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Resumen

En este trabajo estudiamos procesos de dispersién de altas energias en teorias de Yang-Mills
confinantes en el régimen de acoplamiento fuerte. Para esto, la herramienta principal esta dada por
la dualidad AdS/CFT, propuesta por Maldacena en [1], que relaciona los observables de la teoria
de campos con los de la teoria de supercuerdas en un fondo asintéticamente anti-de Sitter.

Nos concentramos en particular en procesos de dispersién ineldstica profunda (DIS), que per-
miten analizar la estructura interna de los blancos hadrénicos en términos de las funciones de
estructura. Para esto, tomamos como punto de partida el modelo construido por Polchinski y
Strassler en [2], que analiza el caso de blancos escalares tipo glueball en teorfas similares a N' = 4
SYM en el ultravioleta.

El objetivo de la tesis consiste en extender el modelo orginal del DIS holografico para aplicarlo en
situaciones mas realistas. Para esto, consideramos distintos modelos de Dp-branas con una menor
cantidad de supersimetrias que incluyen materia en la representacion fundamental del grupo de
gauge, permitiendo describir el DIS para blancos mesoénicos escalares y vectoriales en términos de
la supergravedad. Luego, extendemos esta descripcién al régimen en el que es necesario considerar
la teoria de cuerdas completa. Estudiamos también las correcciones no planares, intepretadas como
correcciones cuanticas en el proceso dual en el interior del AdS. En este contexto estudiamos la no-
conmutatividad de los limites N — co y ¢ > A, donde N es el niimero de colores, ¢ es la virtualidad
del fotén absorbido por el hadrén y A es la escala IR, asociada al fenémeno de confinamiento de color.
Finalmente, analizamos las posibles contribuciones a las funciones de estructura antisimétricas y a
las que violan la invariancia ante paridad, y aplicamos las técnicas desarrolladas al estudio de los
blancos fermiénicos de espin 1/2.

Finalmente, en todos los casos realizamos comparaciones cuantitativas y cualitativas con la
fenomenologia disponible: los resultados experimentales y los resutlados de las simulaciones de
lattice QCD.
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Introduccion

La antigua teoria de cuerdas tiene su origen en los anos 60 como una propuesta superadora de
las teorfas cuanticas de campos para describir la fisica hadrénica, que constituye nuestro principal
objeto de estudio. En su momento, la teoria de cuerdas hadrénica se vio rdpidamente opacada por el
éxito de la cromodindmica cudntica (QCD) basada en el modelo de quarks y gluones y en la teoria de
Yang-Mills, cuya propiedad maés célebre probablemente sea la de la libertad asintética, que aparece
en el régimen ultra violeta (UV). La contracara viene dada por el fenémeno de confinamiento de
los quarks que rige la fisica en las escalas infrarrojas (IR). En este régimen aparecen los hadrones
como particulas efectivas que constituyen singletes de color: los bariones, que en una primera
aproximacion pueden pensarse como formados por tres quarks, y los mesones, descriptos por un
par quark-antiquark. En cierto sentido, podemos decir que la fase confinante de QCD permite
desarrollar una descripcién efectiva en términos de objetos extendidos similares a las cuerdas,
dados por los tubos de flujo de color o flux tubes, en inglés. Mas adn, en un cierto rango de energias
conocido como régimen de Regge los experimentos hadrénicos indican la presencia de particulas
efectivas con masas y espines cada vez mayores que se acomodan aproximadamente a lo largo de una
recta con pendiente positiva, la trayectoria de Reggﬂ Este comportamiento es dificil de recuperar a
partir de la construccion perturbativa de las teorias de campos, pero resulta intuitivo en el contexto
de la teoria de cuerdas, donde las fluctuaciones pueden tener espines arbitrariamente grandes. Sin
embargo, originalmente no se encontré una manera quantitativa de plasmar esta intuicion. Las
cuerdas no parecian describir correctamente los resultados de los experimentos hadrénicos, al menos
en su version mas simple, es decir, construidas perturbativamente sobre un vacio caracterizado por
un espacio-tiempo plano.

Las décadas de los 80 y ’90 estuvieron marcadas por un resurgimiento de la teoria de super-
cuerdas, pensada ahora como candidata a una teoria del todo gracias a su espectacular capacidad
para describir de manera consistente una versién cuantica de la interaccién gravitatoria. La prime-
ra de estas revoluciones de cuerdas se dio entre 1984 y 1986, apoyada en el descubrimiento de las
cancelaciones de anomalias mediante el mecanismo de Green-Schwarz, las versiones supersimétricas
de las cuerdas y las teorias heterdticas con sus compactificaciones de Calabi-Yau. La segunda, a su
vez, sucedi6 entre 1994 y 1997 gracias al descubrimiento de las D-branas por Polchinski y al de las
multiples dualidades entre los distintos tipos de cuerdas, y culminé con la propuesta de una teoria
de objetos extendidos unificadora: la teoria M ﬂ

En términos generales, la fisica de los hadrones y las teorias de cuerdas parecian estar evolu-
cionando por caminos disconexos hasta que en 1997 Maldacena conjeturé la dualidad AdS/CFT.
Una forma breve de expresar esta propuesta es decir que las teorias de supercuerdas con fondos
de curvatura constante negativa tipo anti-de Sitter (AdS) y las teorias de campos de gauge no
abelianos con simetria conforme constituyen simplemente dos formalismos matemaéticos distintos
que describen exactamente la misma fisica. Los argumentos principales provienen, por un lado, del

'Repasaremos algunos detalles sobre la fisica de Regge en el capitulo 2.
2Al dfa de hoy esta atractiva propuesta no ha sido concretada satisfactoriamente.
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analisis de las simetrias, y por otro, del estudio del limite planar propuesto por 't Hooft, mientras
que el concepto de renormalizacién y su reformulacién en términos de una quinta coordenada espa-
cial, debido a Polyakov, también juegan un papel fundamental. De hecho, rapidamente quedé claro
que la teoria de campos podia pensarse como definida literalmente en el borde (conforme) plano
del espacio-tiempo AdS, dando lugar a una realizacién de la idea de holografia. Este concepto,
que habia surgido anteriormente en el contexto de los agujeros negros (y sus horizontes), plantea
la posibilidad de que toda la informacién contenida en el volumen de la teoria gravitatoria pueda
pensarse en términos de la fisica del borde. Esta correspondencia y su potencial para describir
fenémenos no perturbativos en un lenguaje fundamentalmente distinto (y complementario) reavivé
el objetivo de poder describir QCD en términos de las teorias de cuerdas. Surgieron diversas mo-
dificaciones a la dualidad original que permitieron alejarse de los casos estrictamente conformes y
disminuir el ndmero de supersimetrias, algunas de las cuales estudiaremos mas adelante. También
se destacan los modelos de Dp-branas, que permiten por ejemplo describir materia en la represen-
tacién fundamental. En sintesis, el dual holografico de QCD parecia estar a la vuelta de la esquina.
En perspectiva podemos decir que si bien esta esperanza se fue diluyendo, al menos en su versién
mas literal, la conjetura de Maldacena ha permitido estudiar el confinamiento y los fenémenos no
perturbativos desde una éptica profundamente distinta y realmente 1til, tanto desde lo conceptual
como en términos cuantitativos.

Entre 2001 y 2002 Polchinski y Strassler introdujeron en [2, 3] lo que probablemente constituyen
los trabajos fundacionales de una de las lineas de investigacién més importantes en este sentido,
iniciando un camino que apunta a reconciliar a la teoria de cuerdas con su objetivo original. A
diferencia de los intentos originales, el método que los autores propusieron consiste en atacar el
mismo problema desde un punto de vista muy distinto, pues toma como punto de partida un
vacio tal que la geometria sea asintéticamente AdS. Asimismo, aplicaron este formalismo al estudio
de un proceso central en la historia de la fisica hadrénica, tanto desde el punto de vista tedrico
como del experimental: la dispersién profundamente ineldstica (DIS, por el término en inglés, Deep
Inelastic Scattering). Presentamos en la figura |l| una representacion esquemética de dicho proceso,
que describiremos en detalle en el capitulo 2.

Figura 1: Esquema del proceso de DIS, en el que un leptén interactia con un hadrén mediante el intercambio
de un fotén virtual altamente energético, rompiéndolo. De esta manera, el DIS permite estudiar la estructura
interna de los hadrones.

La descripcién holografica que obtuvieron Polchinski y Strassler es consistente con los datos
parciales que pueden obtenerse directamente en la teoria de campos a partir del andlisis basado en
la expansién en producto de operadores (OPE), y provee a su vez una imagen intuitiva en términos
de la fisica de las cuerdas en el interior del AdS. Sin embargo, la validez de esta descripcién estd
restringida a la regién de acoplamiento fuerte, y a teorias en las que el nimero de colores N (el
rango del grupo de gauge) es infinito, al menos en una primera aproximacion.

En el limite N — oo, conocido como limite planar, la variable relevante resulta ser el parametro
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de Bjorken z, que toma valores fisicos entre 0 y 1 y estd relacionado con la energia del proceso en el

sistema centro de masa (CM). Mds precisamente, el pardmetro relevante estd dado por la relacién

entre x y la constante de 't Hooft A\ = g%,MN , siendo gy la constante de acoplamiento definida

tradicionalmente en las teorias de Yang-Mills. La situacion es la siguiente:

1. En el rango A2 « z < 1, la descripcién efectiva de la teorfa de cuerdas para bajas energias
dada por la teoria de supergravedad resulta lo suficientemente precisa.

2. En el rango exp(—Al/ N« A~1/2 1a energia del proceso se vuelve comparable con la
escala caracteristica de las cuerdas, asociada a la tensién y determinada por o/ = [2, con I, la
longitud caracteristica de las cuerdas. Como veremos, afortunadamente la interaccién tiene
asociada una escala de longitud mucho mas pequena que la curvatura de AdS, por lo que
podemos utilizar el formalismo desarrollado para las interacciones entre cuerdas en espacio
plano. En este régimen entramos en contacto con la fisica de Regge.

3. En el rango = ~ exp(—)\l/ 2), es decir, para valores extremadamente pequefios del pardmetro
de Bjorken, la interacciéon ya no puede considerarse como efectivamente local debido a un
efecto difusivo en la direccién radial. Entonces, resulta necesario introducir el formalismo del
Pomerén: una particula efectiva que comparte ciertas caracteristicas con un gravitén, pero a
la vez tiene en cuenta la presencia de una torre de estados excitados de la cuerda.

Al relajar la condicién sobre el nimero de colores y permitir que N tome valores finitos (aunque
siempre grandes) cobra importancia la competencia entre la expansién en potencias de 1/N y el
hecho de que en el contexto del DIS siempre pensamos en que la virtualidad ¢ del fotén es grande
en comparacién con la masa en reposo del hadrén, P ~ A. Resulta interesante entender por qué
estos limites no conmutan, y cudles son las consecuencias a nivel fenomenolégico. Desde el punto
de vista holografico, en este contexto es necesario comenzar a incluir las correcciones cudnticas en
el proceso dual. Analizaremos todos estos regimenes en detalle en el cuerpo de la tesis.

A partir de |2] se han desarrollado una enorme cantidad de trabajos cuyo objetivo consiste
en profundizar esta propuesta inicial, ya sea incluyendo nuevos regimenes paramétricos de gran
importancia conceptual, expandiendo el rango de modelos en los que se pueden aplicar este tipo de
técnicas (en general apuntando a modelos cada vez més realistas) o incrementando la precisién en
las comparaciones cualitativas y cuantitativas con los datos experimentales, los modelos fenome-
nolégicos y las simulaciones numéricas (lattice QCD). Este es el marco en el que debe entenderse
el proyecto de investigacién del que forma parte esta tesis.

En términos generales, el objetivo consistié en estudiar y extender en la mayor medida posi-
ble el modelo y las técnicas presentadas en [2] para el andlisis de modelos y aspectos del proceso
de DIS conectados mas directamente con la fenomenologia disponible. Para esto, decidimos enca-
rar tres proyectos distintos, aunque intimamente conectados entre si. A continuacién presentamos
brevemente el enforque de estos proyectos:

= En primer lugar decidimos estudiar el DIS para blancos mesénicos en la representacion funda-
mental del grupo de gauge a partir de los modelos basados en arreglos de branas. Mostramos
como describir el proceso tanto en el régimen de supergravedadﬁ como en el que se vuel-
ve necesario considerar la teoria de cuerdas completa, donde los mesones estan asociados a
fluctuaciones de cuerdas abiertas. Obtuvimos la totalidad de las funciones de estructura en
todo el rango paramétrico, con resultados analogos para distintos modelos de branas, lo que

3Cabe aclarar que esta parte del proyecto en realidad se inicié previamente al comienzo de este doctorado a través
de las publicaciones |4} |5].
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parece apuntar hacia la validez universal de las conclusiones a las que llegamos en cualquier
descripcién de los mesones basada en la correspondencia hologréfica. Finalmente, calculamos
la seccién eficaz diferencial del DIS y los momentos asociados a las funciones de estructura,
y comparamos los resultados con la fenomenologia disponible.

= En segundo lugar, estudiamos las primeras correcciones en la expansién en serie de potencias
de 1/N tanto en el modelo original (en el caso de prueba, con blancos escalares) como en uno
de los modelos de branas, incluyendo los mesones escalares y vectoriales mas livianos. Demos-
tramos la no conmutatividad de los limites N — oco y ¢ — 0o en estos ejemplos, concluyendo
que esta correccion en realidad no necesariamente lo es: existe una regién paramétrica en la
que realmente produce la contribucién dominante. También analizamos la consecuencia de
esta afirmacién en el contexto de la comparacién con la fenomenologia descripta en el punto
anterior, encontrando en todos los casos una mejora sustancial en los ajustes realizados.

= En tercer lugar, estudiamos la posibilidad de que aparezcan contribuciones no despreciables a
las funciones de estructura antisimétricas o a las que violan la invariancia ante paridad, como
puede suceder en el DIS para la teoria electro-débil. Nuevamente comenzamos analizando el
caso base del blanco escalar, para luego extender los resultados a blancos de spin-1/2. Por
altimo, mostramos que los resultados obtenidos permiten describir satisfactoriamente parte
de los resultados experimentales asociados a blancos proténicos, al menos en el régimen del
Pomerén.

Las publicaciones realizadas junto con mi director, el Prof. Dr. Martin Schvellinger (MS), y mis
co-autores Ezequiel Koile, David Jorrin y Gustavo Michalski en el marco de la tesis y en el contexto
de cada uno de estos proyectos son las siguientes:

= E. Koile, N. Kovensky y M. Schvellinger, “Hadron structure functions at small x from string
theory,”
JHEP 1505 (2015) 001 doi:10.1007/JHEP05(2015)001 [arXiv:1412.6509 [hep-th]]. [6].

= E. Koile, N. Kovensky y M. Schvellinger, “Deep inelastic scattering cross sections from the
gauge/string duality,”
JHEP 1512 (2015) 009 doi:10.1007/JHEP12(2015)009 [arXiv:1507.07942 [hep-th]]. [7].

» D. Jorrin, N. Kovensky y M. Schvellinger, “Towards 1/N corrections to deep inelastic scatte-
ring from the gauge/gravity duality,”
JHEP 1604 (2016) 113 doi:10.1007/ JHEP04(2016)113 [arXiv:1601.01627 [hep-th]]. [g].

= D. Jorrin, N. Kovensky y M. Schvellinger, “Deep inelastic scattering off scalar mesons in the
1/N expansion from the D3D7-brane system,”
JHEP 1612 (2016) 003 doi:10.1007/JHEP12(2016)003 [arXiv:1609.01202 [hep-th]]. [9].

= 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 doi:10.1007/JHEP04(2018)118 [arXiv:1711.06171 [hep-th]]. [10].

= 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]]. [11].
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» N. Kovensky, G. Michalski and M. Schvellinger, “1/N corrections to F; and F» structure
functions of vector mesons from holography,”
arXiv:1809.10515 [hep-th]. [12]

Los autores estdn presentados en orden alfabético. Todos estos articulos fueron publicados en
la revista especializada Journal of High Energy Physics (JHEP), exceptuando el tltimo que se
encuentra enviado. También pueden encontrarse en el repositorio de acceso libre ArXiv.oryg.

Estructura de la tesis

A continuacién presentamos la estructura general de la tesis, detallando en particular dénde
estan presentados los resultados originales.

La parte I constituye la introduccion tedrica a los objetos de estudio y las técnicas utilizadas
en este trabajo. En el capitulo 1 introducimos brevemente la dualidad AdS/CFT, mientras que en
el capitulo 2 describimos el DIS y repasamos los principales resultados que se obtienen a partir del
tratamiento perturbativo en la teoria cudntica de campos para este proceso. Este capitulo contiene
parte del desarrollo original presentado en [7].

La parte II estd dedicada a la descripcién holografica dual del DIS. Nos concentramos en el
caso mas simple: el DIS para blancos escalares, y lo describimos detalladamente. Este caso base
es poco realista debido a la inexistencia de hadrones escalares (los estados tipo glueball siguen
siendo, por ahora, una conjetura, ya que no han sido observados, aunque desde las simulaciones
agrupadas generalmente bajo el nombre de lattice QCD existe una evidencia muy importante en
favor de su existencia). Sin embargo, nos permite introducir todos los conceptos fundamentales que
estudiamos en los casos posteriores sin tener que lidiar con complicaciones que podrian oscurecer
la interpretacién fisica de los fenémenos relevantes en cada régimen, entorpeciendo la lectura.
En el capitulo 3 describimos los aspectos basicos del modelo dual propuesto por Polchinski y
Strassler en 2] y analizamos brevemente la descripcién que se obtiene a partir de la aproximacién
de supergravedad. En los capitulos 4 y 5 analizamos las regiones en las que es necesario considerar
los estados excitados de cuerdas. En un primer momento, el proceso resulta ser local en términos
efectivos, situacién descripta en el capitulo 4. En una segunda instancia, un proceso difusivo indica
que esta aproximaciéon deja de ser valida y resulta necesario introducir el formalismo del Pomeron
[13], situacién que estudiamos en el capitulo 5. En ambos capitulos, las secciones relacionados con
las contribuciones a la funcién de estructura F3 (que pertenece a la parte antisimétrica del tensor
hadrénico) estdn basadas en los aportes originales publicados en [10]. Por tltimo, en el capitulo
6 analizamos las primeras correcciones no planares y la competencia entre los limites de N y ¢
grandes, describiendo los resultados originales de la referencia [8].

La parte III contiene las extensiones a los blancos mas realistas y las comparaciones con la
fenomenologia disponible, tanto a partir de datos experimentales como de simulaciones numéricas.
En el capitulo 7 nos concentramos en la utilizacién de los modelos de branas para describir los
blancos mesoénicos, para los que analizamos las acciones efectivas provenientes de teoria de cuerdas
en diversos modelos, las secciones eficaces [7] y las correcciones en la expansién en potencias de
1/N. Estos desarrollos fueron presentados en [6], |7] v [9], respectivamente. En el capitulo 8, en
cambio, estudiamos el caso de los blancos de spin-1/2; concentrdndonos en la fisica de Regge. En
este caso seguimos el tratamiento presentado en [11].

Finalmente, en la parte IV esbozamos nuestras conclusiones junto con algunos comentarios
sobre el trabajo a futuro y las preguntas abiertas. Ademads, incluimos algunos apéndices con ciertos
detalles sobre las convenciones utilizadas en la tesis y los cédlculos expuestos en el cuerpo de la
misma.
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Concluimos esta introduccién presentando en la figura [2] un esquema del flujo de informacién
entre las distintas partes y capitulos de la tesis cuyo objetivo es el de facilitar la lectura.

[I.l: Intro AdS,v’("FT} [ [.2: Intro DIS 1

[II 3: DIS Hologrifico ( ]

N

[II.G: Correcciones 1/N] [II.4 & I1.5: Cuerdas y Pomeron] [II.4 & IL5: Funcién Fs]
[III 7: Aplicaciéon a mmonm] [III.S Aplicaciéon a spin-1 /2]

N

I\ Conc lusn(mes

Figura 2: Esquema de lectura de la tesis.



Parte 1

Breve introduccion teorica






Capitulo 1

Conceptos basicos sobre la dualidad

AdS/CFT

Este capitulo estd dedicado a introducir los conceptos fundamentales que constituyen a la duali-
dad AdS/CFT, la herramienta esencial en esta tesis a la hora de estudiar los procesos de dispersién
profundamente inelastica a través de la teoria de cuerdas.

La correspondencia entre teorias cuanticas de campos y teorias de cuerdas fue propuesta origi-
nalmente hace unos veinte anos por Maldacena en [1], y luego por Gubser, Klebanov y Polyakov y
Witten en [14)/15]. A pesar de la enorme cantidad de calculos que apoyan su validez en una infinidad
de casos particulares, al dia de hoy esta conjetura atin no ha sido demostrada rigurosamente.

Existen en la literatura una cantidad considerable de libros, notas y tesis que introducen y
describen la dualidad AdS/CFT en mayor o menor detalle y en base a diversas orientaciones en las
nos hemos basado para abordar y desarrollar este tépico. Algunos ejemplos son |16518], mientras
que en |19, 20] también se pueden encontrar algunos comentarios importantes para aplicaciones
similares a las que realizamos en este trabajo. No es nuestro objetivo proveer una nueva referencia
bibliografica, sino simplemente repasar algunos conceptos basicos para motivar nuestro enfoque y
presentar algunos argumentos que subyacen a las técnicas holograficas de las que haremos uso en
la parte principal de la tesis.

1.1. La conjetura de Maldacena

En 1997, Maldacena propuso en [1] una identificacién entre dos teorias fisicas en principio
muy distintas desde el punto de vista del lenguaje matematico utilizado hasta el momento para
formularlas. La primera es una teoria cuantica de campos conformes en cuatro dimensiones conocida
bajo el nombre de N' = 4 super Yang-Mills (SYM) con grupo de gauge SU(N). Esta teoria de
campos no es un ejemplo como cualquier otro: se trata de uno de los casos con mayor cantidad de
simetrias y propiedades especiales, cuya presencia ha permitido desarrollar una gran cantidad de
técnicas para calcular con una precisién sin precedentes muchos de sus principales observables en
diversos regimenes, incluyendo situaciones en las que la expansion perturbativa deja de ser valida
EL La segunda teoria involucrada en la dualidad viene dada por una teoria de cuerdas del tipo I1IB
construida sobre la base de una solucién cldsica caracterizada por una geometria espacio-temporal
del tipo AdS5 x S°, junto con la presencia de un flujo de Ramond-Ramond (R-R) que infla esta
cinco-esfera.

'De hecho, desde entonces algunos autores sugieren la posibilidad de resolver A/ = 4 SYM de manera exacta,
basandose principalmente en argumentos de integrabilidad en el limite planar.
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El trabajo de Maldacena estd basado en dos ideas que ya habian sido sugeridas previamente en
la literatura: la posibilidad de formular ciertas teorfas de campos en base a variables extendidas y
en un cierto limite paramétrico, propuesta por 't Hooft [21], y el principio holografico, surgido en
el seno de la fisica de agujeros negros y relacionado con la posibilidad de codificar toda la infor-
macién fisica contenida en un cierto volimen directamente en términos de variables relacionadas
con la superficie que define el horizonte de eventos del mismo. Las particularidades de los espacios
exacta o asintéticamente anti-de Sitter también juegan un papel fundamental en esta propuesta en
relacion a la identificacién de las simetrias de ambas teorias. En las siguientes secciones describimos
brevemente estas ideas basdndonos fuertemente en el enfoque desarrollado en [19} 22].

El limite de ’t Hooft

Consideremos una teorfa de Yang-Mills con grupo de gauge SU(N), en la que por ahora sim-
plemente consideramos los grados de libertad asociados a los campos de gauge, es decir a las exci-
taciones bosénicas A, = AZT“, donde it = 0,...,3 es un indice espacio-tiempo, y a = 1,...,N?—1
etiqueta a los generadores del dlgebra de Lie de SU(N). Cuando el niimero de colores es mayor a uno
la teoria se vuelve no abeliana: en lugar de los fotones estamos en presencia de gluones, que pueden
interactuar entre si. El ejemplo més famoso es el de QCD, el caso N = 3. Este tipo de teorias se for-
mulan a partir de una accién determinada por la simetria de gauge Syn = (4932(1\/1)*1 i d*zTrF? con
F=dA+ AN A, donde si fijamos el niimero de colores el tinico pardmetro libre es el acoplamiento
gyM, que mide la intensidad de las autointeracciones del campo de gauge.

La accién del grupo de renormalizacién sobre la teoria indica que el pardmetro gyy no es cons-
tante, sino que depende de la escala de enegia de observacion, u. Esta dependencia esté caracterizada
por la funcién 8, que toma la formaﬂ

3

Blavw) = 0 — PO ZIN + 0 (ghar) (11)
Esta ecuacion es sumamente interesante: el signo negativo indica que el acoplamiento se hace cada
vez mas débil al ir a energias més altas. Como consecuencia obtenemos la famosa propiedad conocida
como libertad asintotica: en el limite UV, la teoria se vuelve no interactuante. Este resultado se
mantiene para QCD, que incluye a los quarks, campos de materia fermionica en la representacién
fundamental de SU(N). En este régimen, los quarks y gluones constituyen las excitaciones de bajas
energias. Resolviendo a primer orden vemos que resulta necesario introducir una escala de
referencia que llamaremos M de manera tal que

111 2\
Mu) = 62 N=X |l++—5—Nlog |+ 1.2
(1) = a0 = o |1+ sy Ve ()| (1.2
donde hemos definido el acoplamiento de 't Hooft , \. Podemos ver que el comportamiento de bajas
energias de la teorfa es muy distinto al que tenemos en el UV. En efecto, en el IR el acoplamiento
se vuelve cada vez mayor, hasta que para energias del orden de o menores a Aqcp ~ 220MeV
emerge el fenémeno de confinamiento, responsable de que no puedan observarse quarks libres en
la naturaleza. En este contexto, los quarks y gluones interactian fuertemente formando particulas
efectivas conocidas como hadrones, que no pueden describirse directamente a partir de la teoria

2Para realizar el cilculo de la funcién 8 es necesario cuantizar la teorfa, por ejemplo utilizando el formalismo de
fijado de gauge de Fadeev-Popov. Cabe resaltar que el resultado que presentamos en (|1.1)) corresponden a una teorfa
de Yang-Mills sin campos de materia.
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de Yang-Mills. Cuando en cambio tenemos S = 0 podemos decir que la ausencia de una escala de
energia da lugar a la simetria de las teorias conforme

La propuesta de 't Hooft consiste considerar a N como un parametro adicional, y en analizar qué
sucede con este tipo de teorias cuando el niimero de colores es muy grande, es decir, pensandolas
en términos de una expansién en serie de potencias de 1/N. Para ser mds precisos, en esta seccién
estamos interesados en analizar el limite de 't Hooft, definido por

N — oo, manteniendo X fijo. (1.3)

Para ver qué sucede al tomarlo conviene analizar el comportamiento del propagador del campo de
gauge con respecto a los indices de color. En la notacién tradicional tenemos (A%A%) ~ §%, mientras
que en la notaciéon de doble linea definida a partir de los indices matriciales de los generadores T
seguin A; = AYT a);, con 4,5 = 1,..., N asociados a las representaciones fundamental y anti-
fundamental, respectivamente, vemos que (AzAf‘“') ~ (5}“5} - N *15;15{“. Para valores grandes de N
podemos despreciar el segundo de estos términos. Ademds, podemos definir las reglas de Feynman
asociadas a los vértices, que indican que un diagrama genérico con E propagadores, V vértices y

F lineas de color cerradas generard un factor

NVZEHENE=V — NXA\E=V, (1.4)

En la dltima expresién hemos definido la caracteristica de Euler y = FF+V — E = 2 — 2¢g, donde
g representa el nimero de manijas del diagrama. La aparicién de los pardmetros x y ¢ indican
la preponderencia del aspecto topoldgico. En efecto, a partir de vemos que en el limite de 't
Hooft las contribuciones dominantes a cualquier proceso estaran generadas por diagramas con el
mayor valor posible de y, es decir, los planares, mientras que los diagramas con un nimero no nulo
de manijas estaran suprimidos por potencias de 1/N2. En la ﬁgura presentamos algunos ejemplos:
cuyos comportamientos estdn dados por (a)~ AN2, (b)~ Ay (c)~ A2N?, respectivamente.

(a) (b) (c)

S

Figura 3: Algunos ejemplos de diagramas de Feynman en teorfas de gauge en la representacién de doble linea
[22].

En conclusién, podemos ordenar la expansién diagramatica en una doble serie en potencias de
1/N?% y A, donde la principal contribucién en el régimen N — oo con A fijo estard dada por la
sumatoria de los diagramas planares. Este analisis es valido tanto para la funcién de particién de
la teoria como para los demés observables bésicos: los invariantes de gauge dados por las funciones
de correlacién de operadores O;, que escribimos como

3En apariencia, la accién Sym es invariante ante cambios de escala. Sin embargo, esta propiedad no se mantiene
a nivel cuantico. Cuando hablamos de teorias conformes nos referimos a los casos en los que la simetria se mantiene
incluso a nivel cuéntico.
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00 n+2g—2
(O1...0)~ 3 (]b) Fy(\), (1.5)

g9=0

para ciertas funciones Fj.

La observacion esencial de 't Hooft consistié en notar que la expansiéon que acabamos de escribir
es totalmente andloga a la que obtendriamos en una teoria de cuerdas, donde la expansiéon pertur-
bativa se da en términos de superficies bidimensionales. Esto puede pensarse desde un punto de
vista intuitivo: al ir agregando vértices y propagadores, los diagramas de la figura|3|iran llendndose
hasta generar superficies suaves (variedades diferenciables), situacién en la que las cantidades x y
g tienen una generalizacién natural. Es importante notar que estas superficies no tienen borde, es
decir que son cerradas. Llevando esta idea al extremo, observamos que el caso g = 0 es topoldgi-
camente equivalentes a una esfera S?, el caso g = 1 se asemeja a un toro 72, y asi sucesivamente.
La manera de concretar esta conexion intuitiva estd contenida en : de alguna manera debemos
identificar el parametro de la teoria de campos que pesa la cantidad de manijas con el que juega
un rol similar en una teoria de cuerdas, el acoplamiento gs. Basados en la ecuacién ((1.5)), tenemos

gs ~ Q%M- (1'6)

En consecuencia, debera existir también una relacién entre el pardmetro restante en ambos forma-
lismos: por un lado, el acoplamiento de ’t Hooft A, y por otro, la escala de longitud caracteristica
de la cuerda, o/, que define su tensién 7' = (27a’)~!. Veremos en un momento las formas precisas
de estas identificaciones. Sin embargo, culminamos esta seccion resaltando que maés allé de plantear
una relacion intuitiva entre campos y de cuerdas, el andlisis de 't Hooft no permite identificar de
manera precisa cudl es la teoria de cuerdas que corresponde a cada teoria de campos en particular.
Dado el tipo de superficies que estamos describiendo, lo que podemos afirmar es que buscamos
teorias de cuerdas cerradas.

Cuerdas cerradas y cuerdas abiertas

El ultimo comentario de la seccién anterior puede parecer sorprendente. En efecto, existe otra
relacion mucho més intuitiva entre los formalismos de cuerdas y de campos que hasta ahora no
hemos nombrado: una teorfa de cuerdas abiertas tiene como limite de bajas energias (o/ — 0)
alguna teoria de Yang-Mills. Sabemos que en caso de elegir condiciones de borde tipo Dirichlet,
los extremos de las cuerdas abiertas estan confinados a moverse en ciertas regiones extendidas del
espacio-tiempo llamadas D-branas. La dindmica de bajas energias sobre el volimen de mundo de
estas D-branas estd dada por una teoria de gauge.

Considerando la propuesta de 't Hooft descripta en la secciéon anterior, vemos que a partir
de una misma teoria de campos emergen dos tipos de teorias de cuerdas: las primeras, cerradas,
y las segundas, abiertas. Una de las claves para entender la correspondencia AdS/CFT radica
en relacionar estos conceptos con la dualidad que relaciona cuerdas abiertas y cuerdas cerradas.
Podemos motivar esta relacién de manera sencilla recurriendo a un caso particular, esto es, a partir
del proceso descripto esquemdticamente en la figura [d Los rectdngulos en la figura [4 representan
dos D-branas. Se trata de un ejemplo clésico: el proceso descripto puede entenderse de dos maneras
distintas: por un lado, el intercambio de una cuerda cerrada entre una brana y la otra, y por otro,
un loop realizado por una cuerda abierta extendida entre ambas branas.

Ahora bien, como dijimos la teorfa de gauge representa en términos efectivos el limite o/ — 0 de
una teoria de cuerdas abiertas. Por lo tanto, es tentador interpretar la propuesta de 't Hooft como
una versiéon de bajas energias de la dualidad entre cuerdas abiertas y cerradas que acabamos de
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| _—

Figura 4: Ejemplo de un proceso de teoria de cuerdas que puede ser interpretado tanto en términos de cuerdas
abiertas como en el &mbito de las cuerdas cerradas.

motivar. Esta intuicion resulta ser correcta. Para entenderla un tanto mas en detalle necesitamos
recordar que, en el caso de las cuerdas cerradas, para energias muy por debajo del inverso de la
longitud caracteristica I, = v la fisica puede ser descripta en términos de una teorfa gravitatoria,
y finalmente analizar como reaparece el concepto de D-brana en este contexto.

Branas en supergravedad

Podemos acercarnos paulatinamente a la dualidad propuesta por Maldacena si consideramos
una D3-brana plana (sobre la que vivira alguna teoria de campos efectiva definida en 4d) colocada
en un espacio ambiente de diez dimensionesﬁ Esta configuracion se caracteriza por mantener la
simetria de Lorentz en las cuatro direcciones en las que se extiende la brana, junto con una simetria
de rotacion en las seis direcciones transversales. Cabe preguntarse entonces si existe una solucién
gravitatoria con las mismas propiedades.

La respuesta es positiva. Dado que las D3-branas con objetos cargados con respecto a ciertas 4-
formas (de R-R), debemos buscar esta solucién en el seno de la supergravedad del tipo IIB. De hecho,
podemos considerar no una sino N D3-branas superpuestas. Elegimos tomar N > 1, de manera
que la energia del cimulo de D-branas tenga un efecto apreciable sobre la geometria, generando
localmente una curvatura importante. La notacién que estamos utilizando no es casual: la teoria
sobre las branas tendra necesariamente una simetria de gauge SU(N), de manera que simplemente
estamos usando otro lenguaje para describir el limite planar. Las ecuaciones de Einstein para la
métrica acopladas a las de la 4-forma de R-R (cuyo flujo F5 debe satisfacer adicionalmente una
condicién de auto-dualidad) admiten la siguiente solucion:

1

2 _
ds® = H 2

(nuvdatda”) + H(r)Y2 (dr? + r2dQ2) | Fs = (1 +%)da® A+ Nda® NdHY, (1.7)

donde 7 es la métrica de Minkowski en cuatro dimensiones, df2; estd asociado a las coordenadas
de una esfera S°, x representa el operador estrella de Hodge y la funciéon H(r) estd dada por

H(r)zl—f—rj. (1.8)

El pardmetro R estd determinado por la cantidad N de branas, y en términos de los parametros
de la teorfa de cuerdas subyacente puede escribirse como R = [4wgsa/? N ]1/ 4. Macroscépicamente
hablando, esta solucién tiene exactamente los mismos nimeros cuanticos que la configuracién de

4En las teorfas de supercuerdas la dimensionalidad critica en la que la teorfa resulta ser consistente corresponde
al caso de una dimensién temporal y nueve espaciales.
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branas original. En este sentido, puede pensarse que estas branas estan situadas en el origen de
la coordenada radial r. Teniendo en mente estas dos situaciones (representadas en la figura [5]),

N D3-branes black 3-brane

r:
—— . .'!.."‘_.g ’ r_,.--—'%‘—-—-_\

I'“: flat R : ~— flat R%?

P 74 | : “throat”™ (r ~ 0) (r — oo)

Figura 5: Dos perspectivas distintas de una tnica configuracién: a la izquierda en términos de D3-branas en
un espacio plano (cuerdas abiertas) y a la derecha en términos de la solucién de supergravedad presentada
en (|1.7)). Figura extraida de la referencia [22].

analizemos ahora las fluctuaciones y los correspondientes limites de bajas energias.

En la primera, sabemos que estdn los modos de cuerdas abiertas sobre las branas, aunque
también debemos tener en cuenta la presencia de las cuerdas cerradas que se propagan en todo el
espacio (ver ﬁgura. Ademi4s de las interacciones de cuerdas cerradas y abiertas por separado, los
modos de las branas y los del interior o bulk también estdn acoplados. Ahora bien, en el limite o/ — 0
no sélo nos deshacemos de las excitaciones masivas sino que también apagamos las interacciones
gravitatorias. Por lo tanto, obtenemos dos sistemas desacoplados: por un lado, el de las cuerdas
abiertas sobre las branas, y por el otro, un conjunto de modos no masivos de la supergravedad IIB
que se propagan libremente en el espacio plano ambiente. Como estamos a bajas energias, la teoria
sobre las branas es en términos efectivos una teoria de campos, mas precisamente una teoria de
Yang-Mills con grupo de gauge SU(N). El andlisis de las supersimetrias y demds aspectos indica
que se trata de la teoria N/ = 4 SYMEL y su formulacién perturbativa serd valida en el régimen
A=giyN < 1.

En la segunda descripcién toda la fisica del sistema estd planteada en términos de cuerdas
cerradas, pero en un espacio curvo. En este lenguaje podemos ver que tomando los mismos limites
también obtenemos dos teorias desacopladas. En efecto, a primera vista tomar o/ — 0 parece
llevarnos directamente al régimen de bajas energias. Esto ciertamente es asi en la regién r > R
(muy lejos de las branas) donde la definicién indica que el espacio se vuelve asintéticamente
plano. Sin embargo, en la region r < R necesitamos proceder con mas cuidado ya que una energia
FE, medida por un observador en un punto dado del interior esta corrida al rojo con respecto
a la que mide un observador distante, F.,. Mas precisamente, la relacién estd dada por F,, =
HY 4(r)E,. En consecuencia, existe una garganta en la regién donde r toma valores muy pequenos
donde las energias pueden ser arbitrariamente altas atin para o/ — 0. Podemos acceder a esta

5No serd importante para nosotros repasar en detalle la definicién de esta teorfa. El contenido de campos, el
espectro BPS y el estudio de las fases dindmicas, entre otras cosas pueden encontrarse por ejemplo en el capitulo 3
de [18].
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regién considerando r < R y tomando 7, &’ — 0 manteniendo la relacién r/a’ fija. Analizando
las ecuaciones (1.7) y (L.8]) concluimos que la métrica en esta regién conocida como de horizonte
cercano toma la forma factorizada

T2

= = (
de manera que la geometria es AdSs x S° donde tanto el AdS como la 5-esfera tienen radio R.
Obtenemos entonces una vez mas dos tipos de fluctuaciones desacopladas: para » > R tenemos
la misma teoria gravitatoria libre con fondo plano que antes, mientras que para r < R debemos
considerar incluir la teoria de supercuerdas completa. Es importante notar que para A > 1 tenemos
R > l;, de manera que la aproximacion de supergravedad es valida. Finalmente, en el limite N — oo
la teoria se vuelve clasica.

2
ds? N drtdz”) + %dﬂ + R2d2, (1.9)

Formulacién de la dualidad AdS;/CFT,

La conclusion de la seccién anterior es la siguiente. Ambas descripciones plantean una situacién
analoga, en la que en el limite de bajas energias obtenemos dos teorias desacopladas, una de las
cuales consiste simplemente en modos no masivos de cuerdas cerradas que se propagan libremente
en un vacio sin curvatura. Resulta natural, entonces, identificar la segunda teoria en cada caso:

SU(N)N =4SYMen D=4 = Supercuerdas tipo ITB en AdS; x S°. (1.10)

Del analisis que acabamos de realizar se deduce que la forma precisa de identificar los parametros
de ambos lados de la dualidad esta dada por

R2

o

VA, drgs = - (1.11)

En el limite de 't Hooft, donde N — oo y A estd fijo, la CFT se vuelve planar mientras que
la teoria IIB se vuelve clasica. Ambas formulaciones describen los mismos grados de libertad en
regimenes complementarios: para A < 1 podemos utilizar la expansién perturbativa de la teoria de
campos, mientras que para A > 1 (siempre con A < N) disponemos de una descripcién gravitatoria
en la que las correcciones o’ estdn suprimidas. En este tltimo régimen la situacién de las cuerdas
es opuesta a la de la teoria de campos: el acoplamiento en la teoria de la hoja de mundo de las
cuerdas, dado por o/ /R?, se vuelve muy pequeiio. La afirmacién inversa es validad en para A\ < 1.
En este sentido, decimos que la AdS/CFT es una dualidad débil/fuerte.

La denominada versién fuerte de la dualidad AdS/CFT establece que ambas teorias son equi-
valentes para cualquier valor de los parametros A y N (o bien g5 y o).

Analisis de las simetrias globales

Hasta ahora, nuestros argumentos en favor de la propuesta ([1.10)) han tenido que ver sobre todo
con la simetria de gauge. A continuacién describimos la identificacién de las simetrias globalesﬁ a
ambos lados de la dualidad:

1. La teoria de SYM tiene N = 4 supersimetrias, lo que equivale a 16 supercargas de Poincaré.
En cambio, la supergravedad IIB es invariante ante la accién de 32 supercargas pero sélo
la mitad aniquila el vacio AdSs x S° debido a la presencia de las D3-branas. Sin embargo,

SEn cierto sentido el concepto de simetria global pierde sentido en el contexto de la gravedad cuéntica, por lo que
en este analisis sGlamente pensamos en perturbaciones sobre un fondo AdSs x S°.
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también debemos incluir las 16 cargas superconformes, que aparecen naturalmente en la teoria
de campos, mientras que en la teoria dual reaparecen en el limite de horizonte cercano.

2. La simetria de Lorentz SO(1, 3) estd presente en ambos casos. El unico detalle importante es
que la métrica de AdSs x S° no depende de las coordenadas z*.

3. Hasta ahora no hemos hecho mucho hincapié en un punto importante: A" = 4 SYM es una
teorfa conforme. Por lo tanto, debemos considerar el grupo conforme SO(2,4), que contiene
al de Lorentz. Del lado gravitatorio, identificamos los generadores correspondientes con los
de las isometrias de AdSs. Hablaremos un tanto mas sobre la geometria AdS més abajo.

4. Habiendo tenido en cuenta las isometrias del AdSs, es evidente que también debemos incluir
las isometrias de la S°. Las mismas forman el grupo de rotaciones en R®, dado por SO(6). Del
lado de campos, en cambio, esta simetria bosénica adicional tiene que ver con las rotaciones
en el espacio de las supercargas, es decir, la simetria R descripta por SU(4), que resulta ser
isomorfo a SO(6).

En ambos casos, el (super)grupo completo de simetrias globales se conoce bajo el nombre de
PSU(2,2|4).

Para concluir, vale la pena destacar una simetria adicional que ha sido relevante a la hora
de estudiar la dualidad AdS/CFT en el ejemplo que estamos considerando: el grupo de dualidad
SL(2,Z). Sin entrar en detalles, podemos decir que tanto en N' =4 SYM como en la teorfa IIB en
AdSs5 x S° puede observarse que la fisica es invariante ante la accién del generador 7', que acttia
sobre el dngulo 6 de la teoria de SYM, y la de la S-dualidad, bajo la cual

9 -1
gYM 7 5 (1.12)

9ym
cambiando acoplamiento débil por acoplamiento fuerte. Del lado de la supergravedad, estos genera-
dores actiian sobre los valor de expectacién del dilatén (que define el valor de gs) y el axién. Cabe
destacar que esta simetria se mantiene al considerar la teoria de cuerdas completa, donde actia
intercambiando el rol de las cuerdas fundamentales con el de las D1-branas (que son objetos no

perturbativos).

La geometria AdS y la simetria conforme

La geometia AdSs describe un espacio-tiempo de curvatura constante negativa. La manera més
sencilla de construirlo es como una hipersuperficie embebida en un espacio plano R%>? con una
dimensién extra, ” X ~!”, y definida por la condicién

— (X (X" (X4 (X = —R2 (1.13)

Este tipo de espacios son soluciones de las ecuaciones de Einstein en presencia de una constante
cosmologica negativa que determina el valor del radio. Como dijimos, el grupo de isometrias esta
dado por SO(2,4). Técnicamente hablando, las coordenadas utilizadas en (donde r € [0, 00))
no cubren la totaldad del espacio sino tnicamente el denominado parche de Poincaré. Atun cuando
cualquier punto del borde se encuentra a una distancia infinita de otro ubicado en el interior, las
geodésicas nulas pueden conectarlos en un tiempo finito. En contraste, demoran infinitamente en
llegar al origen r = 0. Las coordenadas de Poincaré, en las que la métrica toma la forma

2
ds® = % (M datdz” + dz?), (1.14)
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con z = R?/r permiten, tal vez, entender esta geometria un tanto més intuitivamente ubicando al
borde en z = 0 y al origen en z —

Para entender un poco sobre la dindmica en un espacio AdS podemos considerar una pertur-
bacién de un campo escalar ¢ de masa m propagandose en AdSs. La accién es simplemente la de
Klein-Gordon en un espacio curvo. Puede verse que es posible agregar un término de borde tal que
el Hamiltoniano esté acotado por debajo para cualquier m? > —4/R?, de manera que existe un
rango de masas taquidnicas que no violan unitariedad y resultan perfectamente aceptables |23]. La
ecuacion de movimiento es la siguiente:

[2°0.27%0, — (m*R* + 2°k%)| ¢, = 0, (1.15)

donde hemos expandido en modos de Fourier en las direcciones planas y considerado en particular
un modo de momento definido k*. Estudiaremos las soluciones exactas en el capitulo 3. Por ahora,
nos contentamos con decir que cerca de z = 0 podemos despreciar el término proporcional a k? y
expandir en potencias de z de modo que

dp(z = 0) ~ 22 | A(A—4) =m?R2. (1.16)

El parametro A puede tomar dos valores:

Ay =2+ (4+m?R?), (1.17)

con lo que volviendo al espacio de coordenadas tenemos
(2 — 0,2) ~ a(x)z2~ + b(x)z4+. (1.18)
Ay

Con qué término nos quedamos depende de las condiciones de contorno. La solucién con ¢ ~ z
corresponde a modos normalizables pues se anulan los términos de borde de la accién evaluada
on-shell, mientras que ¢ ~ 24~ se asocia con los denominados modos no-normalizables.

Conceptualmente, y apelando a nuestra intuicién de mecédnica cuantica, podemos decir que
AdSs representa en algiin sentido un pozo cilindrico infinitamente profundo. Para tener un sistema
fisicamente bien definido simplemente necesitamos especificar las condiciones de contorno en el
borde z = 0. Notemos que en z = 0, el espacio AdS tiene en realidad lo que se conoce como un
borde conforme: se trata de una regién plana tipo Minkowski, donde sin embargo no tenemos una
métrica inducida a partir de la de AdSs en el interior pues las distancias se vuelven divergentes. En
este sentido, la informacién geométrica sélo estd definida a menos de escaleos, o, mas precisamente,
transformaciones conformes. Las observaciones realizadas en este parrafo nos remiten al principio
holografico. En el contexto de la correspondencia de Maldacena podemos pensar que la teoria de
campos se encuentra definida exactamente sobre el borde del espacio AdS. Formalizaremos un tanto
mas esta idea en la seccion siguiente.

Identificacion de estados y operadores

Pensar en la teoria de campos como definida en el borde del AdS nos invita a exponer un nuevo
argumento en favor de la dualidad: la posibilidad de identificar uno a uno los estados presentes en
la teoria de supergravedad el espectro de la teoria de SYM.

Nuestra teoria de gauge es ademads una teoria conforme, donde los estados estan a su vez identifi-
cados con los operadores disponibles a partir del concepto de cuantizacion radial. Nos concentramos

"En el espacio completo, los puntos z = oo forman simplemente un horizonte que conecta la regién descripta
por las coordenadas de Poincaré con el resto. En muchas aplicaciones no es necesario tomar en cuenta la geometria
completa.
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en los operadores primarios quiralesﬂ que estan etiquetados en base a su dimensién conforme. Ha-
biendo identificado al grupo conforme con las isometrias de AdS, la descripcién del generador de
las dilataciones en ambos lenguajes (y cerca del borde) indica que este pardmetro debe coincidir
con el escaleo en potencias de z: el A de nuestro ejemplo escalar. La conexién principal con las
particulas de la teoria gravitatoria viene dada por las condiciones de contorno: interpretamos a la
insercién de un operador local en el borde como el valor asintético del modo asociado segin

Oa(z) ¢ lim 2 A¢(z, ) (1.19)

a menos de una constante de normalizaciéon. En efecto, esta propuesta satisface trivialmente el
hecho de que una redefinicién = — ¢z produzca una transformacion Oa(z) — (2O ((x) debido a
que ¢ ~ z4. Notemos que una misma masa m estd asociada a dos posibles dimensiones de escaleo
A+. Ademss, reinterpretando la condicién de positividad sobre m? en términos de A obtenemos
exactamente la cota establecida por el requisito de unitariedad sobre las dimensiones conformes en
la teoria conforme.

En el caso particular descripto por Maldacena, podemos identificar uno a uno los operadores
primarios de la CFT (o al menos los estados BPS) y sus descendientes con las distintas torres de
modos presentes en la supergravedad efectiva en AdSs que obtenemos al compactificar la teorfa tipo
IIB en la S° en base a sus propiedades de transformacién frente a la accién de los generadores de
las simetrias descriptas hace algunas paginas. Los casos mas sencillos estan dados por las corrientes
conservadas J* y el tensor de energia-momento T*¥, asociados a los campos de gauge y al gravitén
en el interior, respectivamente.

De hecho, podemos describir brevemente una de las consecuencias importantes de la dualidad.
Sabemos que las dimensiones de escaleo de los operadores de una teoria de campos pueden verse
modificadas por el proceso de renormalizacién. El estudio perturbativo de las masas de los estados
excitados de cuerdas, intrinsecamente masivos en diez dimensiones, y de los estados que simple-
mente adquieren una masa de Kaluza-Klein permite obtener el comportamiento de las dimensiones
anémalas en el régimen en el que el acoplamiento A se vuelve grande.

El Ansatz GKPW

El dltimo paso importante para formalizar lo que entendemos por correspondencia AdS/ CFT
consiste indicar como podemos utilizarla para computar observables. Del lado de la teoria de cam-
pos los observables basicos que generalmente estamos interesados en calcular son las funciones de
correlacion. Poco tiempo después de la publicacion de Maldacena y basado en la identificacién de
estados que acabamos de describir, Gubser, Klebanov y Polyakov y Witten propusieron en |14} |15]
una prescripcién para calcular estos objetos (que para valores grandes de A no pueden ser obtenidos
perturbativamente) en términos de las cantidades de la teoria gravitatoria.

Consideremos una CFT definida por una acciéon Scpr en la que disponemos de un operador
local O. Para definir funciones de correlacién de n-puntos (conexas) de este operador simplemente
necesitamos perturbar la acciéon con un término

Scrt — ScrT + /d433 f(z)O(x), (1.20)

donde f(z) representa una fuente genérica, y tomar sucesivamente n derivadas funcionales con
respecto a f(x) de la funcional generatriz definida por el valor de expectacién

8En el limite planar los operadores més relevantes son los de traza tnica.
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exp [W(f)crr] = (exp </ diz f(m)(?(a:))) (1.21)

segun

0"Werr
0f(x1)...0f(xyn)

Ahora bien, en el caso de un operador escalar O sabemos que tenemos un campo dual ¢ de
masa R™2A(A — 4). Los modos normalizables estén descriptos por la solucién A, , y notamos que
para que tenga sentido la dimensién de escaleo de f debe ser 4 — AL = A_. Por lo tanto,
identificamos a la fuente f(z) con el valor asintético del correspondiente modo no-normalizable, es
decir, la funcién a(x) en (1.18). En contrapartida, el coeficiente b(x) del modo normalizable de la
solucién clasica resulta ser el valor de expectacién del operador, es decir, la funcién de un punto
(correctamente normalizada). Estas condiciones de contorno definen univocamente una solucién
clésica de ¢(f) en el interior: se trata de una perturbacién que se propaga desde el borde generada
por las inserciones de O. La propuesta de GKPW es muy simple: en el limite en que la supergravedad
se vuelve cldsica consiste en identificar esta funcional generatriz con la accién gravitatoria evaluada
en dicha solucion, es decir,

(O(z1) ... 0(zn)) = (1.22)

j=0

Wart(f) = SSUGRA 11B en Adss [0(f)]- (1.23)

En otras palabras, en lenguaje euclideo podemos decir que en términos de la funcién de particién
perturbativa del lado gravitatorio Z1ip tenemos

exp ([ ate 50 ) = Zunlo(1) (1.24)

En la practica, la segunda condicion de contorno simplemente tiene que ver con mantener la con-
sistencia en el origen de AdS.

El ejemplo més simple que podemos analizar es el de la funcién de dos puntos de un operador
escalar primario. Para evaluar la accién de Klein-Gordon en la solucién relevante y expresar el
resultado en funcién de la condicién de contorno ¢(z = 0,x) o f(x) simplemente necesitamos
integrar por partes en la direccién radial. Obtendremos dos términos: una integral sobre todo el
espacio AdS que se anula por las ecuaciones de movimiento y una integral en el borde de la forma
[d*z¢(z,2)0.¢(2,2)|.=0. Si bien no contribuyen a las ecuaciones de movimiento, a la hora de
evaluar la accién es necesario incluir también los términos de borde originales. Al final, obtenemos

0 u f@)f(a’)
Tomando dos derivadas funcionales con respecto a f y evaluando en f = 0 nos deshacemos de los
términos de mayor orden y reconocemos la forma de la funcién de dos puntos

1

(Oa(@)Oa(@))crr ~ m»

(1.26)

que en una CFT estd completamente determinada por la simetria conforme a menos de la norma-
lizacién.
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1.2. Extensiones de la dualidad AdS/CFT

La correspondencia hologréafica entre teorias de campos y teorias de cuerdas constituye una idea
general que se extiende mucho mas alla del ejemplo inicial estudiado por Maldacena. En primer lugar
porque resulta ser valida cualquiera sea la cantidad de dimensiones espacio-tiempo que estemos
considerando: el caso AdS;/CFTy es en sélo un ejemplo particular de las dualidades AdS;41/CFTy
en el contexto de las teorias de cuerdas tipo I, ITA, IIB, y también de la teoria M . En segundo lugar,
porque podemos encontrar nuevas dualidades introduciendo alguna deformacion en las teorias del
caso original. Para esto es necesario entender la modificacion que estamos realizando en ambos
lenguajes para poder realizar exactamente la misma deformacién de ambos lados. En general, las
deformaciones rompen parte de la simetria global y pueden verse del lado de cuerdas a partir de
alguna construccién en base a D-branas. De esta manera se pueden generar teorias que comparten
ciertos aspectos fenomenoldgicos con teorias mas realistas: una menor cantidad de supersimetrias,
algin tipo de ruptura de la simetria conforme y la presencia de materia en la representacién
fundamental del grupo de gauge, entre otros. En muchos casos la geometia resultante se asemeja
sélo asintoticamente a un AdS, de manera que la teoria dual se vuelve conforme solamente en el UV
debido a la introduccién de alguna deformacién relevante (en el IR). En esta seccién describimos
algunos modelos que seran relevantes a lo largo de la tesis.

Cabe resaltar que la dualidad AdS/CFT ha sido utilizada incluso mas alld de los modelos top-
down a los que nos referimos. En efecto, existen diversos modelos botom-up construidos en base a
conexiones entre ciertas teorias de campos y ciertos modelos gravitacionales que no tienen su origen
en la teoria de cuerdas (o al menos no se lo ha descubierto).

Ruptura de la simetria conforme

Tomando como punto de partida la teoria N/ = 4 SYM podemos introducir una perturbacién
anadiendo a la acciéon un término extra. Si el término agregado estd construido a partir de un
operador de dimensiéon A < 4 (o A < d en el caso general) el efecto de la perturbacién se vuelve
importante a bajas energias, y decimos que se trata de una deformacion relevante. La interpretacién
dual es consistente: tenemos un cambio en las condiciones de contorno de los modos correspondientes
a dicho operador, que tienen un comportamiento tipo z3~4, es decir que crecen hacia el interior de
AdS.

Otro camino posible consistiria en comenzar con una dualidad construida en un niimero mayor
de dimensiones, y compactificar algunas de ellas de manera tal de ir rompiendo algunas de las
supersimetrias. En ambos casos, en general es 1til conservar al menos una simetria A/ = 1 para
garantizar la estabilidad de las soluciones correspondientes.

No es nuestro objetivo entrar en detalles con respecto a este tipo de deformaciones no soélo
porque nos llevaria mucho tiempo sino sobretodo porque nuestros cdlculos se desarrollaran princi-
palmente del lado gravitatorio y seran validos de manera general para distintos tipos de modelos.
Nos concentraremos en modelos invariantes de escala (exacta o aproximadamente) por encima de
una escala de energia A. Por debajo de la misma, nuestras teorias serdn confinantes. El ejemplo
més relevante es el de la teorfa definida por Polchinski y Strassler en [24] que preserva N' =1 su-
persimetrias, en la que los campos no masivos son los de una teoria asintéticamente libre mientras
que en una escala m aparecen también modos escalares y fermiénicos masivos. Si A es grande en el
UV, la teoria es aproximadamente conforme hasta escalas similares a m ~ A, mientras que en caso
contrario aparece una regiéon paramétrica con un comportamiento logaritmico (ver figura @

El modelo de [25] exhibe ciertas propiedades cualitativas similares a QCD:

» Tiene un gap de masas del orden de A, que por lo tanto identificaremos con Agcp. Veremos
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anN

Figura 6: El acoplamiento de t Hooft A = N en funcién de la escala de energfa F [2]. Aqui o o< g%;.

esto explicitamente en el cuerpo de la tesis.

= Genera el confinamiento de los campos cargados ante el grupo de gauge. Para comprobarlo
basta con estudiar el comportamiento del Wilson loop rectangular, directamente relacionado
con el potencial quark-antiquark.

= QOtras propiedades en las que no ahondaremos incluyen la existencia de un vértice barionico
[26], las caracteristicas de los instantones, la existencia de condensados, etc.

Concluimos esta seccion destacando otros dos modelos que han sido imporantes en el desarrollo
de las aplicaciones de la dualidad AdS/CFT en este contexto: el de Klebanov y Strassler [27] y el
de Maldacena-Nuniez [28].

Modelos de branas

Nuestro objetivo consiste en utilizar la dualidad AdS/CFT para analizar procesos de dispersién
en teorias que sean lo mas realistas posible. Nos interesa entonces poder analizar la fisica asociada
por ejemplo a los grados de libertad mesénicos. Para incluir materia en la representacion fundamen-
tal del grupo de gauge necesitamos cuerdas abiertas con un unico extremo restringido a moverse
en las D3-branas, de manera que debemos introducir nuevas Dp-branas en el modelo hologréfico
en las que pueda terminar el extremo opuesto. En caso de utilizar un nimero Ny de estos nuevos
objetos superpuestos generaremos ademds una simetria de sabor SU(Ny).

En principio, la presencia de las branas de sabor modificara la geometria, generando una back-
reaction considerable y una solucién de supergravedad distinta. Sin embargo, en el limite Ny < N
podemos interpretar a las branas como objetos de prueba que no afectan la geometria de fondo, es
decir que cumplen un papel similar al de una carga de prueba en una configuracién electromagnética
dada. En consecuencia, simplemente necesitamos encontrar la manera mas conveniente de incluir
la o las branas de prueba en la geometria de fondo. En otras palabras, debemos encontrar la
configuracién que minimiza la accién de Dirac-Born-Infeld (DBI) que describe las fluctuaciones de
bajas energias de las D-branas.

En la seccién siguiente nos concentramos en la descripcién del denominado modelo D3D7 pro-
puesto por Kruczenski, Mateos, Myers y Winters en [29]. Elegimos este modelo en particular porque
las diferencias entre la dualidad original y esta configuracién tienen una interpretacion muy sencilla
tanto desde el punto de vista geométrico como con respecto al contenido de campos, facilitando los
célculos. Sin embargo, la mayoria de los resultados que obtuvimos pueden extenderse a casos més
generales como los modelos D4D8DS8 [30] y D4D6D6 [31] que analizamos explicitamente en [517].
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D3| x X | x b'e - - - - - -

D7 | x| x| x| x| x| x| x| x - -

Tabla 1.1: Configuracién del modelo D3D7.

Seria interesante, ademds, extenderlos a los modelos de branas relacionados con las soluciones de
Klebanov-Strassler y Maldacena-Nuniez [32-35].

Modelo D3D7

Como lo indica su nombre, el modelo D3D7 se contruye introduciendo Ny D7-branas de prueba
en el fondo curvo generado por las NV D3-branas. En la tabla detallamos las direcciones en las
que se acomodan cada uno de los objetos extendidos.

Como vemos, las branas anadidas ocupan las cinco direcciones del AdS, de manera que seguire-
mos teniendo una teoria dual en 4d. Por otro lado, sélamente ocupan tres de las direcciones de la
S5. A la hora de pensar en las fluctuaciones, se deben considerar los modos de las cuerdas abiertas
del tipo 3-7 (y 7-3), cuya masa estara asociada a la separacién entre las D3 y las D7. Desde el punto
de vista de la teoria de campos, esto corresponde a incluir Ny hipermultipletes, preservando una
simetria N’ = 2 en cuatro dimensiones. Estos modos representan quarks dindmicos, y bajo ciertas
condiciones puede verse favorecida la formaciéon de mesones escalares y vectoriales. La funcién 5 de
la teorfa es proporcional a la relacion Ny/N. Para simplificar la notaciéon describimos aqui el caso
Ny =1.

Al estar inmersas en una geometria AdSs x S°, las D7-branas no permaneceran sin curvatura.
La forma que adquieren se obtiene minimizando la parte relevante de la accién DBI, en este caso
asociada simplemente a la hipersuperficie ocupada por las branas. Teniendo en cuenta ademads la
presencia del término topoldgico de Wess-Zumino (WZ), la accién tiene la forma

(2ma’)?

Spr = —M7/d85\/— det [P[glap + (270! )Gapl + w7 /P [A NG AG, (1.27)

donde las £ con a =1, ..., 8 son coordenadas sobre la hoja de mundo de la brana, g es la métrica
inducida, g7 = [(2m)7gsa’*] ™! es su tensién y P denota el pullback de los campos de fondo, definido
por ejemplo en el caso de la métrica como

daM daN
dge dep-
Ademsds, G = dB estd asociado a los campos de gauge sobre la brana, que describen las fluctuaciones
del embedding en las direcciones paralelas a la brana, mientras que las fluctuaciones transversales
corresponden a modos escalares ¢ y x implicitamente contenidas en los pullbacks. Si juntamos la
coordenada radial r con las de la cinco-esfera definiendo coordenadas Y con i = 1,...,6 de manera
tal que |Y| = r y segin

Plglag = gun (1.28)

R2
r2

R2

r2
y separamos a la D7-brana de las D3-branas una distancia L > 0 en el plano (8,9) podemos
comprobar que la configuracién que minimiza la accién esta dada por la geometria

dr® + R?d0? = —_dY - dY, 1.29
5
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2 2 2
2 p°+ L R
dsty; = T (Mudatdx”) + 1 I

donde hemos definido una nueva coordenada radial p? = 72 — L?. Vemos que la D7-brana envuelve

una S% descripta por coordenadas esféricas en el hiperplano (4,5,6,7), lo que rompe el SO(6) de la
teorfa original al subgrupo SO(4) ~ SU(2)1, x SU(2)g. El radio de esta tres-esfera varia con p, y
la brana termina de manera suave en el IR al llegar a p = 0, es decir, r = L. Analizando el limite
opuesto p > L vemos que recuperamos una geometria AdSs x S3. La escala L define la masa de
los quarks mq = L/(2ma’), de manera que en el caso L = 0 estos modos se vuelven no masivos y la
teoria recupera la simetria conforme.

[dp* + p*ds23] | (1.30)

Espectro mesonico

Los mesones corresponden a las fluctuaciones escalares y vectoriales que nombramos en la seccién
anterior. Mas precisamente, podemos elegir que los primeros estén asociados a las fluctuaciones de
la D7-brana en las direcciones Y segiin

Y® = (2ra)x, YO = L + (2nd/) . (1.31)
De esta manera, podemos utilizar 72 = p? 4+ (L + 2ma/p)? + (27a’x)? y la expansién matricial
genérica’]

5"~ gnlmom)+em-m-m
1 1 1 1
—I—(38m4—|—32( )2—3—2m2(m m)+ﬁm(m-m-m)
1
—gm-m-m m)} , (1.32)

con
m=mg = M“ﬁma,g , m? = (]\40‘57naﬂ)2 , m-m = mgmg = M’BVMO“Sma/@mW;. (1.33)

para expandir la accién al orden cuadratico. Obtenemos entonces la siguiente expresiéon para el
Lagrangiano asociado a la propagacién de las fluctuaciones:

=
oo

1
Ly = —pr/=g [2m<2> _

.

Y BX@) Ll (;]

1 R? 1
= —M7(27TO/)2\/ -9 [QMQW (0005 + OaxIpX) — ZGaﬁGaﬁ : (1.34)
Las ecuaciones de movimiento son de la forma
P3 B
(07 - J—
aa <p2 + L2g 86¢> =0 ) ® = @, X, (135)

9Escribimos aqui algunos términos de orden superior que serdn necesarios para el estudio de las interacciones.
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para los mesones escalares, y

2 2

Da (\/TgGaﬁ) - WeﬁﬂfajBk ~0, (1.36)
para los vectoriales. Notamos que el segundo término de proviene del término de W%, y estd
presente solamente cuando $ corresponde a una coordenada de la S3. Puede verse que cuando el
acoplamiento de 't Hooft es grande, la energia que une los pares quark-antiquark es muy parecida
a la suma de sus masas, de manera tal que los mesones son mucho mas livianos que los quarks.
La perspectiva geométrica provee una manera muy clara de visualizar este efecto: dos cuerdas
extendidas entre las D3 y las D7 y orientadas en sentidos opuestos se unen, formando un modo 7-7
mucho mas liviano.

La forma exacta de las soluciones puede encontrarse en [29]. En este trabajo, estaremos intere-
sados en la forma de las soluciones normalizables en la regién cercana al borde conforme. Para los

modos escalares, las expresiones correspondientes estan dadas por

W (21, 2, 02) ~ eFT2da_o(k2)Y(2) (1.37)

con k el momento en las direcciones planas y Y'(§23) los arménicos esféricos escalares sobre la S3.
Para los modos vectoriales, en cambio, encontramos tres tipos de soluciones:

tipo I : B,=0, B,=0, Bi=di(p)e** Y} *=(02), (1.38)
tipo I : B, =(, ¢rr(p) € YY(RQ), k-¢(=0, B,=0, B;=0, (1.39)
tipo Il : B, =0, B,=¢r(p) e** Y Q), B = drr(p) e V,.YH(2). (1.40)

Yil’il(ﬁ) y V;Y!(£2) son los arménicos esféricos vectoriales. La dependencia radial asintética de los

modos I y IIT estda dada por

Ja—o(ME2) Ja—o(ME) L9,(pPb111(p))

7' (p) ~ ——=, dmi(p) ~ Tp, or11(p) = £ 10 +2)

; (1.41)

Los modos del tipo II tienen soluciones equivalentes a las de los vectores en AdS5 y son los tinicos
que tienen carédcter vectorial en la teorfa efectiva luego de compactificar sobre la S3. Por lo tanto,
son los que identificaremos con los mesones vectoriales.



Capitulo 2

Conceptos basicos sobre DIS

El proceso o conjunto de procesos cominmente agrupados bajo el nombre de dispersion ineldsti-
ca profunda (en inglés deep inelastic scattering, o DIS) han sido estudiados extensamente durante
las dltimas décadas. El objetivo de los andlisis tedricos asi como experimentales y fenomenolégicos
al respecto consiste en describir la estructura interna de los hadrones, cuyas caracteristicas son por
definicién no perturbativas pues estdn asociadas a la fisica en la escala del confinamiento de los
grados de libertad de color. Aun asi, el analisis del proceso desde la perspectiva de la teoria cudntica
de campos permite obtener una serie de resultados bésicos pero importantes. En este capitulo, y
siguiendo principalmente [36], describimos la cinemética y la dindmica bésica del DIS junto con
algunas conclusiones que son importantes para la lectura e interpretacion de los resultados de esta
tesis.

2.1. Cinematica

Como puede verse esquematizado en la figura[l] en el DIS un haz de leptones | de momento k
incide sobre un blanco hadrénico h (generalmente protones o neutrones) de momento P y masaE]
P? = —M?. En concreto, las masas hadrénicas son estimativamente del orden de la escala de
confinamiento, esto es, M ~ Agcp en el caso de QCD. La interaccién es mediada por el intercambio
de un fotén virtual de momento g emitido por el leptén, que es absorbido por el hadrén, generando
un estado final X. Por otro lado, en un contexto méas general que llamaremos electro-weak DIS o
EW-DIS, puede considerarse la situacién en la que la particula emitida es un bosén W=*. Como
veremos mas adelante, el hecho de que las interacciones débiles violen paridad genera la aparicién
de nuevas contribuciones a la seccién eficaz.

En el contexto de QCD, la dispersién se dice eldstica si X coincide con el hadrén inicial,
mientras que el DIS se da cuando el fotén virtual es lo suficientemente energético como para que h
se fragmente en diferentes particulas. En general, este proceso se analiza de manera inclusiva: sin
analizar el estado X y sumando sobre los posibles estados finales. Ademas de los invariantes P2,
¢*> v la masa del leptén, las magnitudes asociadas a la descripcién de la amplitud de dispersién
asociada suelen expresarse en términos del denominado parametro de Bjorken x, definido segin

2

—-q
<zx<l1. 2.1
2P -q’ O<zs (2.1)

Es interesante resaltar que en el modelo de partones (en el que los hadrones se modelan en términos
de sus constituyentes o quarks pensados como particulas elementales libres) el parametro de Bjorken

!Notar que trabajamos con la signatura (—, +, +, +).

17



18 CAPITULO 2. CONCEPTOS BASICOS SOBRE DIS

esta asociado a la probabilidad de encontrar un partén con una fraccion x del momento total del
hadrén, P. Notemos que podemos considerar a la segunda desigualdad como estricta dado que
x = 1 corresponde al caso elastico. Puede decirse que el DIS ocurre cuando tomamos el limite de
g grande manteniendo x fijo. Finalmente, a la hora de escribir la seccién eficaz también resulta
util definir y = P - ¢/P - k (donde nuevamente tenemos 0 < y < 1), que parametriza la pérdida
de energia del leptén, y notar que el dngulo de dispersién 6 con respecto a la direccién del haz
de leptones es aproximadamente proporcional a M/q, con ¢ = \/—¢?, de manera que resulta ser
considerablemente pequenio. La seccién eficaz diferencial puede entonces escribirse como

d*c B et
dedydp  16m2q

donde ¢ es el dngulo azimutal y e es la carga del electrén (o la carga del leptén correspondiente en
un caso mas general), mientras que I*¥ y WH se conocen como tensor lepténico y tensor hadrénico,
respectivamente. El primero codifica la interaccién electromagnética asociada a la emision del fotén
virtual, y por lo tanto puede definirse en el régimen perturbativo de la electrodindmica cudntica
(pQED) sin inconvenientes:

Ty W, (2.2)

1" > (K il 0)]k, s1) (k. silf (0)[K, 7)

!
S

= Y _a(k, sy ulk, s)u(k’, sy u(k’, sp),

I
31

con jl“ la corriente electromagnética del leptén cargado. Definiendo los vectores de espin para
particulas de espin 1/2 segin

s = Sk, sy ulk, s1), (2.3)

1
2
y utilizando las identidades

u(k, s))u(k, s;) = %(% +m)(L+74)/mi, > ulk, sk, s) = k+my, K =mj, (2.4)

St

y despreciando ml2 obtenemos
I =16 + Ugym = 2 (k;“k:”’ + KPR — kK — is“”p”qp(sl)g) . (2.5)

El tensor hadrénico contiene la informacion asociada a la interaccion entre el fotéon virtual y el
estado hadrénico incidente, de manera que no puede ser descripto perturbativamente. Su definicién
formal viene dada por

WH = z’/d4x U P, S|[JH(x), JV(0)]|P, S) = i(P,S|[J"(q), J"(0)]|P, S) (2.6)

con S el vector de espin del estado hadrénico inicial, mientras que extendiendo la definicién a dos
estados hadrénicos distintos y caracterizando al estado de polarizacién més general mediante una
matriz de densidad pp, (que depende linealmente de S) también podemos escribir

WH (P, q,S) = Tr (ppWH). (2.7)
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Si bien en general las propiedades de los estados hadrénicos no pueden estudiarse en detalle analiti-
camente cuando el acoplamiento es fuerte, describimos a continuacién algunas consideraciones ba-
sadas principalmente en las simetrias del problema que permiten imponer condiciones sobre W
y parametrizar nuestra ignorancia de una manera mas practica.

= Las interacciones fuertes son invariantes ante cambios en la paridad. El hecho de que los
vectores transformen segin v — vp = (v°, —7) y los pseudo-vectores como S no reaccionen de
la misma manera implica que WH# sea invariante ante paridad. Definiendo convenientemente

L\ M
la aplicacion del operador de paridad a los indices de Lorentz a través de v#F = (Pv) = +o#

con el signo positivo para up = 0 y el negativo para up = 1,2, 3, podemos caracterizar esta
propiedad mediante la identidad

W (P,q,S) = WP (Pp, qp, Sp). (2.8)

Cabe aclarar que esta propiedad deja de cumplirse en el contexto de interacciones o teorias
en general que no preservan paridad, como por ejemplo en el EW-DIS.

» De la misma manera, la invariancia ante inversién temporal (con ¢ — gr = (¢, —q), * —
vr = (—2°,7) y S — Sy = (S°, —5},)) puede expresarse en una notacién similar a través de

WH(P,q,S) = W (Pr, qr, St)", (2.9)

Vemos que parece la conjugacion en el lado derecho, como era de esperarse debido a la
antiunitariedad del operador asociado.

= Por otro lado, la propiedad de hermiticidad de las corrientes y de la matriz de densidad
implica que

W (P, q,S) = WY(P,q,S)", (2.10)

= Ademads, a partir de la definicién del tensor hadrénico vemos que intercambiar los indices
y cambiar de signo el momento ¢ es equivalente a intercambiar los fotones entrantes por
salientes, de manera que resulta valida la siguiente identidad, estrechamente relacionada con
el concepto de crossing symmetry:

W (P,q,8) = —W""(P,—q, S). (2.11)

= Finalmente, la conservacién de las corrientes se traduce en

quWH (P, q,8) = q WH (P,q,S5) = 0. (2.12)

= Por ultimo, es importante notar que WH” sélo puede depender linealmente de S. Esto es
particularmente claro en el lenguaje de la matriz de densidad: la tinica dependencia aparece
a través de los factores de S presentes en los elementos de matriz de py,

Todas estas propiedades restringen la estructura hadrénica més general posible del tensor WH¥,
construida en base a los vectores y tensores disponibles: n*¥, P* y ¢*, junto con el pseudo-tensor de
Levi-Civita e#*P? y el vector de espin y la polarizacion asociados al hadrén. Los grados de libertad
que no quedan determinados pueden codificarse en una serie de funciones escalares denominadas
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funciones de estructura que tinicamente pueden depender de x y de ¢? (o més precisamente
de su relacién con la escala de confinamiento, que denominaremos genéricamente A). Por ejemplo,
para blancos escalares queda reducido a

2 e 9 2 “w v
q qaq Zz q q q
W = F; — HY — — F P# PY+—. 2.1
v 1(:[;,/12)(77 (JQ)Jrq2 2( /12>< +2>< +2~’E> 213

Sin embargo, gracias a las propiedades y a que el " satisface identidades andlogas, es posible
omitir los términos proporcionales a ¢g* sin perder informacion.

A continuacién presentamos el tensor hadrénico més general posible para blancos de espin
s=0,8=1/2y s =1, que a lo largo de este trabajo estardn asociados a glueballs y mesones
escalares, glueballinos y hadrones fermidnicos (bariones), y mesones vectoriales, respectivamente.
Descomponiendo segtn las propiedades de simetria

WH = WE 4+ iWiim (2.14)
y omitiendo la dependencia de las funciones de estructura obtenemos
WhY = Fin ! F, PEPY W, ! F3eP%q,P, 2.1
sym|8=0_ 1 _ﬂ 2 asym|5 0= 2P-q 3¢ dplo, (2.15)

para los escalares y [37]

v Sq v 1 v
Whimls=1/2 = WS@’fn!szo—W(gnggQP“P “3p g g3 (PHS” +S'P"),  (2.16)

v v 1 vpo o S-
Walfsym|5:1/2 = Wgsym‘szo_ P-qeu r dp |:915 + 92 <S P. qP >:| (217)

para los fermiones. Notemos que las funciones F3, g3, g4 y g5 s6lo estan presentes si se desestima la
identidad . Finalmente, para los blancos vectoriales omitimos nuevos términos asociados a la
violacién de paridad, e incluimos el vector de polarizacién ¢*, que cumple las condiciones P-{ =0
y (- (* = M? y cuya relacién con S viene dada por

SH — #el‘”ﬂ“gyg;Pg. (2.18)

En este contexto sélo aparecen nuevos términos en la parte simétrica del tensor WH#” mas general,
que en este caso se escribe convencionalmente de la siguiente manera [38]:

1%

pv v
Wsym |s=0 + Wsym|s=1/2

1 1 1
BT = Zhas ) = Sy —ut) = Shy(s" — ), (2.19)

ym|5 1

donde

1 1
Tuv W <Q'C*Q'C—(P'Q)2’%> N

S (P2q)(q Ca- ¢~ 5 (Pa)? )PP

1
t -
" 2(P q)?

2
* * 2
P q <Cp,<l/ + CVCM - gM Ny — SP;LPV>

(q CPMCV+q CPVCM+Q CPMCy+q CPVCH 4(P Q)PP)

con & =1 —422P2?/q? ~ 1 en el régimen que nos interesa.
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2.2. Modelo de partones y relaciones de Callan-Gross

Los estados hadrénicos como los bariones o los distintos mesones son objetos que surgen debido
al fenémeno de confinamiento. Si bien no se sabe cémo decribirlos analiticamente y desde primeros
principios, existen algunos modelos efectivos que resultan ser muy utiles. El ejemplo que conside-
raremos en esta seccion es el modelo de partones, propuesto por Feynman en 1969 para estudiar
procesos de dispersion altamente energéticos, y basado en el concepto de libertad asintética.

La idea es simple: consiste en pensar en los hadrones como formados por objetos puntuales
(partones) que se comportan en los choques aproximadamente como si fuesen libres (ademéds de
estar on-shell). Si esta aproximacién es valida, permite calcular la amplitud de dispersién como
una suma de amplitudes en las que el hadrén entrante es reemplazado por quarks o gluones libres.
De esta manera, las funciones de estructura se reinterpretan en base a funciones de distribucién
de los distintos tipos de partones que puedan llevar alguna fracciéon del momento y la energia del
hadrén total.

A primer orden en la teoria de perturbaciones, tendrd lugar una tnica interaccién entre algin
parton y el foton virtual de momento ¢. Supongamos que consideramos un partén con una fraccién
del momento total £P, con 0 < £ < 1. En ese caso, la amplitud incluird un factor de la forma

5 [(6P +q—px)?] 6W(EP +q—px) = 3 g’ (& —2)6W(EP +q — px) (2.20)

asociado por un lado a la conservacién del momento total y por otro a que el parton estd en un
estado on-shell. En el dltimo paso hemos supuesto que la dispersién entre el partén y el fotén
virtual es elastico, de manera que la masa del partén saliente es despreciable, tal como lo era la
del entrante. De esta manera, podemos interpretar al pardmetro de Bjorken x como la fraccién de
momento que lleva el parton que participa de la interaccién. Mas atun, considerando la interaccion
con un partén libre de carga Q y adaptando el andlisis cinemético que realizamos anteriormente,
puede verse que las funciones de estructura resultantes (promediando el espin del blanco) son de la
forma

2

Fi(e) = 266 —a) , Pofa) = Q¢o(¢ — ). (2.21)

Ahora bien, para dar un ejemplo, consideremos un protén formado por distintos quarks y
antiquarks de manera tal que ¢1(§),q-(£),q.(§) v g_(&) son las probabilidades de encontrar un
partén del tipo adecuado (con la carga positiva o negativa indicada por el +) con una fraccién de
momento z. En este contexto, y considerando , las funciones de estructura totales consistiran
en una suma sobre los distintos partones con sus respectivas cargas, mientras que las funciones de
distribucién quedardn evaluadas en x. Si hubiésemos considerado blancos polarizados, apareceria
por ejemplo la funcién g; en términos de g4 () —q—(z) y un término andlogo para las antiparticulas.

Una de las consecuencias esenciales de este andlisis es la denominada relacion de Callan-Gross:

Fy(z) = 2zFy(x). (2.22)

Esta relacién serd valida siempre que consideremos hadrones compuestos exclusivamente por particu-
las de espin 1/2. Por lo tanto, las posibles desviaciones permitirdn extraer conclusiones sobre la
estructura interna de los hadrones en QCD o de sus andlogos en otros modelos.

2.3. Secciones eficaces de dispersion

Esta tesis consiste en el desarrollo y la descripcién de los métodos y resultados que se obtienen
a la hora de estudiar el DIS desde un punto de vista holografico, y los objetos de interés son
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concretamente las funciones de estructura. Una vez obtenida la descomposicién del tensor hadrénico
més general (hasta espin 1), es conveniente rescribir la seccién en términos es dichas variables y
analizar las diferentes posibilidades en términos de polarizaciones para poder hacer contacto con la
fenomenologia (7} 136].

Elegimos un sistema de referencia en el que el momento del leptén incidente pueda escribirse
como k¥ = (F,0,0, F). Reemplazando en por ejemplo para las contribuciones asociadas a F}
y Fy obtenemog?|

d’o e! AME
mm,@ = 1672 4ylsym W lpm = ey [zy*Fi + (1 —y) ], (2.23)

mientras que a partir de g; y g2 (v para el DIS electromagnético) surge

d20' 64 svm
mbl’g? - Wylsymvvy 91,92 (2.24)
'ME [ 5[, S-si, (a-S)(a-s)
= — 172
An2q! {y [mP-qu (P-q)? }gﬁ
S-si (q-S)(g-s1)
211> _ .

La contribucién de los términos exclusivamente vectoriales es mas extensa debido a que necesi-
tamos calcular las contracciones

lgzl/lm wo sym ,u, ) lsg:/mtlw ) ls;m
Para simplificar la notacién, definimos un producto interno (-, ) dado por
(k1-C*)(k2- Q) + c.c.
(P-q)? ’

(k1ka) (2.25)

3
2

donde c.c. indica la conjucacion compleja. Este producto es bilineal y simétrico. Obtenemos entonces

vy v = [2(KMKY 4 KR — 29k - k’]mlq)2<q-é“* q-¢— ;(P-q?)mu

= —g(k'k’) [(qq) — 1]

= SMEayl(aq) - 1], (226)
s = PR 100 =2k K] (46 g C LP 0 B,

_ A[2AP-k)(P-K)  PXE-K) B

B 3[ P-q) P-4 }“q‘” !

- SuE {qq) — 1] [1 —1+ nyt} (2.27)

3 y ’

2Estos resultados son vélidos en la aproximacién & =~ 1.
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1

B b = 206K 4+ KR — 20k - k’]w X
[— S(P-a)PB, + ((q VBl + o) + c.c.)}
= o 3@k P) + Sk (- P)
_ %ME [2 <; 14 nyt> gk} — (gk)(1 — y)] , (2.28)
y
it = ROK 4 RK9) 20K K)o G+ G60) = 300 3PP
:[&Mm®2%ﬁf}gw%;w%w”@;ﬂ%m
= gME [—y(kk’> + (; - 1) + 2x2yt] : (2.29)

de donde obtenemos una contribucién de la forma

MEe*
1272¢4

2
+[(1 =) (gq) — y*(kk) + y*(ak)] bs + % (2~ y) (ga) +y(=2+y){ak)] b4 + O (qu ) } '

{blxy2uqq>——1]+»1

5 [(2 = 3y){aa) + y(2 = 3y)(ak) + 2 (kk) — 6(1 — )] by

Ahora, en el limite \/P?/q? < 1 podemos relacionar las expresiones (qq), (qk), y (kk), ya que resulta
vélida la identidad g—ﬁ = % Luego, en el sistema en el que el hadrén esta en reposo tenemos

1) ooy e I 0
MZ(q0)2 - M2q0E T M2E2?’
o 1" _ (@R R kHEY
( )2 CMCZ/ - WCMQJ - ( )QC,UCya
(¢-¢)g-Q+ee.  (P-q)3(q-C)k-Q+ce  (P-q)?3(k-CF)(k-Q) +cc
2 (P q)? - (Prk)2 (P q)? ~(Prk)?2 (P q)? ’
y por ende

(qq) = ylak) = y>(kk) .

Por lo tanto, en este régimen la parte de la seccion eficaz diferencial asociada a las funciones de
estructura b; con 7 = 1,2, 3,4 se reduce a

d?o et sym MEe*
m| = T6n2g1 U Wi o, =~ P32 c((qq) = 1) [brwy® + ba(1—y)] . (2.30)

Notemos que las contribuciones asociadas a b3 y by resultan subdominantes en este régimen a pesar
de que dichas funciones de estructura no sean necesariamente despreciables.
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Polarizaciones del blanco hadronico

En este apartado calculamos el factor adimensional

_3(g-¢)g- Q) +ee ., q'g”
A R R 0

5 CuC s (2.31)

para diferentes polarizaciones del hadrén incidente con el objetivo de obtener las secciones eficaces
diferenciales de los casos particulares de DIS que son relevantes experimental y fenomenolégicamente
hablando: el caso no polarizado, el caso de polarizacién longitudinal y el caso de polarizacion
transversal. También analizamos el caso de las polarizaciones parciales. En todos los casos el eje
longitudinal (Z) se define a partir de la componente espacial del momento k del leptén, es decir la
direccién del haz lepténico.

Blancos no polarizados

Para describir hadrones no polarizados es necesario sumar sobre todas las posibles polarizacio-
nes, obteniéndose

— 1
C/LC: = g(nul/M2 + P/J,Pl/) . (232)

Por lo tanto,

(49)unpol = (4q) = P .1q)2 [M?*¢*+(P-q)?]=1-4da’t=r~1, (2.33)

de manera que obtenemos una contribucién nula para las funciones de estructura b;, como era de
esperarse [38]. En particular, para leptones polarizados longitudinalmente tenemos s; = Hjk with
H; = +1, donde el signo estd asociado a helicidades positivas y negativas, respectivamente. En este
caso concluimos que

do M Ee* 9
drdydp  4dnig lr" A+ (L -y)ba}

Blancos polarizados longitudinalmente

Ahora, consideramos el caso en que los hadrones estan polarizados paralelamente al haz leptonico
incidente. En consecuencia, podemos tomar

M
— —(0,1,iH,,0) — s =Hy,M?, 2.34
(L \/5( hy0) h (2.34)
donde Hyp =1 (Hj, = —1) indica que polarizacién paralela (antiparalela) a la del leptén. Se deducen

entonces las siguientes expresiones:

_ ME/Sing eith) :

(¢-C) = 7
. M?E"?sin?0  ¢*M?
@) = TEIE_ MG )y,
1
(qq)Lp = 3 M?E"?sin*0 = —62%t[(1 — y) + tz*y?] ~ 0, (2.35)

2(P-q)?
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En este caso el factor (qq) — 1 solamente aporta un signo. En particular, para un haz de leptones
longitudinalmente polarizados obtenemos

dedydp —  4Anlg¢?

do MEe! {xy2 I:Fl _ 14 +(1-vy) {FQ - 1b2} — HiHp(2 — y)yzgr + O(t)} :

3 3
(2.36)

Blancos polarizados transversalmente

Dado que el sistema que estamos considerando tiene simetria azimutal, podemos elegir cualquier
polarizacién hadrénica en el plano (Z,¢) sin pérdida de generalidad. Aqui elegimos el eje &, lo que
equivale a tomar

M
= SEO0LIM) =M = 1. 231
En este caso,
M2 (1-y) )
(q-¢r) = % — 22y? sing + iHp ———i—xy)
M| A=y iHp,
= GV |
x M 1 L
(¢-¢r)g-Cr) = 20 |12 t(1 — y)sin d)] ,
31 M1 )
= o555 |75 —t1l—y)si
(gq)rp 2P -q)? 2 {4:62 (1 —y)sin qﬁ}
1
= 62 [43:2 —t(1— y)sin2¢} ~ g , (2.38)

por lo que (qq) — 1 =~ % En particular, para un haz de leptones longitudinalmente polarizados

obtenemos
do MEe* [ 1 1
= Fi+ = 1—y) |+ =

drdyds  drigl {xy [ 1+6’bl} * y){ 2+6b2}

FH HR 22 —E/T — y(yg1 + 292) cos¢} . (2.39)

Blancos parcialmente polarizados

Los términos asociados a las funciones de estructura b; en la ecuacién (2.30)) y en particular el
factor (gq) — 1 se pueden escribir de manera més general:
et M Ee*

v WSb

— pr— . 2 —_— —_—
167244 Y toym ™V 2\/§7r2q4 Tr(p-Xg) [hizy” +ba(1 —y)| + O (V—t) . (2.40)

donde \g = % diag(1,1,—2) y p es la matriz de densidad de espin 1 que incluye la posibilidad de
considerar una produccién estadistica para los blancos. Notemos que

Tr(p- As) = 2) 4 (92) - 282 + 3(5.)] - (2.41)

1
7[<
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Las situaciones que describirmos en las secciones anteriores surgen como casos particulares. En
efecto, con las mismas convenciones tenemos pynpo = (1/3) diag(1,1,1) y

L HE 0 0 1 2 H2 0 —2+43H%
oL =5 0 2(1—H?) 0 |; pyrp= 1 0 2H%, 0 (2.42)
0 0 H? —-2+3H2 0 2 — H?

donde Hy y Hr corresponden a las fracciones longitudinal y transversalmente polarizadas, respec-

tivamente. En este contexto, H? = 1 representa el caso totalmente polarizado mientras que H? = %

decribe al hadrén no polarizado. Identificamos entonces

(@@)prp = -3 <§ - H%) (qq)p + 3 (1 — H}) (4q)unpol - (2.43)
(¢@)prp = -3 <§ - H%) (gq)rp + 3 (1 — H7) (4q)unpol » (2.44)

donde el subindice p indica polarizacién parcial. Por lo tanto, las secciones eficaces diferenciales
correspondientes pueden escribirse

et w oose  MEet (2 ) =
1672¢% Y lsymWo = i \3 - H; [blccy + ba(1 — y)] +0 ( —t) 7 (2.45)
para polarizacion longitudinal parcial, y
4 4
€ v Sb MZFEe 9 2 9
Tom2gi ¥ bW = 5553 <HT =3 ) [baay® +ba(1 = )] + O (V). (2.46)

para polarizacion transversal parcial.
Estas expresiones conducen a los resultados finales, que generalizan las expresiones obtenidas
anteriormente:

do MEe* 2 2
dz dy 4o = prep {xy2 {Fl + <3 — H%) bl} + (1 —v) {Fg + <3 — H%) b2}

—HHp(2 —y)yzg1}, (2.47)

do MEe* [ 11, 11,
- Fi— (B )b +(1—y) B (:—ZH2)b
dedydd ~—  dnPqt {”““y [1 <3 2 T> 1}” y)[ ? (3 2 T) 2}
FH HR 22 —E/T — y(yg1 + 2g2) cos ¢} . (2.48)

Hemos considerado haces de leptones longitudinalmente polarizados en ambos casos. Ademads, vale
la pena resaltar que si suponemos que se satisfacen exactamente las relaciones de Callan-Gross
Fy(x) = 2xFy(x) y ba(x) = 22b; (z) recuperamos los resultados de [38].

2.4. Relacion con la dispersion de Compton

En la teoria cuantica de campos interactuante, la denominada matriz S describe la amplitud de
dispersion entre un estado inicial |i) y un estado final | f), ambos asintéticamente libres. En general,
esta matriz se descompone separando la identidad, asociada a la preservacién del estado inicial,
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a través de S = 1 4 7', de manera que el elemento de matriz de T entre dos estados asintéticos
distintos |7) y | f) viene dado por

GITIf) = (2m) '8 (Z o — me> M (ki = prm) (2.49)
mes mes

donde hemos separado la delta de Dirac asociada a la conservacién de momento de la amplitud
de probabilidad de dispersiéon, M, que no tiene por qué ser real, pero a partir de cuyo médulo
cuadrado permite construir la seccion eficaz diferencial. Ahora bien, como podemos pensar en la
matriz S como un operador de evolucién temporal asociado al Hamiltoniano (incluyendo la parte
de interaccién), que tiene que ser hermitico, es necesario se trate de una matriz unitaria, es decir
que cumpla STS = 1. Por lo tanto, obtenemos la identidad matricial

— (T - TT> = 7', (2.50)

v luego evaluando el elemento de matriz entre dos estados, insertando una identidad o suma de
estados entre las dos matrices del lado derecho, y suponiendo que M;_,; = /\/l} _,; vemos que en
términos de las probabilidades de transicién tenemos esquematicamente

2Im [Mig] = > Mo MG (2m)4 (6 — k) =Y [Misk*(2m)* (i — k), (2.51)
k k

donde la dltima igualdad vale solamente si el estado inicial y el final Coincideﬂﬂ

En QFT pertutbativa, la matriz S viene definida por las reglas de Feynman. Dado un proceso
en particular, puede pensarse en M(s) como funcién de variable de Mandelstam s asociada al
cuadrado de la energia en el sistema CM (que es un invariante de Lorentz). En el caso del DIS
tendremos s = —(P + ¢)?. Cuando la energia no es suficiente como para crear una particula nueva
en el proceso, la funcién es analitica, y luego puede extenderse analiticamente a (casi) todo el
plano complejo. Si la condicién anterior puede caracterizarse mediante s < sy para alguna escala
Sp, vemos que aparece un corte o branch cut en la extensiéon para el eje real a partir de s > sg.
Entonces, la discontinuidad en el corte viene dada por

Disc [M(s)] = 2iIm [M(s + i€)] . (2.52)

Las discontinuidades o partes imaginarias aparecen en los diagramas de Feynman exclusivamente
cuando alguno o varios de los propagadores internos pasan a estar on-shell, y en términos concretos
se pueden calcular simplemente reemplazando dichos propagadores genéricamente por las deltas de
Dirac asociadas a dicha condicion. Por ejemplo para el de una particula interna escalar de masa m
y momento p tenemos

1

De esta manera, tenemos un conjunto de reglas muy simple para calcular la parte imaginaria de
un dado diagrama, conocido como reglas de Cutkosky:

1. Cortamos el diagrama de todas las formas posibles en las que todos los propagadores afectados
pueden estar on-shell simultdneamente.

2. Reemplazamos todos estos propagadores segin (2.53)) en el célculo de la amplitud.

3Este caso se conoce como forward scattering.
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3. Sumamos todas las contribuciones.

Este procedimiento resulta valido a todo orden en teoria de perturbaciones y permite demostrar la
validez del teorema éptico en ese contexto.

En este trabajo nos interesa en particular la relaciéon que establece el teorema éptico entre el DIS
y otro proceso, denominado forward Compton scattering (FCS), que es el que podremos describir
hologréficamente. En el FCS, por ejemplo, se estudia el proceso v+ h — v+ h (donde ~ representa
un fotén y A un hadrén) segin el esquema de la figura

r P

Figura 7: Esquema del proceso de FCS.

Como puede verse en dicha figura, el estado inicial es idéntico a la parte del DIS a partir de
la cual definimos el tensor hadrénico WH¥. Como los estados salientes del DIS tienen que estar
on-shell, la relacién entre ambos procesos viene dada por el teorema O6ptico y puede pensarse
esquematicamente como se indica en la figura

b

2Im

Figura 8: Relacién esquemiética entre el DIS y el FCS a partir del teorema 6ptico.

En efecto, la seccién eficaz del FCS puede calcularse a partir de un nuevo tensor denominado
TH cuyos elementos de matriz son muy similares a los de ([2.6)):

T = / e P, BT (JH(2) 7% (0)) | P, ), (2.54)

donde el conmutador de las corrientes se ve reemplazado por el producto temporalmente ordenado.
Analizando la cinemdtica y las simetrias andlogamente al caso del tensor hadrénico, podemos
obtener una descomposicién tensorial del T#” idéntica, en la cual los grados de libertad quedan
codificados en unas nuevas funciones de estructura que llamaremos Fj, §; y b;. Concretamente, la
relacion entre estas funciones de estructura y las del tensor WH” es la siguiente:

Fi(z,¢*) = 2rIm [Fl(az, q2)] , (2.55)

y analogamente para las funciones g; y b;. Cabe aclarar que la parte imaginaria que aparece en
la ecuacion (2.55)) puede pensarse en consonancia con lo que dijimos anteriormente a partir de la
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extension analitica de las funciones en términos de la variable w = 1/x y sus discontinuidades en
los semiejes reales asociados a la regién fisicamente relevante 1 < |w| < 0.

Teniendo en cuenta las reglas de Cutkovsky aplicadas al caso del FCS, podemos obtener una ex-
presién para la parte imaginaria del tensor asociado que sera 1til méas adelante. En efecto, pensando
en los cortes como en la insercion de una identidad en el espacio de estados on-shell y concentrando-
nos de momento en el caso de los estados de una particula que llamaremos X, la identidad
reescrita en términos de T resulta ser

I (T) = = 3 (P.h|J"(0)|X, Px)(X, Px|.J*(q)| P, h) (2.56)
X,Px
— 222" 6(M% + (P4 9)°)(P. kT (0)| X, P+ q)(X. P + gl J*(0)| P, ),
X

donde la sumatoria del primer renglén indica una integral sobre todos los posibles momentos inter-
medios Px y posibles estados on-shell X, cada uno con su respectiva masa Mx. La relacion entre
los elementos de matriz viene dada por

(X, Px|J*(q)|P, h) = (2n)*6™ (Px — (P + q))(X, P + q|J"(0)|P, h). (2.57)

Para ser precisos, este tipo de expresiones son las que obtendremos mediante la utilizacién de los
métodos holograficos. De hecho, nuestro estudio de correcciones en la expansiéon 1/N nos llevara a
considerar estados intermedios de dos particulas, cuyos momentos llamaremos p’ y ¢’. En ese caso,
un analisis similar al anterior lleva a

Im(T") = = Z <P,h|J”(0)|X1,X2><X1,ngj“(q)]P,h) (2.58)
X1,p',X2,q

d3p’ d3q/ 5
=Ty v Z
1,42

d4q/
= 4n® Y /(2W)45(M12+Q’2)5(M22+(P+q—Q’)2)|<P,h|J“(0)P,h>|2,
X1,Xo

donde la expresién cuadratica del final no es mas que un abuso de notacién.

Existen otras ventajas asociadas a estas relacién entre el DIS y el FCS mas alla del uso concreto
que le daremos en el contexto de esta tesis y con el objetivo de implementar un estudio hologréfico
del primero de estos procesos. Esto es porque la dispersiéon de Compton suele analizarse en términos
de las denominadas amplitudes de helicidad, en las que se eligen condiciones de helicidad bien
definidas para los estados iniciales y finales. Existen algunas condiciones que estas amplitudes
deben satisfacer, como por ejemplo que si tomamos v, + hg — Y + hg/, que denominaremos
A(h,H,I', H'), la conservacién del momento angular implica que las amplitudes no nulas deberan
cumplir h + H = b/ + H'. Es por esto que no son todas independientes. Por ejemplo, para el caso
de blacos de espin 1/2 (y sin violacién de paridad) sélo hay cuatro amplitudes independientes, que
permiten darle un significado fisico a ciertas combinaciones de las funciones de estructura:

A(+7T7 +7T) = Fl - g~1 y 'A<+7\J/7 +7\L) = Fl + g~17 (259)

Iz
A(0,1,0,1) = zx;ﬁ

’ A(+a\l/a0a/r) = 2\/55 (gl +§2)
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Finalmente, para poder interpretar nuestros resultados para blancos dados por mesones vectoriales,
también escribimos las férmulas anédlogas considerando las definiciones de [38], donde a3 = ba/3 —bs
y ag = by /3 — by:

1 —422)b xt
Ay pr = - (3)1 53 01— 47%tgo
b
~ Fy— 31 - g1, (2.60)
2(1 —42%t)by  2at
A+0,+0 = F1+(:3)1+303
2b
~ I+ ?1 : (2.61)
1 — 422t
Apoor = V=t [22(91+ g2) + % + W]
~ V=t [22(g1 + o) + % + %] : (2.62)
1 — 422t)b xt
Ao = B - (3)1 503 + g1 + 42’tgo
b
~ [ — 51 +91, (2.63)
as 1 — 42%t)ay
Ai_o0 = V=t [2z(91+g2) — CHE (4)]
a Qa
~ V-t [22(g1 + g2) — 53 - f] ; (2.64)
Ap_ 4+ = —2zxtaz~0, (2.65)
Apror = Pt (1 — 42%t) Py N (1—42?)br (3 =122t 4 16217 by
’ 2x 3 18x
4(—2x%t)by 2t 9
— 22+ — (1 —4x*t)b
+ ™ + 3 ( x°t)by
F b b
~ —F1+2—;+§1—6—i, (2.66)
1 —422)F,  2(1 —42%t)b 3 — 1222t 4 162%t2)b
Aoo,ooz—F1+( 2:1:)2_( - )1+( = )b2
8(—2x%t)by 4wt 9
S U 21— 4a?t)b
3z g (1= 4z7t)by
F 2b b
~ —F1+2—;—?1+3—;. (2.67)

Notemos que la segunda linea en cada una de estas expresiones corresponde siempre al limite
lt] < 1.

2.5. Expansion en producto de operadores de W

El tensor T asociado al FCS esta definido en en términos de los elementos de matriz
del producto temporalmente ordenado de dos corrientes. Dada la transformada de Fourier J™ (q) =
i dix e JH(x), vemos que en el régimen de ¢ — oo los puntos de aplicacién de ambas corrientes
resultan ser muy cercanos. Tiene sentido entonces plantear una expansién en producto de operadores
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(OPE) [2, 36]. De manera genérica, basandonos en la invariancia de Lorentz y considerando por el
momento blancos sin espin (o en casos més generales promediando el espin), tenemos

~ A2 l'Yn,'
(W) = o ()

n=0,24,...;5 q

1
[Cr(z,j)'qplqm(nguv qudv) + C( )(q Gupr — qqul)(QQQsz - qupQ)] (2.68)

donde también hemos tenido en cuenta que nos interesan los elementos de matriz diagonales. En
, n indica el espin del operador, mientras que el indice 7 numera los distintos operadores
de espin n. Ademads, la dimensién de escaleo cldsica viene dada por ¢, ; mientras que 7, ; es la
denominada dimensién anémala, que permite incorporar las correcciones cuanticas. Los coeficientes
adimensionales C( 0 pueden ser determinados en el contexto perturbativo calculando la suficiente
cantidad de valores de expectacion entre estados de quarks y gluones libres. Por otro lado, suelen
definirse dos cantidades importantes en este contexto a partir de estos parametros: la dimensién
total Ay j = 0pj +n,; y €l twist 7, ; = A, j —n. Notemos que los elementos de matriz sélo pueden
depender de P* y de la masa M, o equivalentemente, de la escala de confinamiento A. Por andlisis
dimensional tienen que ser de la forma

prr o PP

+ e (2.69)
para algin conjunto de coeficientes numéricos A, ; (y donde el (—2)" ha sido extraido por con-
veniencia). Los puntos suspensivos representan a los denominados términos de traza, en los que
alguna cantidad de pares de factores P*P? son reemplazados por ¢*? P2, y la aparicién de la masa
hadrénica indica que en lo que sigue podemos despreciarlos. Por lo tanto, al insertar este resul-
tado en , contraer con los factores de ¢* y recordar la definicién del pardmetro de Bjorken

xr = —q%/2P - q obtenemos expresiones de la forma
1
A2 2Vn,j 1 AZ Tn =2
p1---Pn Qps...on [ 7 _ = p1 PP
(P, h|Oy, ™| P, h) T <q2 > = A, <$) <q2> PPLpre, (2.70)

Antes de continuar ya podemos extraer dos concluciones importantes. La primera es que la expan-
sién en serie que estamos analizando sélo tiene validez en la regién 1 < x < 0o, que se encuentra
fuera del rango fisico del DIS. Esto era de esperarse dado que estamos analizando el FCS: para
obtener el resultado fisico es necesario realizar una continuacién analitica en el plano w = 1/z y de-
formar el contorno de integracion, de la misma manera que para obtener las funciones de estructura
del tensor hadrénico W*" a partir de las del tensor 7. La segunda es que, como ¢> > A% el OPE
estard dominado por los operadores que clasicamente tienen menor twist. En QCD, por ejemplo,
los objetos fundamentales son los campos asociados a los quarks y a los gluones y las derivadas
covariantes. Por lo tanto, cobran particular relevancia los de twist 7 = 2 que son los del menor twist
posible: estan construidos a partir de dos operadores de quarks o dos curvaturas gluénicas, junto
con cualquier nimero de derivadas covariantes (sin contraer). En concreto, se transforma en

-1

o~ iy Ay nimn ! <A2> X (2.71)

Npar 2J

60 (o= 22 ) 4 €222 () (e )]
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de manera que emerge la estructura de (2.13)).

El resultado que acabamos de enunciar contiene la maxima informacién que podemos obtener a
partir del OPE sin especificar el régimen en el que estamos trabajando: las conclusiones un tanto mas
profundas que pueden obtenerse no serdan las mismas si la teoria esta débil o fuertemente acoplada.
En el caso (libre) de acoplamiento nulo, por ejemplo, el twist de los operadores exclusivamente en
las dimensiones de escaleo clasicas 0, j, y en el contexto de una teorfa que contenga unicamente
campos en la representacién adjunta del grupo de gauge como N = 4 SYM esto implica que
estard dominado por los que tengan una tnica traza: los tnicos que pueden tener 7, ; = 2. Cuando
se enciende el acoplamiento, aparecen dimensiones anémalas v, ;. En los casos como QCD o una
teorfa N' = 4 SYM deformada en la escala de confinamiento IR A, es decir, en el contexto de
teorias con libertad asintética en escalas UV, esta dimensién andémala permanece pequena para
q — oo y valores razonables del niimero de colores N, de manera que la descripciéon anterior se
mantiene. Sin embargo, cuando nos movemos hacia una situacion en la que N — oo y la constante
de 't Hooft A = g%, u N se hace grande, las dimensiones anémalas de los operadores que estabamos
analizando crecen. En este contexto, es razonable esperar que el OPE pase a estar dominado por
los denominados operadores protegidos, cuya dimension anémala permanece pequenia por alguna
razén de simetria. Para N' = 4 SYM, éstos resultan ser operadores de doble traza, e incluyen por
ejemplo al tensor de energia-momento y a las corrientes conservadas. Diremos que estos operadores
protegidos tienen twists 7,. Cualitativamente hablando, puede decirse que hay una transiciéon cerca
de A ~ 1 que separa los dos comportamientos que acabamos de describir.

Antes de completar esta seccién, resta analizar un aspecto relevante en el régimen de N grande:
el conteo de potencias de 1/N. Si los operadores estdn normalizados de manera tal que la creacién
de hadrones se da al orden N. Si llamamos O(P) a los operadores de un dado twist construidos a
partir de algin operador protegido P que dominan en acoplamiento fuerte, tenemos que distinguir
dos casos:

Anp = (P, h|O(P)|P,h) ~ NVsi (P h|O(P)|0) # 0,
(P,h|O(P)|P,h) ~ N~2%siA,,=(P,h|O(P)|0) =0,

donde la diferencia en la potencia de N proviene del hecho de que en el segundo caso el diagrama
de Feyman dominante es conexo, mientras que en el primero resultan ser mas relevantes ciertos
diagramas con sectores disconexos. En pocas palabras, en el primer caso estamos considerando
un operador que pueden crear hadrones. Pensando en la notacion de doble indice de 't Hooft, esto
genera estructuras de trazas de color distintas. En el limite estricto N — oo la creaciéon de hadrones
en el proceso estd estrictamente prohibida, pero en los casos un tanto mas realistas en que N es
grande pero finito, debemos considerar esta posibilidad pues en principio permite la aparicién de
operadores en la expansién que podrian tener un twist mas pequeno que los demés.

Definiendo los momentos de las funciones de estructura Fj y F» (cuya relevancia fenomenolégica
analizaremos mas adelante) segin

1
ME(¢?) = / de 2" (22) " Fu(z, ), (2.72)
0

con s = 1,2, podemos resumir todos los resultados de esta seccién en la siguiente expresién
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; o, (2V 2yl
M) (¢%) ~ ZCM w( 2) + > A, <q2> (2.73)

Qp:Q

/12 Tp—1
v 3 O ()

Qp7#Q

En conclusién, los tres términos que aparecen en (2.73) dominan el proceso de DIS (siempre con
A? < ¢?) en algin régimen:

= El primero es el méas relevante para acoplamiento débil, y representa la contribucién de los
operadores con una séla traza.

= El segundo domina en el limite de acoplamiento fuerte con un ntimero de colores infinito en el
que la creacién hadroénica estd suprimida, y representa la contribucién de operadores de doble
traza protegidos. Si los etiquetamos en base a su carga Q la carga asociada a la corriente J*,
estos operadores cumplen en general que 7g ~ Q.

= El tercero domina cuando el acoplamiento es grande y el ntimero de colores es grande pero
finito. La contribucién mas relevante vendra dada por el operador de menor twist de la teoria,
que llamaremos 7.

La transicién entre el dominio del segundo y el tercer término se da aproximadamente cuando
¢ ~ A2N?/(te=7¢) Egto quiere decir que si bien est4 suprimido por un factor de 1 /N? con respecto
a los demads, este término serd especialmente importante en el limite que llamaremos de altas
energias ¢ — oo.

Como veremos mas adelante, el andlisis holografico permite describir desde primeros principios
toda la estructura que aparece en el régimen de acoplamiento fuerte.

2.6. La region de Regge

En el proceso de DIS que estamos considerando, la energfa en el sistema centro de masa (CM)
viene dada por

1
——(P+q)2:M2—q2—2P-q%q2<$—1>, (2.74)

es decir el invariante de Mandelstam asociado al canal-s. En esta seccién analizamos mas detalla-
damente la regién paramétrica en la que el pardmetro de Bjorken es muy chico. Como vemos en
, esto es equivalente a considerar la region en la que la energia del CM es muy grande.

En el lenguaje parténico, cuando las interacciones son fuertemente acopladas se esperaria que
los partones se vayan separando en una cantidad cada vez mayor de particulas con fracciones de
la energia y del momento del hadréon cada vez menores. Si bien esta imagen esquemdtica no es
confiable en el régimen que estamos estudiando, da una buena idea esquematica de por qué las
funciones de estructura desarrollan un pico en la region x — 0. En el contexto de QCD, esta regién
paramétrica se denomina regién Regge, y este comportamiento suele explicarse en base al intercam-
bio de un Pomerdn, un objeto compuesto por una trayectoria de estados tipo glueball con espines
cada vez mayores, cuya existencia ha sido conjeturado repetidas veces y en distintos contextos. No
es nuestro objetivo abarcar los detalles del cdlculo perturbativo, que pueden encontrarse en [39).
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A continuacién simplemente destacamos algunas de sus principales consecuencias, con los que mas
adelante compararemos los resultados hologréficos.

El an4lisis de las propiedades analiticas de las amplitudes de dispersién de cuatro puntos permite
anticipar que la misma crecerd como s“° con s, donde g toma un valor entre 1 y 2 y se denomina
pendiente de Regge (a veces también se la nota ap). Los diferentes estados que componen al
Pomeron forman una trayectoria aproximadamente lineal en el espacio de fases formado por los
cuadrados de las masas y los espines, y ag representa a la pendiente de esta recta. En términos
efectivos, tanto la interaccién como la amplitud puede pensarse como mostramos en la figura 0] Este

Jac

-— Rt!gg(:tm ,‘Zl ~ "{ac ([) de (I)SUR {I}

b d
Thd

Figura 9: A la izquierda, presentamos representamos de manera efectiva la descripcién de una dispersién
de cuatro puntos en la teoria de Regge. A la derecha, damos la forma aproximada que toma la amplitud
correspondiente. Los factores 7;; contienen la informacién de los estados externos, y t es el invariante de
Mandelstam asociado al intercambio que se da en la figura.

tipo de resultados se enmarcan en lo que se conoce como la teoria de Regge. Aplicado al proceso
de DIS, esto implica que las funciones de estructura deben comportarse como x=0.

No siempre es sencillo reproducir los comportamientos predichos por la teoria de Regge a partir
del tratamiento perturbativo de las teorias de campos. En el contexto de QCD, la principal herra-
mienta se conoce como formalismo BFKL [40-43]. Esta técnica se basa en resumar los diagramas
tipo escalera a partir de una recursién esquematizada en la figura En el caso del DIS tenemos

s
LLO‘\\'\S/ l/\( LL\./H 2, "’. ewu’/,; ".

.

-

pr )

,\/\ \/'\'

I

Figura 10: Representaciéon esquemadtica de la recursién en la que se basa el formalismo BFKL.

t = 0, y la ecuacién recusiva se vuelve simplemente una ecuacién de difusién. En consecuencia, la
amplitud puede escribirse de la siguiente manera:

A~ / . / W (p1) Pra0! K (5,011, (2.75)
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En (2.75)), p1 es el momento transverso intercambiado en la dispersién, los Py, se denominan factores
de impacto y contienen la informacion de los estados externos, y I se conoce como el kernel BFKL.
Para N grande y A = 4na,N = g%/ u N pequeno este kernel toma la forma

sJ0 1

/ ~ - l / 2
K(s,pi,p") 47TDlogseXp 4D10g8(0gm/pl) ,

con jo =1+ 1%2)\ vy D= 78C7(r‘;’) A. La presencia del K expresado en indica que en la dispersion
que estamos considerando se produce un fenémeno difusivo en el momento transverso.

Como veremos mas adelante, en el régimen en el que la constante de acoplamiento de 't Hooft
se vuelve grande, estos comportamientos pueden ser explicados en detalle desde el punto de vista
holografico. En este contexto, el Pomeron esta relacionado con un modo particular asociado a
las perturbaciones de la métrica y, como es de esperarse debido a su relacién con los gravitones,
establecida en el diccionario holografico, el tensor de energia-momento de la teoria juega un papel

preponderante en esta descripcion.

(2.76)
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Parte 11

DIS para blancos escalares: el modelo
mas simple y sus complicaciones
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Capitulo 3

Descripcion holografica del proceso

En la parte I presentamos una descripcion resumida de la dualidad entre teorias de gauge
y teorias de campos, asi como del proceso de dispersién de altas energias conocido como DIS.
El objetivo de esta tesis consiste en aprovechar al maximo la dualidad AdS/CFT para extraer
informacién sobre la estructura interna de los hadrones y la fisica del confinamiento mediante
la descripcion holografica del DIS. El método que describimos a continuacién para lograrlo fue
presentado inicialmente por Polchinski y Strassler en [2] para el caso de blancos escalares y de espin
1/2 (promediando sobre las polarizaciones), aunque luego fue extendido a casos més generales. Los
resultados que pueden obtenerse utilizando este método serdn véalidos en el régimen de A grande y
N — 00, aunque nos adentraremos un tanto en las correcciones no planares.

El procedimiento consiste en considerar la descripcién del DIS basada en su relacién con el
FCS y utilizar la dualidad AdS/CFT y mds precisamente el Ansatz de Witten para calcular los
elementos de matriz relevantes: valores de expectacion de una y dos corrientes electromagnéticas
J# evaluados entre distintos estados hadrénicos.

Consideremos una teoria de campos genérica en la que la simetria conforme esté rota aproxi-
madamente en una escala IR A, de manera tal que dicha simetria se recupere asintoticamente en el
UV. La teoria gravitatoria dual tendra entonces alguna geometria que en el infrarojo dependera del
mecanismo de ruptura empleado, pero tal que para distancias radiales mucho mayores a ro = AR?
se vera aproximadamente como AdS; x W

2 2 2

ds* = %nwda:“dxy + %drz + R%ds}, = % (nuwdatdz” + dz*) + R*dsjy, (3.1)

con W alguna variedad de Einstein compacta de cinco dimensiones, y donde en la iltima igualdad
hemos escrito el intervalo en términos de la variable z = R?/r. Recordemos que en términos de
la constantes que definen las teorias de cuerdas y de campos involucradas el radio es tal que
R*/a/? = 47, donde o/ = [2, con I, la longitud de las cuerdas fundamentales (el tinico parametro
libre de la teoria) y A es la constante de 't Hooft. Ahora bien, la escala caracteristica de nuestro
proceso es iy = qR?, por lo que el hecho de estudiar el régimen de altas energias en el que g2 > A2
indica que, al menos en una primera aproximacion, podemos concentrarnos en la region asintética
. Igualmente, en la seccion siguiente analizaremos mas detalladamente un ejemplo especifico:
el modelo hard-wall. Aqui y en adelante utilizaremos las convenciones descriptas en el apéndice [A]
Ahora bien, no estamos trabajando en el contexto del Modelo Estdndar, que describe las inter-
acciones fundamentales entre las particulas de la naturaleza, sino considerando una deformacién
de N = 4 SYM, y por lo tanto necesitamos definir a qué nos referimos cuando hablamos de la
corriente eléctrica. El contenido de campos de la teoria estd descripto en el apéndice |B, Podemos
pensar que para simular el electromagnetismo gaugeamos un subgrupo U(1) C SU(4), agregando
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40 CAPITULO 3. DESCRIPCION HOLOGRAFICA DEL PROCESO

un nuevo campo de gauge. Entre los quince generadores del dlgebra de Lie correspondiente T4 con
A =1,...,15 existen tres que son diagonales, cominmente denominados T3, T® y T'. Resulta
convencional [44, 45] elegir a T3 = diag(1/2,—1/2,0,0) como generador de la simetria electro-
magnética EL ante el cual los fermiones tienen cargas +1/2 y dos de los escalares tienen carga 1/2.
Asimismo, la corriente conservada estd dada por

T % Aaa - Mae + 3 x| (—iBu + z‘ﬁu) X1, |, (3.2)
p=3,4

donde en todos los términos estamos sumando sobre los indices de color de manera implicita,
mientras que D), representa a la derivada covariante tanto con respecto a SU(NN) como con respecto
al U(1) extra. A partir de esta corriente tenemos un Lagrangiano de interaccién Lins = e A, J4', con
A, el campo de gauge que hemos agregado y e la carga eléctrica. Mas ain, para reproducir el DIS
en su totalidad podemos incluso agregar un leptén [ con masa m cargado ante este U(1) pero sin
otras interacciones con los campos de la teoria original. En resumen, trabajaremos con

1 ,
L = Ly=4sym + Lint — ZFWFW—Z(¢+m)l. (3.3)

El diccionario holografico indica que las fuentes de las corrientes conservadas en la teoria de
campos que vive en el borde del espacio asintéticamente AdS estan asociadas a vectores de algin
campo de gauge A,,, con un indice m = 0,...,4 asociado a las coordenadas en AdSs. Estas
coordenadas estan definidas de manera tal que para m = p coinciden con las del borde. El vector
A, no es otra cosa que el bosén de gauge asociado a alguna simetria interna (una isometria de W)
que haya sido gaugeada. Més precisamente atin, notemos que nuestro objetivo es que la perturbacién
sea tal que pueda llegar hasta el borde del espacio AdS, situado a una distancia infinita de cualquier
punto del interior o bulk, por lo que es necesario excitar un modo no-normalizable del campo A,,.
Dependiendo del modelo en particular la reduccién dimensional de Kaluza-Klein (KK) serd distinta,
pero el bosén no-masivo A,, siempre proviene en parte de una perturbacién de la forma

89ma ~ AmKa), (3.4)

donde K es el vector de Killing asociado a la isometria gaugeada. Las ecuaciones de movimiento
correspondientes a las componentes de A,, son las de Einstein-Maxwell en AdSs, y junto con la
condicién de contorno impuesta por considerar una insercién n - J(q) vienen dadas por

Vi F™ =0, Au(x,r = 00) = AEAM) (z) = nueiq.x , Ar(z,r = 00) =0, (35)

con V la derivada covariante en AdS, n, algin vector de polarizacion y Fi, = O An — OnAm.

Anélogamente, si los estados hadrénicos on-shell |P, h) son creados por un operador Oy p, en
la descripcién holografica estardan relacionados con modos normalizables del campo que en el borde
funcione como fuente para dicho operador, y que llamaremos genéricamente @;,. Existira entoncesE|
algin término de interaccién entre A,, y @ en la accion del bulk, y lo denominaremos Sage. En ese
caso, el Ansatz de Witten implica la identificacién

J
0A,(z, 7 — 00)

(On(0)|T*(a)|On(f)) (Sase [An(z,2), Bi(x, 2), P32, 2)]) |44 (@ r—so0)=0s  (3:6)

!Presentamos un an4lisis detallado en el apéndice [A| Por otro lado, volveremos sobre este tema en el capitulo
2Notemos que dada la relacién entre A,, y el gravitén este término de interaccién tiene que existir, y se puede
obtener en parte expandiendo el término cinético de ¢ a partir de (3.4).



41

con la accién de interaccion evaluada en las correspondientes soluciones on-shell. Cabe resaltar
que una identificaciéon andloga serd valida para la funcién de dos corrientes y una interaccién
(fundamental o efectiva) Sgaps.

En resumen, el cdlculo holografico de las funciones temporalmente ordenadas de una y dos
corrientes entre estados hadrénicos asociadas al tensor TH” corresponde a considerar un proceso
analogo al FCS en la teoria dual. En efecto, podemos pensar que un perturbacién no-normalizable
del foton A,, se propaga desde el borde hacia el interior de AdSs e interactia con una perturbacién
normalizable asociada al estado hadrénico correspondiente. En la figura [I1]ilustramos esta idea con
uno de los procesos posibles en el interior de AdS, que de hecho serd relevante a lo largo de este
capitulo.

A

—_

Av

int rb orde

Figura 11: Descripcion esquematica del proceso de DIS en la teoria definida en el borde de AdSs y su dual
hologréfico. El proceso en el borde es el DIS (FCS) de la teorfa de campos, del que participan el leptén I,
los fotones virtuales y los hadrones inicial, intermedio y final, cuyos momentos estan dados por P;, Px y
Py, respectivamente. Las inserciones de las corrientes generan una perturbacién de los campos de gauge del
interior de AdS, que interactiian con modos del campo @ que representan a los hadrones duales cerca del
radio de interaccién 7, = qR2.

La que acabamos de describir es simplemente una vision esquematica, pero un andlisis mas
detallado de la amplitud asociada a este proceso de dispersién en el bulk llevara a conclusiones mas
complejas tanto en el régimen de 2 < A~'/2 como al considerar las correcciones en la expansién en
serie de potencias de 1/N2. En particular, es importante resaltar que tomando de manera estricta
el limite N — oo generamos una simplificaciéon drastica la teoria gravitatoria: como hemos visto en
la introduccion, sélamente nos permite estudiar el régimen clasico. En efecto, en el limite de bajas
energias de la teoria de cuerdas sélamente sobreviven los grados de libertad de la supergravedad, y
la accion efectiva en cinco dimensiones es esquematicamente de la forma

1

1= 5 d5x¢jg[R—;(a¢)2+'-- , (3.7)
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donde R es el escalar de Ricci, ¢ es algtin campo escalar, por ejemplo el dilaton, y los puntos suspen-
sivos incluyen a todos los deméas campos. El punto importante es que la constante de acoplamiento
k5 es tal que /ng o N? (y este es el tinico lugar en el que el aparece pardmetro N). Ahora bien, en
la expresion vemos que para obtener un campo escalar candnicamente normalizado es nece-
sario redefinirlo segin ¢ — (5 = N¢. De hecho, sera necesario realizar una redefinicién similar para
cada uno de los campos de la teoria. En consecuencia, los términos de interaccion cibicos quedaran
suprimidos por un factor 1/N, los cudrticos serdn proporcionales a 1/N2, y asi sucesivamente. De
esta manera, vemos que el limite N — oo suprime una gran cantidad de diagramas, restrigiendo el
andlisis a procesos con la menor cantidad posible de vértices. En particular, se eliminan todos los
diagramas con loops, asociados a las correcciones cuanticas. Volveremos sobre esto mas adelante y
con un mayor grado de detalle.

3.1. El modelo hard-wall como caso testigo y el ejemplo del glue-
ball

En esta seccién realizamos explicitamente los célculos descriptos genéricamente en la seccién
anterior en el caso del modelo holografico denominado hard-wall. Sabemos que una teoria en la que
la simetria conforme estd rota en una escala A tendrd un dual holografico cuya métrica asintética
serd de la forma , pero en la que la geometria se verd deformada en las cercanias de 7o,
y la idea del modelo que estamos considerando consiste en suponer la deformacién mas simple
posible: el espacio-tiempo se termina en r = ry, mientras que la métrica de AdSs x W es valida
para rg < r < co. Ademads, consideramos que el espacio interno es una 5-esfera, y denominamos
genéricamente {2 al conjunto de dngulos #',...,0° con los que la parametrizamos. De esta manera,
se maximizan las coincidencias con los cdlculos que suelen aparecer en el contexto de N = 4
SYM sin deformaciones. Cabe aclarar que, como era de esperarse dado la manera abrupta en que
impusimos el cutoff radial, esta geometria no es una solucién exactaﬂ de la supergravedad tipo
IIB. Sin embargo, ha mostrado a lo largo de los afios ser un modelo efectivo que captura gran
parte de la fisica relevante. Por otro lado, y si bien elegimos este modelo para poder realizar mas
simplemente los cédlculos, es importante notar que gran parte de los resultados de este capitulo
son mucho més generales. Esto es porque dependen casi exclusivamente de los comportamientos
asintéticos pues por ahora nos concentramos en el régimen de supergravedad 1 < A < N y en el
limite N — oo. Para poder continuar necesitamos dos ingredientes: las soluciones de las ecuaciones
de movimiento para los modos relevantes de campos vectoriales y hadrones duales, por un lado, y
las correspondientes acciones de interaccién, por el otro.

El campo A,, serd en este caso el bosén de gauge asociado a un subgrupo U(1) del grupo de
isometrias de la esfera, asociado a la simetria-R del lado de la teoria de campos. Como dijimos,
convencionalmente suele considerarse el bosén asociado al generador T2 para evitar las anomalfas.
En términos de la coordenada z y trabajando en el gauge axial en el que A, = 0 y eligiendo
una componente de Fourier A,(z,z) = eiq’xAELq)(z) basada en la condicién de contorno , las
ecuaciones de Maxwell-Einstein para el bosén de gauge resultan ser

1
iq-9.AW =0, 9240 — ;azAg@ — AP + ¢ AD g, =0, (3.8)

donde la contraccién simboliza v - w = n*”v,w,. La primera ecuacién implica que g - A@ es una

3En las soluciones reales, la deformacién cerca de la escala 7o viene en general acompaifiada por un perfil dilaténico
no trivial, y el espacio ya no puede considerarse como AdSs en la regién IR. Un ejemplo de este fenémeno seria el
modelo denominado soft-wall [46], aunque existen otros.
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constante en términos de z. Para los modos normalizables, sabemos que A,(z — 0) — 0, lo que
implica que ¢ - A = 0 en todo el rango, con lo que puede eliminarse este término en la segunda
ecuacion. Sin embargo, si queremos describir una excitacién que viene desde el borde la condicién
de contorno impide esta simplificacion. Tenemos entonces que

Au(z = 0) = nue'? = q- All,_0 = ¢ - ne'?" = const. . (3.9)
Por lo tanto, el la solucién no normalizable toma la forma

n- ,
Ap(z, z) = [CquKl(qz) + (qg)ﬂ e ey =my —

n
(- gy (3.10)
q
Donde K, refiere a las funciones de Bessel modificadas de segunda especie. A modo de comparacion,
vale la pena decir que en el trabajo original [2] los autores utilizan la coordenada r y un gauge
similar al gauge Lorentz, de manera que obtienen

i R? 0 R R?
A“(.ﬁ,z) = nue“lquKl <qr> s AT(J), Z) = Z(n . q)eZQJ:FKO <q7'> . (311)

En el apéndice[Clmostramos que ambas expresiones llevan a los mismos resultados para las funciones
de estructura. Para esto, notamos que dada la estructura tensorial de W#*” podemos trabajar
suponiendo sin pérdida de generalidad que la polarizacion de foton es transversal, esto es, n -
g = 0 (y por lo tanto A, = 0). Por otro lado, notemos que las funciones de Bessel K, decaen
exponencialmente al adentrarse en el interior de AdSs, y como ¢ es muy grande este decaimiento
es extremadamente rédpido, por lo que la interacciéon que nos interesa deberd tener lugar cerca del
borde, mas precisamente alrededor de la escala caracteristica 7.

Con respecto a los hadrones, vamos a utilizar el caso de los blancos escalares como ejemplo
simplificado en gran parte de esta tesis. Mas especificamente, consideraremos los estados de glueballs
en la teorfa de campos, que en el dual gravitatorio estan asociados a las fluctuaciones del dilatén
en diez dimensiones. Las ecuaciones de movimiento son similares a las que consideramos en la
introduccién para campos escalares en espacios AdS, aunque en este caso hay que tener en cuenta
la dependencia en las coordenadas internas. Por lo tanto, tenemos un campo escalar @ = @(x, z, §2)
que debe cumplir la ecuacién de Klein-Gordon no masiva [yg4g, x55® = 0. Ahora bien, los espacios
producto como AdSs x S° son tales que su laplaciano se separa en la suma de laplacianos de 5
dimensiones: [pqg, x5 = Uads; + Ugs. Por lo tanto, proponemos una separacién de variables

B(x,2, Q) = dpa(z, 2)Ya(R2) = ¢\ (2) e 7Y A(2), (3.12)

donde los arménicos esféricos YA (§2) de la S° satisfacen
1
OgsYA(£2) = —ﬁA(A —4)Ya(92). (3.13)

Aqui hemos identificado al momento en 4 dimensiones con la variable P, del DIS. Ademds, como
vimos en la introduccién, el pardametro A esté relacionado con el indice k, que indica la represen-
tacién de SU(4) a la que pertenece el arménico esférico, segin A = k +4 (con k > 0). La ecuacién
de autovalores de este armoénico esférico indica que en términos de la teoria en cinco dimensiones
el camp(ﬂ ¢(x, z) adquiere una masa de KK debido a la reduccién dimensional, es decir que su
ecuacion de movimiento es de la forma

4En adelante omitimos los subindices A y supraindices (P) para no recargar demasiado la notacién.
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(Oads; — mik) d(x,2) =0, mip(A) = ﬁA(A —4). (3.14)

Pasando al espacio de momentos en las direcciones planas, obtenemos entonces una ecuacién de la
forma

(2202 — 320, + 2°P? — A(A—4)] ¢(2) =0, (3.15)

cuyas soluciones normalizables (es decir que se anulan en el borde) son de la forma
B(2) ~ 2% Ja_o(P2), (3.16)

con J,(x) una funcién de Bessel de primera especie. Estas funciones no son otra cosa que el andlogo
de las ondas planas para la geometria de curvatura constante negativa.

Todavia debemos establecer las condiciones de contorno en el interior. En el contexto de nuestro
espacio AdS trunco, las fluctuaciones que estamos analizando pueden pensarse simplemente como
modos normales en una caja de potencial, por lo que pedimos que la solucién se anule en z = zg.
Como suele suceder en mecdnica cuantica, esto implica que los momentos deben estar cuantizados.
En este caso deben estarlo de manera tal que el producto Pzg constituya un cero de la correspon-
diente funcién de Bessel. Esto representa un aspecto fisico que queriamos obtener: para grandes
valores de su argumento, las funciones de Bessel pueden aproximarse por una potencia multiplicada
por un coseno (con alguna fase que por ahora es irrelevante), lo que quiere decir que en el interior
y lejos del borde los ceros pueden aproximarse por multiplos de 7/2. Por lo tanto, vemos que los
momentos P pueden tomar valores cercanos a los multiplos de z; L'— A, que no es otra cosa que la
escala de confinamiento de la teoria del borde. En secciones més avanzadas nos referiremos a esta
escala P del hadréon holografico como mags. En contraste, no hay una restriccién semejante para
q.

Finalmente, debemos indicar la manera en que estos estados estan normalizadosﬂ Para esto,
basta considerar el Lagrangiano a orden cuadratico e imponer la normalizacién candnica, que en el
espacio de posiciéon de nuestro modelo en diez dimensiones no es otra cosa que la condicion

[B(F, 2, 2), He(Z, 2, )] = i1 6O(& — 27) §(2 — =) 6O (2 — 2", (3.17)

a tiempos iguales. Ahora bien, para relacionarlo con nuestra solucién debemos, por un lado, tener
en cuenta que el espacio es curvo, por lo que podemos rescribir esta expresién como

[cp(f, 2, 0Q), (7,2 9')] - \/9_%5@ (& — ) 8(2 — 2) 6O (2 — ), (3.18)

y por otro, que estamos trabajando en el espacio de momentos para las coordenadas z, es decir que
el campo @ puede escribirse en términos de los modos de momento definido segin

3
¢ = Z/ d p3 21E Ap) (eP7¢(2)YA(£2)) + c.c.] (3.19)

con operadores de creacion y destruccién también canénicamente normalizados. Reemplazando en

(3.18)) v teniendo en cuenta que para nosotros gog = —R?/2% v \/—g = R’/2° x \/ggs v el hecho
S

de que tomamos convencionalmente los armonicos esféricos ortonormalizados a en una 5-esfera
unitaria, obtenemos entonces

Ver el apéndice de [3].
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20 8
/0 dzR—|¢(z)|2 =1. (3.20)

23

Por lo tanto, la soluciéon exacta y debidamente normalizada es

V2

2
Ja_o(Pz). 3.21
ZOR4|JA_1(PZO)|Z A 2( Z) ( )

¢(2) =

3.2. El proceso de dispersién dual: cinematica

En esta seccién analizamos los aspectos cinemaéticos que definen el proceso de dispersiéon que
podemos pensar que se da en el bulk. En la introducciéon vimos que en el contexto de cuatro
dimensiones los invariantes que definen el proceso vienen dados por

1
@y s=—(P+q?~q <x — 1> : (3.22)

siempre en el régimen q > P ~ A. Esta condicién tiene consecuencias importantes para la dispersién
en el bulk que pueden verse a partir de la forma funcional de las soluciones y el comportamiento
de la métrica.

Por un lado, la funcién de onda asociada al fotén dua]lﬂ tiende a un valor finito en el borde pero
desaparece rapidamente (exponencialmente, de hecho) en el interior, es decir para z > 0, con una
escala de decaimiento determinada por el valor de ¢g. Por lo tanto, la interaccién sélo puede ocurrir
aproximadamente en

1 1
e o= 3.23
Zint q < A 20 ( )

es decir muy cerca del borde. Por otro lado, la solucién asociada al hadrén decae como una potencia
al acercarse al borde. Estos comportamientos pueden observarse en la figura [T2]

— Ay(z,9)
10725 (z,P)

Figura 12: Comportamiento de las soluciones involucradas en el proceso que se desarrolla en el interior de
AdS y es dual al FCS. El campo de gauge y el campo escalar se grafican con ¢ =5, P =1y A =2 (en
unidades naturales).

Queda claro que la regién de solapamiento es muy pequena. Sélo la cola de la funcién de onda
del hadrén vive en esta region, donde (dado que P ~ A) podemos aproximar

A
i, z) ~ e AC}’% (;) , 2~ Zint < 20, (3.24)

5En adelante dejaremos de aclarar cuél es el dual, pues esto se entiende por el contexto.
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para el hadrén incidente ¢;, con ¢; una constante numérica adimensional.
En estas condiciones, la variable de Mandelstam en el espacio curvo 5§ = s1gq satisface

§ = =" P+quP+an<—g"(P+q)u(P+q)y (3.25)

2
< Zithq2<11): ! <11>,
R x oV \z

donde hemos denominado esquematicamente Py; v gus a los momentos en diez dimensiones: sus
componentes en las direcciones planas coinciden con los de cuatro dimensiones, mientras que en
este calculo las componentes radiales y angulares son operadores diferenciales. Los autovalores de
las partes radial y angular de § pueden ser despreciados en este régimen. La condicién es
importante, pues como estamos trabajando en el régimen de acoplamiento fuerte y a nivel arbol,

1 1
—<zr<l = 5K, (3.26)
«

VA

es decir que para valores moderados de  no pueden producirse estados excitados de cuerdas en el
canal intermedio y por lo tanto podemos trabajar en la aproximacion de supergravedad. A lo largo
de esta tesis llamaremos a esta regiéon paramétrica ”x grande”, en contraposicion con el régimen de
”x pequeno”, donde sera necesario considerar la teoria de cuerdas propiamente dicha.

3.3. Elrégimende N2 <z <1

Habiendo analizado las soluciones y las caracteristicas cinematicas del proceso dual al DIS,
estamos ya en condiciones de realizar el primer cédlculo propiamente dicho: vamos a utilizar la
dualidad AdS/CFT para calcular los elementos de matriz del tensor hadrénico W asociado al
DIS en la teoria del borde. Més precisamente, estaremos considerando blancos escalares en el limite
en el que la teoria tiene un nimero de colores N infinito y en el régimen de acoplamiento fuerte
A > 1 (manteniendo A < N). Recordemos que dichos elementos de matriz fueron definidos en
la introduccion en , y que a partir de ellos se puede calcular la seccién eficaz diferencial del
proceso y obtener las funciones de estructura, que permiten describir las caracteristicas de nuestro
blanco hadrénico. Recordemos también que el teorema 6ptico relaciona al tensor hadrénico con la
parte imaginaria de otro tensor T*” asociado al correspondiente FCSZL que también definimos en
la introduccién en (y recordamos aqui para facilitar la lectura) segin

nynIm (TH) = = Z (P,hln - J(0)|X, Px)(X, Px|n" - j(q)|P, h) (3.27)
X.Pyx
= 212 ) 6(M% + (P +)*)(Pln- J(0)|X, P+ q)(X, P+ q[n* - J(q)| P).
X

Podemos darnos una idea intuitiva con respecto a este calculo. En efecto, sabemos que en el
régimen del DIS la amplitud de dispersién en el bulk estd dominada por la contribucién asociada
al diagrama del denominado canal s, que puede verse representado esquematicamente en la figura
I3

Por lo tanto, (3.28) representa simplemente la parte imaginaria de dicha amplitud. El teorema
optico en el bulk indica que para esto simplemente debemos considerar el intercambio de modos

"En realidad, siempre que nos referimos al proceso de DIS dual o en el bulk deberiamos hablar mas precisamente
del FCS dual.
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boundary

Din (Dout

Figura 13: Diagrama del proceso dominante para el DIS en el régimen en que es vélida la aproximacién de
supergravedad. Un modo escalar es intercambiado en el canal s. El corte en el propagador indica que este
debe ser considerado on-shell a la hora de calcular la parte imaginaria de la amplitud. La palabra boundary,
del inglés, indica el borde de AdS.

on-shell. Vemos entonces que la utilidad de la dualidad radica simplemente en permitirnos usar el
Ansatz de Witten para calcular las funciones de un punto de la corriente J* entre estados hadrénicos
que aparecen en esta ultima férmula. Pensando en términos de la parte imaginaria de la amplitud
o simplemente utilizando la prescripcién , sabemos que esto corresponde a evaluar on-shell la
accién de interaccién de interaccion Saee insertando las soluciones que obtuvimos en las secciones
anteriores.

Hay distintas maneras de llegar a la accién de interaccién que nos interesa. La més simple
consiste en partir del término cinético del dilatén en diez dimensiones y realizar el reemplaZ(ﬁ .
Tomando la convencién en que los campos estan candénicamente normalzados en 10d, obtenemos
entonces

Sapp =2 / A0z /=gATKYH,,b*0,P. (3.28)

Ahora bien, podemos suponer sin pérdida de generalidad que el hadrén incidente @; se encuentra
en un autoestado de carga, es decir que cumple ecuacién de autovalores

K“0,8; = iQ &;. (3.29)

Lo que estamos llamando carga corresponde a un autovalor de la derivada K®-3J, en las direcciones
angulares, que sélo actiian sobre el arménico esférico Y = YA (§2) de S°. Si estuviesemos hablando
de una 2-esfera, el niimero cudntico A serfa el asociado al momento angular L? comtnmente
denominado [, y la carga corresponderia al autovalor de proyeccién m, es decir los posibles valores
absolutos de Q estan acotado acotados por A. Por otro lado, dado que la solucién A,, no depende
de los dngulos de la 5-esfera, la condicién de ortonormalidad de los Y (§2) implica que el hadrén
intermedio (que denominaremos ®@x) tiene exactamente la misma dependencia angular. En otras
palabras, vemos que no hay mizing y la carga se conserva. Ademads, como todas nuestras soluciones
son ondas planas en las direcciones z*, las correspondientes direcciones simplemente generan una

8Notar que este reemplazo sin introducir ninguna constante perturbativa indica que elegimos trabajar en las
normalizaciones de 2], que no coinciden con las normalizaciones de los campos generalmente utilizadas en las acciones
de supergravedad en las que se escribe explicitamente la constante de Einstein, k.
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delta de Dirac asociada a la conservacion del cuadri-momento que indican que Px = P + ¢. Por lo
tanto, integrando por partes obtenemos

Sase = (2m)6™W x iQ (P + q — Px) / dz/—gA™ (D0, P — Py On®;) . (3.30)

Donde vemos aparecer la forma concencional de la corriente escalar J,, = iQ ¢3m¢*. Esta estructura
para la acciéon de interaccién puede obtenerse también a partir de la derivada de Lie de @ en la
direccién del vector de Killing K¢ asociado al campo de gauge. Por otro lado, cabe resaltar que la
expresion es conveniente para poder obtener debido a la identidad .

Pasemos al andlisis de la integral restante en z. Sabemos que la contribucién dominante debe
venir de la regién z ~ 2z, por lo que podemos utilizar la aproximacion para @; para
simplificar el célculo, asi como también reemplazar el limite superior de integracién por +oo. Sin
embargo, no podemos hacer lo mismo para el estado intermedio @x ya que Px ~ /s ~ ¢ para
x ~ O(1). Lo que si podemos hacer es usar la condicién /s < A para aproximar la constante de
normalizacion de , obteniendo

1/4 41/2

, L CXS

Py = FH0) waJA,Q(\/Ez). (3.31)
Reemplazando todo en la expresion para Sage, utilizando la condicién n - ¢ = 0 y extrayendo

la delta de conservacién de momento concluimos que

20— 00
(X|n-JO)i) = 2(n-P)eiexQs' /4312 / dz 22 Ja_o(Vs2)K1(qz)  (3.32)
0
AA—I/QSA/2—3/4q2

_ 94 Plec
= 20(A)n Peiex@ =~z

(3.33)

Vale la pena detenernos un momento para pensar cémo hubiese cambiado este resultado en caso de

no haber tomado n - ¢ = 0, que hizo que sélo contribuyeran los términos con derivadas angulares.

La respuesta depende del gauge en el que elijamos trabajar. En el gauge tipo Lorentz n*¥q,A, +
g

(radial) = 0 de [2]|, habria segunda contribucién proveniente del término proporcional a A*®; 0%
cuyo resultado corresponderia al reemplazo

2

Pt — PH — PquM =Pl + %q“. (3.34)
Trabajando en el gauge axial la modificacién final es obviamente la misma, pero esta vez el nuevo
término aparece por considerar el vector n* — c*, con c* definido en . Sin embargo, en este
caso aparece un tercer término (el segundo en la solucién dada en (3.10)) que hay que tratar con méas
cuidado ya que no contiene a la funcién de Bessel K;(qz), y por lo tanto no decae exponencialmente
al alejarse del borde. En este caso no podemos aproximar @; ni tampoco modificar el limite de
integraciéon. Puede verse explicitamente que este término extra se anula debido a la condicién de

borde JA(Pz)|;=z, = 0.

Las funciones de estructura

El ultimo paso necesario para obtener las funciones de estructura luego de reemplazar nuestro
resultado para la accién on-shell (3.33)) en (3.28|) consiste en realizar la sumatoria sobre los posibles
valores de Mx. En otras palabras, queremos sumar sobre los posibles valores que puede tomar la



3.3. EL REGIMEN DE A2 « X <1 49

maqs del estado intermedio @x. Sabemos que en el modelo hard-wall estos valores corresponden a
los distintos ceros de la funcién de Bessel, y, como dijimos, para A relativamente pequeno comparado
con /s podemos identificarlos con los ceros de un coseno (ver apéndice , es decir que

Z ~ Z tal que Mx ~ M,, = nwA. (3.35)
MX n

El hecho de que la separacién entre dos ceros sucesivos sea pequena nos permite aproximar la
sumatoria por una integral, de manera que podemos tomar

So(M2 —5) = 3 6(M2 - 5) /dn(S (nwd)? — s) = 27”11\/5 (3.36)
Mx n

Por lo tanto, obtenemos

a2

22 Pt PV A2\ A
Im [T*"] = Cte x $72 x Q? ( ) et — )22 (3.37)
q q

con todas nuestras constantes numéricas consideradas en Cte = 22471"2(A)r|c;cx|? donde hemos
expresado el resultado final en funcién de ¢? y el pardmetro de Bjorken z. Teniendo en cuenta la
relacién entre el FCS y el DIS expresada en y la descomposicién méas general para un tensor
hadrénico asociado a un blanco escalar dada por , el resultado final para las funciones de
estructura resulta ser

2

A—-1
A
Fi(z,¢®) =0, Fy(x,¢*) =27 Cte x Q2 ( ) zAHH(1 - 2)A2, (3.38)

2
q
Hay algunos comentarios interesantes a la hora de analizar fisicamente las expresiones (3.38)):

= Kl hecho de que la funcién de estructura Fj haya resultado nula en el caso de un blanco escalar
no es sorprendente. En efecto, puede demostrarse que esta funcién es proporcional al operador
de Casimir de Lorentz del objeto que interactia con el fotén virtual, lo que para nosotros
puede verse de la siguiente manera: trabajando en el gauge axial, el A* en una interaccién con
campos escalares s6lo puede contraerse con derivadas, es decir que nunca puede obtenerse una
estructura final de la forma n**n,n;,. En general, este objeto no serd necesariamente el hadrén
sino alguno de sus partones de espin 1/2, por ejemplo. Sin embargo, en el limite N — oo la
produccién de estados intermedios de mas de una particula en el bulk estd completamente
suprimida, por lo que el fotén sélo puede interactuar con el hadrén en su totalidad, de manera
que necesariamente se obtiene F; = 0. En cierto sentido esto es un accidente: veremos més
adelante que el comportamiento de F; para blancos maés generales, es decir fuera del caso
escalar, es similar al de F5.

» En la figura[14] presentamos las curvas obtenidas para F» como funcién de z correspondientes a
los primeros valores que puede tomar el pardmetro A (sin considerar las distintas dependencias
de la constante multiplicativa en q).

Como puede verse, se trata de campanas invertidas que se anulan para © — 0y =z — 1
(donde la dispersion se vuelve eldstica) cuyos maximos estan situados aproximadamente en
Tmax ~ 0,6. Es interesante analizar la consistencia de nuestro resultado cerca de x = 1, donde
a partir de (3.22])

s~ q*(1 — ). (3.39)
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Figura 14: Funcién de estructura F5 en términos del parametro de Bjorken x obtenidas en el régimen de
supergravedad. Se muestran los casos correspondientes a los valores méas pequenios de A, omitiendo las
normalizaciones y la dependencia en ¢2.

Vemos que para valores grandes de g%, mantener s fijo implica ¢ — 1. En este régimen, ziy; se
acerca mucho al borde incluso comparado con la escala del hadrén intermedio /s, de modo
que también podemos aproximar @x de manera similar a y la dispersiéon se vuelve
aproximadamente elastica. En términos de la integral en la direccion radial, la dependencia
en z se factoriza y obtenemos automaticamente el factor (1 —2)472. En cambio, es importante
recordar que este grafico no es confiable para valores muy pequenios de x (podemos tomar
x ~ 0,1 — 0,2 como valor de referencia). De hecho, veremos en la préxima seccién que la
modificacion en esta regién es drastica.

» Por tltimo, analizamos la dependencia del resultado para Fb con la escala ¢, o més preci-
samente con la relacién A2/¢%. En primer lugar, notamos que es completamente consistente
con el analisis realizado a partir del OPE del producto de corrientes JJ en la teoria de cam-
pos. En efecto, la forma funcional corresponde a la del segundo término de ([2.73)), que es
dominante en acoplamiento fuerte y en el limite N — oo, ya que en el caso de un blan-
co escalar evidentemente el twist T coincide con la dimensién conforme A del operador que
crea el hadrén. De hecho, también vemos reflejado en nuestro proceso dual la presencia de
la sumatoria restringida a operadores con la misma carga inicial, condicién impuesta por la
relacién de ortonormalidad de los arménicos esféricos en S°. El decaimiento como potencia
de A2?/q? tiene una interpretacién directa en términos de nuestras soluciones: la funcién de
onda hadrénica vive principalmente en la zona IR de la teorfa cercana al cutoff zg = A7!,
por lo que el hadrén se ve obligado a valerse del efecto tinel para propagarse hacia la region
de interaccion ziyy ~ ¢ para poder interactuar con el foton virtual. Para N — oo no hay
produccién de estados intermedios y el proceso lo realiza el hadrén completo. Finalmente, la
geometria curva provoca el decaimiento de la amplitud de dispersiéon como una ley de po-
tencias que indica que la probabilidad de producirse el efecto tinel decae como (A2/ qz)A*1
para un hadrén creado por un operador de dimensiéon A. Esta conclusién se vera modificada
al considerar el caso de N finito, donde veremos la versién dual de la aparicién del tercer

término en (2.73)).



Capitulo 4
El régimen de r pequeno

El estudio del DIS utilizando los métodos holograficos se vuelve mucho més interesante a la
hora de analizar qué sucede para valores muy pequenos de x. Cuando hablamos de walores muy
pequenos nos referimos mas precisamente a la comparacién con la constante de 't Hooft A, pues la
expresion aproximada para la variable de Mandelstam en diez dimensiones 5 presentada en
indica que

si :zc<<L = éwi. (4.1)

VA o

Esto quiere decir que la energia del CM es lo suficientemente alta como para generar estados masivos
(excitados) de cuerdas en la dispersién en AdS, de modo que la aproximacién de gravedad ya no es
confiable. En este régimen, es necesario considerar la teorfa de cuerdas completa (por ahora en su
limite clasico, N — oo) sobre el espacio curvo de diez dimensiones AdS5 x S°. El andlisis no puede
realizarse en total generalidad de manera controlada debido a que no se sabe cémo cuantizar la
teoria de cuerdas en espacio curvo debido a la presencia de los campos de Ramond-Ramond (R-R).
Sin embargo, existen diferentes aproximaciones que pueden realizarse en este caso que permiten
obtener resultados fisicamente relevantes. Concretamente, podremos realizar una aproximacion de
la amplitud de dispersién para valores de § muy grandes en comparacién con t (la versién diez
dimensional de la variable de Mandelstam asociada al canal t), que corresponden en realidad a
utilizar la validez de una expansién tipo OPE en la teoria de hoja de mundo de la cuerda [13].

Del lado de la teoria de campos, el régimen que analizamos en esta secciéon corresponde a la
denominada regién Regge, de la que dijimos algunas palabras en el capitulo 2. Si pudiésemos utilizar
un lenguaje parténico, dirfamos que la cantidad de partones con fracciones de momento cada vez
mas pequenas ~ xP crece en gran medida cuanto mas chico sea z, con lo que las funciones de
estructura, interpretadas como probabilidades de dispersién, deberian aumentar también. Veremos
que, en algin sentido, esta mirada fisicamente intuitiva sobrevive incluso en la teoria fuertemente
acoplada.

4.1. Contribuciones simétricas
El régimen de x pequefio (con ¢? fijo) corresponde a la regién cinemética descripta por

—2P-q¢> ¢ > —P?, (4.2)

y donde s ~ ¢?/z. Esto quiere decir que la energia del centro de masa es muy grande, mientras que
para el DIS (FCS) la variable ¢ asociada al intercambio de momento transverso es exactamente nula.

51
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Para el proceso dual el analisis es un tanto mas sutil debido a la presencia de las seis dimensiones
adicionales. En lo que respecta a la direccion radial, por ejemplo, recordamos que nuestras soluciones
no son autoestados de momento en z: hasta ahora sélo trabajamos en el espacio de Fourier en lo
que respecta a las direcciones planas. La relacién precisa entre las variables de Mandelstam viene
dada por

I~ 2? 1 9o 2 /22 1

as = o ﬁS‘Fﬁ(Z’ VZ+VS5‘R:1) :a?s+(9 ﬁ 5 (43)

W= o[ L (2V2 4+ V2 |pen) | =0 (= (4.4)
- YR TR VT VSRS Nova '

Vemos que la variable 5 estd dominada simplemente por su versiéon 4d multiplicada por el factor
de corrimiento al rojo, mientras que la variable ¢ no es exactamente cero, aunque en el limite de
acomplamiento fuerte necesariamente sigue siendo muy pequena. En este contexto, concluimos que
en términos generales la amplitud deberd estar dominada por un diagrama del tipo canal t. Ademas,
tomara esquematicamente la forma

A~ f(a't) x (/3), (4.5)
donde j representa el espin de la particula intercambiada. Si nuestra teoria fuese exclusivamente

(super)gravitatoria, podriamos adivinar entonces el (linico) proceso dominante: el intercambio de
un gravitén (j = 2 = jmax) en el canal ¢. Presentamos el correspondiente diagrama en la figura

A3 A3

hrn T

qbin qbout

Figura 15: Diagrama dominante para la obtencién de la parte simétrica del tensor hadrénico en acoplamiento
fuerte. El proceso consiste en el intercambio de un gravitén en el canal .

En este momento, vale la pena detenernos a considerar cudnto de esta discusién general sobre
amplitudes de dispersién es relevante para el andlisis holografico del DIS. Notamos que caso de
intercambiar un gravitén, la amplitud que uno calcularia en una teoria de (super)gravedad que es
real, por lo que a primera vista no arroja ninguna contribucién al DIS.

Sin embargo, debemos recordar que en el régimen de x pequenio quedarnos en la aproximacion
de supergravedad deja de ser valido: debemos considerar un proceso de dispersién de cuerdas en
el que se pueden intercambiar estados masivos (con m? ~ 1/a’). Es més, este proceso no se da
en espacio plano, donde las amplitudes de cuerdas son analizadas generalmente, sino en el fondo
curvo dual asociado a nuestra teoria de campos. Afortunadamente, la intuicién que acabamos de
desarrollar resulta 1til incluso en este contexto. Esquematicamente, lo que sucede puede entenderse
notando que
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2

% =VirA>1 (4.6)
implica que la energfa del CM v/3, que es al menos del orden de 1 / Vo, es mucho mayor que la escala
asociada a la curvatura de AdS. Esto quiere decir que la interaccién ocurre en escalas de distancia
muy cortas, de manera que en una primera aproximacién debe comportarse exactamente como si se
diera en espacio plano. Cabe resaltar que esto no quiere decir que los estados iniciales sean similares:
siguen siendo los mismos con los que venimos trabajando hasta ahora. Por lo tanto, nuestra tarea
consiste en extraer de los resultados conocidos para las amplitudes de cuerdas algin tipo de accién
efectiva para describir una dispersién aproximadamente local en AdSs. Esta accion efectiva deberd
reflejar la posibilidad de intercambiar estados excitados, y consecuentemente contendrd una parte
imaginaria no nula.

Comentarios sobre la aproximacion local

Podemos ser mas precisosﬂ en lo que quiere decir esta aprorimacion local. Para esto, nos con-
centramos por un momento en un problema maés simple: la dispersién de cuatro modos escalares.

Consideremos el proceso desde el punto de vista de la teoria en la hoja de mundo de las cuerdas.
En un fondo de espacio plano, la constante de acoplamiento viene dada directamente por la tension
de la cuerda T ~ 1/(27a’). Sin embargo, en una geometria no trivial tanto los términos cinéticos
como los términos de interaccién (no lineales) de la parte bosénica de la accién estan descriptos
por la expansiéon de

1

2ma!

/dea \/Eha/g@aXM(a,T)agXN(a, TVGun[XP(o,7)], o, B=1,0, (4.7)

con hyg la métrica inducida. Por lo tanto, si la métrica tiene una escala caracteristica Gy ~ R?
podemos extraerla, generando una constante de acoplamiento efectiva R?/a’ ~ VA, lo que quiere
decir que si la teoria de campos esta muy fuertemente acoplada, para la teoria en la hoja de mundo
vale lo contrario. En este régimen la teoria se vuelve aproximadamente gaussiana con respecto a
la integracion funcional D[X]. Para esto debemos tratar por separado a los modos zero: XM =
M 4+ XM Vemos entonces que la amplitud puede pensarse como un proceso local para cada punto
del espacio tiempo, que luego debe ser integrado sobre todo el espacio AdSs x S°:

Alcurved space] ~ / d"%2 Agas (). (4.8)
AdSsx S5

Sin embargo, atin no hemos llegado a la conclusién que queriamos: la expresién que obtuvimos no
necesariamente puede considerarse como local. Esto es porque, en términos generales, las amplitudes
de cuerdas como Ag,¢ () se calculan para estados con momento definido en diez dimensiones y por lo
tanto quedan expresadas en funcién de los invariantes 3, £ y @. El hecho de que estemos trabajando
en un espacio curvo le da sentido a la relacion : la dependencia con respecto a las coordenadas
esta contenida en las definiciones de dichos invariantes y su relacién con los que definimos en cuatro
dimensiones. El problema es que, al mismo tiempo, las expresiones y (4.4)) no son triviales:
para soluciones como las que estamos utilizando generalmente se trata en realidad de operadores
diferenciales. En el contexto del DIS § (y @) puede ser tratado aproximadamente como un escalar,
pero esto no es cierto para t.

'Este apartado estd basado, por un lado, en los argumentos originalmente presentados en [13], y por otro, en
ciertos comentarios introducidos en nuestro trabajo [10].
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Podemos decribir la situacién a partir del ejemplo de la amplitud de cuatro modos escalares
(dilatones en la teorfa de supercuerdas). La amplitud viene dada por [47]

A[4 escalares] = G(o/, 5,1, 0) x K(3,t,4), K o 5%t + 1% 4 5%0° (4.9)
donde K es un factor cinemético que depende de los invariantes de Mandelstam pero no de o/, y G
es el prefactor usual de las amplitudes de cuatro estados de supercuerdas definido como
o3 I'(=d/3/4) I (—a't/4) I (—a'a/4)

64 T (1+ /54T (1+if4) T (1 +a'a/4) (4.10)

G, 3,8, 1) =

Este tipo de expresiones factorizadas seran validas para cualquier otra dispersién de cuatro puntos,
con la salvedad de que K también dependerd de las respectivas polarizaciones. En todos los casos,
este factor cinemdtico se puede obtener directamente desde la aproximacién de supegravedad (ha-
remos uso de este detalle a la hora de analizar el caso mesénico en la parte IIT), valida para o/ — 0.
En este limite, la expansién de las funciones gamma implica que

g[a’—>0]:1:A~<SfL+zft+s~t> (4.11)
stu t S u

con lo que recuperamos las expersiones asociadas al intercambio de un graviton en los canales t, s
v u, respectivamente. Como anticipamos, en nuestro régimen no hay una parte imaginaria en esta
amplitud porque la variable ¢ nunca puede ser nula incluso cuando la correspondiente variable en
espacio plano t si lo es. Afortunadamente, este no es el limite que nos interesa: estamos trabajando
a energias muy altas. Vemos que G contiene la informacion asociada al intercambio de todos los
posibles modos masivos de la cuerda: las funciones gamma contienen polos en

[t

3, ,@z%n, n € ”Z. (4.12)
En efecto, en algin sentido se trata de la versidon extendida de los propagadores completada en
el ultravioleta por la teoria de cuerdas. Al tomar la parte imaginaria de la amplitud obtendremos
entonces una contribucién proporcional a Im[G].

En el régimen de Regge, nos concentramos en el limite { < 5 y % ~ —3. Por lo tanto, conside-

ramos
11 ma's o'5\ 12 "

Vemos que, en este limite, el producto 352G es exactamente la versién generalizada del propagador
1/t que generalmente obtenemos en teoria cudntica de campos, y contiene una parte imaginaria
dada por

) +o0 /=~ B
Im [5°G] ~ % ds (m —~ O‘:) m*'t?, (4.14)

donde hemos omitido el polo £ = 0 al que ya argumentamos que no podemos acceder. En general,
la suma de modos intercambiados en este régimen es denominada gravitén reggeizado por razones
obvias.

Ahora bien, el ultimo paso de la justificacién de la aproximacion local consiste en notar que
considerar el limite de acoplamiento fuerte corresponde en la teorfa de campos a tomar ¢ — 0 ya que
todas sus posibles contribuciones son O()\_l/ 2). Por lo tanto, podemos despreciar el tltimo factor
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en . Pero entonces, el resultado final sdlamente depende de 5, que ya sabemos que podemos
aproximar por un factor escalar (redshift xs). Todos los operadores diferenciales han desaparecido
en este régimen y luego de tomar la parte imaginaria! Notemos que este ultimo paso no es valido
para valores extremadamente grandes de § (valores exponencialmente chicos de x).

Una manera intuitiva de llegar a la misma conclusién podria ser la siguiente. En la accién efec-
tiva, todos los campos estaran evaluados en el mismo punto. En la aproximacién de supergravedad,
podriamos ver la amplitud esquematicamente utilizando el lenguaje de la mecanica cuénticaﬂ como

A~y Y D (Ta)(@|Gla') (@' |T7) ~ wly Y (T?a)(|GIT) (4.15)

donde las expresiones de la forma G(xz,2’) corresponden a los elementos de matriz (z|G|z'). El
término Ggray asociado a la propagacién de un gravitén viene dado (a menos de indices) por
Gorav ~ t~1, pero al considerar la teorfa de cuerdas ahora sabemos que en realidad debemos
reemplazarlo por una expresién similar a §G, que dependerd genéricamente tanto de ¢ como de 3.
Entonces, como vimos, aparece una parte imaginaria no nula y, al menos en acoplamiento fuerte,
resulta ser sélamente funcién de '3, una cantidad aproximadamente escalar. Ya no es necesario
entonces pensar en G como un operador, y la amplitud puede ser considerada local.

La accién efectiva para el caso del DIS

Volvamos al proceso que nos interesa en esta tesis: el proceso dual al DIS en el interior de AdS.
El andlisis es similar al caso que acabamos de analizar en cuanto al intercambio de un gravitén
con un propagador modificado: lo que cambia son los estados entrantes. En cinco dimensiones,
los modos asociados a las inserciones de las corrientes J* que se propagan desde el borde estan
representados por vectores de gauge, pero para poder realizar el tratamiento que acabamos de
describir necesitamos pensar en términos de la teoria de cuerdas y considerar las diez dimensiones.
En este contexto, lo mas simple es recordar : los fotones no son otra cosa que modos del
gravitén (que llamaremos genéricamente h pensando en una expansién gyny — gun + 2610hMN)
con una polarizacién en particular. En consecuencia, la amplitud de cuerdas que constituye nuestro
punto de partida es

A(h1(A), g2, @3, ha(A)). (4.16)

La estructura factorizada GK se da como en el caso escalar. Se trata de una amplitud de cuatro
cuerdas cerradas, més precisamente de cuatro modos de NS-NS. Una de las maneras mas simples
de obtener esta amplitud es a partir de las relaciones KLT [48], que permiten escribir amplitudes de
cuerdas cerradas en términos de amplitudes de cuerdas abiertas. A nivel drbol y para amplitudes
de cuatro puntos, la relaciéon toma la forma

Aclosed (8,1, 1) ~ sin (Z) Aopen(8/4,1/4) X Agpen(t/4,1/4). (4.17)

Numerando los estados entrantes (no masivos) de manera tal que

§=-2p1-p3s, t=—=2p1-p2, 4= —2p1 - pa, (4.18)

toma la forma

2De hecho, podemos pensar el proceso en términos de un problema de mecanica cudntica en la direccién radial.
Esta idea nos sera 1til més adelante.
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a1 I(=5/2)I(-5/2)
Aopen(57t) - 2,90p F(l —§/2—£/2)

Kop(&ispi) (4.19)

donde hemos definido las respectivas polarizaciones &;, tomado o/ = % momentianeamente (aprove-
chando que ya sabemos cémo aparecerd en el resultado final) y definido un factor cinemadtico

Kop(1,2,3,4) = —i (5t& - &b &3+ 508 - & & Lt (4.20)
tug &6 ot ) =19 Kunop.

Los términos omitidos siempre daran contribuciones despreciables en el régimen en el que estamos
trabajando. De hecho, para el primero de nuestros factores de Agpen sélamente nos interesa el
término proporcional a 5 = —32, y similarmente para el segundo intercambiando § — ¢ y £ — 1.
A partir de todos estos ingredientes, los factores con funciones gamma se combinan para formar el
prefactor G y la amplitud de cuerdas cerradas queda expresada comcE|

Actosed (3,8, 1) = G x &M N 99 PP Kyvop Kvvorpr = G x Ko, (4.21)

donde hemos definido las polarizaciones de las cuerdas cerradas segin

G =g x g (4.22)

7

Estas representan en principio cualquier modo de NS-NS: para elegir un gravitén o un dilatén,
seguin corresponda, es necesario imponer

&J:JN = fl]zVM y €6 = gMN — PMPN — PND- (4.23)
con Py, un momento de referencia arbitrario que debe cumplir las condiciones p-p=1yp-p=0.
Este momento de referencia se introduce unicamente para poder implementar las condiciones de

transversalidad y de traza nula: el resultado final es independiente del mismo.
En el régimen de Regge, el factor cinematico se reduce a simplemente a

- I 4. 2.8 .4 1 4.0 .
KaG> )~ - 8'gl g7 e e = sl ¢, (4.24)
donde &; - &5 = SlM N, &j,mN- Lo que vamos a hacer es extraer un factor 52 para juntarlo con G,
como hicimos antes, y construir una accién efectiva que asociada a lo que resta de la amplitud.
Como estamos en una regién paramétrica en la que 4 ~ —§, estd claro que basta con considerar

una estructura (con la cantidad de derivadas necesaria) dada por

Seff X /leZL‘aMhop ONhOPanﬁ 8N¢. (4.25)

Para obtener la accién efectiva final basta con restaurar las constantes numéricas y el prefactor de
cuerda cerrada G, tomar la parte imaginaria como hemos indicado en , y finalmente elegir la
polarizacién de los gravitones asociada a los vectores de gauge hyn = h(na) = A Kq). Tomando
sélo el término dominante en potencias de §, el resultado final es el siguiente:

3Notar que estamos omitiendo mencionar una importante redefinicién de los invariantes con un factor 2 (o equiva-
lentemente de o’ con un factor 4) debido a que cada una de las dos cuerdas abiertas que, esquematicamente hablando,
forman la cuerda cerrada llevan s6lamente la mitad de su momento total.
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S = % / d" /=g Im[3°G] (K K,) Fn FP"0™ ¢ 8y (4.26)

donde todas las contracciones deben ser realizadas con la métrica curva.

Acciones efectivas: método heuristico

En esta seccién describimos brevemente lo que llamamos el método heuristico para el cédlculo
de acciones efectivas en el régimen de x pequeno. Se trata de un método simple basado en la
accion de supergravedad que sélo utiliza la idea muy bésica de que, en el fondo, la teoria completa
tiene como objetos fundamentales las cuerdas, en este caso cerradas, pero que no necesita del
calculo explicito de la amplitud de cuerdas. Obviamente, este método serd 1til inicamente en el
régimen paramétrico en el que la amplitud puede ser tomada como aproximadamente local. En
el caso de las contribuciones simétricas, la idea parecera trivial pues las amplitudes involucradas
son simples y ampliamente conocidas: se las encuentra incluso en los libros de texto dedicados a
la teoria de cuerdas. Sin embargo, aprovecharemos mucho mas esta idea en los casos en los que
las caracteristicas del proceso dominante no estan tan claras. Este serd el caso, por ejemplo, de las
contribuciones antisimétricas para escalares y fermiones, asi como también el de las funciones de
estructura asociadas a los mesones holograficos.

La idea es simple, y debemos comenzar pensando en un proceso de dispersiéon en el marco de
la supergravedad IIB en AdSs. Los términos relevantes de la accién vienen dados por

Ssp = =5 | d®x\/—gads; < (Om®)* — (FA )2 ) (4.27)

Sabemos que en el régimen 3 > t la contribucién asociada al intercambio de un modo de espin j
en el canal ¢ es esqueméticamente de la forma A ~ 7. Esto es ficil de ver en el caso en que todos
los modos externos son escalares pues todos los indices del propagador deben estar contraidos con
derivadas a cada lado, pero, en general, la idea sigue siendo vélida de una manera u otra para
estados externos mas generales. Por lo tanto, como vimos el proceso dominante es que describe
el intercambio de un gravitén. Notemos que, como vimos en la seccién anterior, este proceso sélo
contribuye a los términos simétricos en p <> v del tensor hadrénico W#. Volveremos a este tema
en un momento.

Ahora bien, los gravitones se acoplan universalmente a los tensores de energia-momento de cada
uno de los campos de la teorfa, de manera que necesariamente la amplitud (o la accién efectiva)
del DIS deberdn tener la estructurafl

A= K2 / o / &Pz’ T?, (z) Gz, YT (2) (4.28)

donde el propagador del gravitén en AdSs puede ser expresado en el limite de altas energias comoﬁ
[49, [50]

2
Gmnlk( ) (gmkgnl + gmlgnk 3gmngkl) Ggrav(l'a CE/) ’ (429)

4Partiendo de la accién , definimos las perturbaciones de un campo genérico @ segiin & — $g + /2ks P, de
manera tal que ni el tensor de energia momento ni el propagador contienen potencias de 5. Estas no son exactamente
las convenciones que veniamos utilizando, pero esto no es un problema debido a que le tratamiento en esta seccién
es cualitativo.

5En esta seccién usamos g = gAdSs-
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con Ggrav(z,2") alguna funcién que es irrelevante en este contexto, mientras que los tensores de
energia momento asociados al bosén de gauge y al dilatéon vienen dados por

B 1
Tﬁin = (gmocgnﬁ + ImBYIna — gmngaﬁ)aa(b aﬁ(b ) T’,Ifll = ngkaﬂo - ngleanJ . (430)
Realizando las contracciones, obtenemos
T () G (i, ) T (') = Glgr (1, 2°) [40867 (2)010 () Fig () Fio ()™ 4|, (431)

de manera que, como vemos, emerge la estructura de indices descubierta a partir de la amplitud
de cuerdas en la seccion anterior. Esto era esperable: hemos dicho que el factor cinematico K era
independiente de o, y por lo tanto es el mismo que se obtiene en el régimen de supergravedad. Por
otro lado, para tratar el factor escalar remanente del propagador del gravitén lo pensamos como
cuando justificamos la aproximacion local més arriba: naturalmente tomariamos Ggray (2, ') ~ fgdl,
pero tener en cuenta el intercambio de modos masivos de cuerdas induce el reemplazo fgdl — [529] .

Calculo de las funciones de estructura

La accién efectiva que acabamos de obtener es el punto de partida para obtener las funciones
de estructura. Necesitamos evaluarla on-shell insertando las funciones de onda y la métrica en
AdS5 X 55.

Las integrales en las direcciones planas y las angulares son sencillas: las primeras arrojan la delta
de Dirac asociada a la conservacion del momento en 4d, mientras que las segundas dan simplemente
una constante dada por

pR? = / BP9 K K, [Yal?. (4.32)

Notemos que otros términos con dependencia explicita en la carga Q resultan dar contribuciones
despreciables en comparacion con el término dominante. La forma de las funciones de estructura
tendrd en este régimen un caracter que a primer orden es incluso independiente de la carga del
hadrén.

Hasta ahora,

/ o
nani WH = 2 x % 3 / dzn/Gads F, FPO™ 6" Oy (4.33)
m=1

donde hemos cambiado de la convencién usual de las amplitudes de cuerdas a la que veniamos
manejando anteriormente, en la que los estados salientes se conjugan. Cabe recordar que hemos
despreciado un factor multplicativo ~ (o’ E)O‘It. En esta expresién, podemos ver facilmente que la
contraccién asociada al bosén de gauge tiene un término dominante de la forma

e
R2
donde nuevamente estamos trabajando con n-q = 0. El segundo término indica que en este régimen
obtendremos una F} no nula. En cuanto a las funciones de onda dilatdnicas, este caso es incluso
mas sencillo que el del canal s ya que no hay estados intermedios con los que tengamos que tener
cuidado y podemos aproximar ambos factores de ¢ por la expresién valida cerca del borde .

Nos queda por realizar inicamente la integral radial, junto con la sumatoria sobre los modos
excitados de cuerda cerrada. Notemos que estan correlacionadas: existe una dependencia explicita

4
* * q
F* ™ —=n nyﬁz4 [Koz(qz) + K%(qz)} + ]n!Qquqy

pm= v w Z4K%(qz)v (434)
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de z en el invariante curvo § &~ s(z%/R?). Para realizar el clculo, podemos aprovechar esta relacion
utilizando la delta de Dirac para realizar trivialmente la integral en z. Luego, vemos que la suma
debe realizarse sobre los valores z,, tales que

m 2
=m = zZ. XM
R2 m e

o s22 xA\l/2

(4.35)
Esto quiere decir que para valores de z mucho menores que A~/2 la separacién entre dos términos
consecutivos es muy pequena, de modo que la sumatoria puede aproximarse por una integral.
También podriamos haber hecho esta aproximacion desde el inicio. De cualquier manera, definiendo
la variable w = ¢z, las integrales que nos quedan resultan ser todas de la forma

v+ i) (v— ) (v
+J)§E2y) =(v) : y:%(n—l-l)- (4.36)

o0
r
Lin :/ dww" K (w) = 2" (
0

Nos interesan los casos j =1y j =0 con n = 2A + 3. Estas integrales s en particular satisfacen la
identidad
A+2

—_—. 4.
A+1 (437)

Lioniz =

Comparando finalmente con el tensor hadrénico Wg ” m4s general para un blanco escalar obtenemos
las siguientes funciones de estructura:

1 /A2 pr2|e;|? 2A+3
1(337q ) $2 <q2> 47‘(‘\/X 1,2A+3 2(957q ) X ( A+2 > 1 ( 38)

A la hora de analizar estos resultados, podemos marcar los siguientes aspectos fundamentales:

= Debemos recordar que estos resultados son vélidos en el régimen exp (—)\1/ 2) <z A2

» Vemos que le factor de supresién en potencias de A/q que obtuvimos sigue siendo el mismo
que para el régmen de z grande. Esto era esperable: mientras estemos en el limite N — oo,
su presencia puede argumentarse como lo hicimos anteriormente a partir de conisderaciones
cinematicas como lo hicimos anteriormente.

= Notamos que hemos obtenido una funcién de estructura Fj; no nula incluso para nuestro
blanco escalar. Esto es por que la interaccién del fotén dual se da no con el estado entrante
sino, esquematicamente hablando, con un gravitén reggeizado.

= Hemos obtenido el crecimiento de las funciones de estructura conforme el parametro de Bjor-
ken z toma valores cada vez més pequefos: Fi ~ 72y Fy ~ x~!. Este crecimiento es
perfectamente compatible con la interpretacién probabilistica de las funciones de estructura
del DIS. También resulta ser similar a los resultados que se obtienen en el régimen perturba-
tivo a partir de la fisica de Regge. Este comportamiento se mantendra incluso para valores
exponencialmente chicos de x, con pequenas correcciones en los exponentes.

= Ademads, resaltamos que la relacién entre ambas funciones ahora toma la forma Fy ~ 2xF;
de manera que hemos recuperado la z que faltaba en la importante relacién de Callan-Gross!

La identidad no se cumple de manera exacta debido a la presencia del factor numérico 3/2 <

2A+3
A3 <9,
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= Finalmente, notamos que si los resultados que obtuvimos fuesen vélidos hasta x = 0 es-
tarfamos obteniendo momentos M,,(F') divergentes para los primeros valores de n. Esto in-
dica que debemos comprender la manera en que este calculo se corrije para poder tener una
imagen fisicamente valida en todo el rango fisico 0 < x < 1. Trataremos este problema en el

capitulo

4.2. Contribuciones antisimétricas

Antes de pasar a otro régimen, debemos preguntarnos si realmente tuvimos en cuenta todas
las contribuciones dominantes. Si bien tienen un régimen de validez mas restringido, los métodos
utilizados a lo largo de este capitulo son mas generales que los del anterior. En efecto, dados ciertos
estados entrantes, las amplitudes de cuerdas incluyen por construccién todos los posibles diagramas
de Feynman que uno podria imaginarse en un tratamiento tipo teoria de campos (en la expansién
perturbativa). Nuestras conclusiones parecen entonces firmes, y los resultados finales son los de las
ecuaciones sumados a la conclusién de que F3(z,q¢?) = 0 que surge de la comparacién con
. Esta conclusion parece razonable: en el modelo estandar sélo puede haber una F3 no nula
si se consideran procesos que violan paridad dados por el denominado DIS electro-débil, donde el
fot6n es reemplazado por un bosén de gauge de SU(2).

Sin embargo, la respuesta a nuestra pregunta inicial es negativa. Si bien tienen algunos aspectos
en comun, la teorfa A = 4 SYM no se comporta en este aspecto como QCD: se trata de una teoria
quiral en la que los fermiones estan representados por espinores de Weyl izquierdos. Por lo tanto,
debemos tener cuidado a la hora de pensar en las contribuciones que pueda recibir F3, incluso en
el contexto de un blanco escalar.

Analisis heuristico

En el régimen de Regge, las contribuciones correspondientes al siguiente orden en la expansién
en potencias de § sélo puede provenir del intercambio de un campo de gauge en el canal ¢, y es en
este tipo de procesos donde encontraremos nuestra funcién de estructura antisimétrica Fj.

Ma3s precisamente, debemos pensar que en el contexto de la reduccion de la supergravedad I1B
en la esfera S° lo que obtenemos en 5d es una supergravedad maximal gaugeada con grupo de gauge
SO(6) ~ SU(4) asociado a las isometrias de la esfera. La acciéon completa de esta supergravedad
gaugeada contiene la siguiente accién para los campos de gauge, dada por el término cinético usual
sumado a una contribucién topolégica que denominaremos Scs:

1 1K
FA FA,mn
4g%, ™" * 9672

SsqlA] = / P [ /=g (d4BCemmors AL 0, ABO,AT +..)|,  (4.39)
donde hemos tomado R = 1 para no recargar la notacién. Vale la pena detenernos por un momento
para recordar que Scs ha tenido un papel destacado en el surgimiento de la dualidad AdS/CFT.

La anomalia quiral

En su trabajo fundacional [15], Witten utiliza la existencia de este término en la accién de
supergravedad como una verificacién de consistencia de la conjetura de Maldacena. A continuacién
describimos el razonamiento que promueve esta afirmacion.

En la toerfa N' =4 SYM existe una anomalfa (global) asociada a la simetria-R SU(4)g, lo que
quiere decir que la simetria estd rota a nivel cudntico. La anomalia puede ser obtenida exactamente
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a un loop mediante al calculo de un diagrama de Feynman tipo tridngulo con tres patas externas
asociadas a la corriente .J, conectadas por tres propagadores de fermiones quirales. El resultado
que se obtiene queda plasmado en la siguiente férmula (ver por ejemplo [51] y sus referencias):

sz < J/f‘(x)JuB(y)Jc(z) > =

NQ_lidABC o 0

1872 Cuvpo 5~ H oz —2) 04y —2), (4.40)
p o

donde el subindice con un signo menos indica que se trata de la parte anormal de la funcién de tres
puntos. Por otro lado, ¢ es el simbolo de Levi-Civita , d4B¢ y fABC son los simbolos definidos por
el dlgebra de Lie de SU(4) g segtin Tr(TATBTC) = 1 (i fABC + dABC), con T los correspondientes
generadores hermiticos, normalizados de manera tal que Tr(TAT?) = %(5‘43 . Teniendo en cuenta
el acoplamiento minimal [ d4xJ;?(x)AA’“(a:) con fuentes externas A4#(z), podemos rescribir la
ecuacion en términos de la relaciéon de operadores dada por

N? -1 1
i JABC qnvps O (AfapAff + 4fCDEA§A§Af) . (4.41)

I A _
(D)™ = g5 Dt

La existencia de esta anomalia tiene se ve reflejada del lado gravitatorio de una manera elegante:
las simetrias globales del borde se corresponden con simetrias de gauge en el interior de AdSs, de
manera que la accién resulta no ser invariante de gauge. Esta propiedad se debe justamente a la
presencia de Scg, cuya variacion genera los correspondientes términos de borde. Tanto la anomalia
del borde como los términos de borde generados por la variacién de Scs pueden ser calculados
exactamente, y la correspondencia es exacta [15, |51, 52]. A partir de (4.39) podemos derivar la
interaccién de tres puntos entre bosones de gauge asociada a este efecto y obtener un correlador de
tres puntos de la corriente que, como antes, puede rescribirse segin

A iK_ ABC _uwpo 9O By 4C . L tCDE gB 4D 4E
(D*J,(x))" = T d chvpo it (AV 0,A; + if AJ A Aa> , (4.42)
donde hemos considerado condiciones de contorno para los vectores Af}(m) = lim,0 Aﬁ(x,z).

Comparando los resultaods y (y haciendo lo mismo con las funciones de dos puntos)
obtenemos el valor exacto de los coeficientes involucrados del lado gravitatorio en términos de las
constantes asociadas a la teorfa de campos: k = N2 — 1y gsg = 47/N.

El mismo resultado puede ser interpretado desde el punto de vista del OPE entre corrientes [45],
cuya relevancia para el analisis del DIS resaltamos en la introduccién. En efecto, el resultado que
hemos presentado para la funcion de tres puntos escrito en el espacio de coordenadas y la funcién
de dos resultan ser

3 14 N2 g 7 —Z v —Z p
li (AT O)IE(2) = S o oy (mﬂ - = ) L @)
y
3N?2 1 — 2)H(y — 2)V
(Jh(y)Jp(2)) = 6ABWM (UW - 2(2/ (y)—(Z)2 ) ) , (4.44)

respectivamente. De estas expresiones deducimos que existe una contribuciéon al OPE del producto
JJ de la forma

v __ gabc_pvpo Yp
JE(y) Ty (0) = d*e™? WJC,U(O) ey (4.45)

Por lo tanto, en el espacio de momentos obtenemos
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- 2q g 1
v ABC _uvpo ABC uvpo
Jﬁ(Q)JB(O)‘asym = d E'u p TQPQJCJ’(O) = d 6“ p ﬁ;JC,U(O) (446)

Notemos que este razonamiento es valido incluso en el régimen de acoplamiento fuerte.

El proceso dominante

Ahora bien, en el contexto del DIS la observacién importante que debemos realizar es que la
contribucién antisimétrica al OPE del producto JJ que acabamos de describir es el equivalente a la
presencia del tensor de energia-momento en el sector simétrico. Por lo tanto, asi como en la seccién
anterior concluimos que el proceso relevante estaba asociado con el intercambio de un gravitén en
el canal t, la ecuacién nos indica que en este caso debemos considerar un diagrama similar
asociado al intercambio de un bosén de gauge. Notemos que esta conclusion es consistente con el
andlisis en potencias de § en el régimen de Regge que nombramos anteriormente.

El proceso dominante viene dado entonces por el descripto en la figura Analizemos este

3 3
Am, A T

(]51'71. ¢0-:;.t

Figura 16: Diagrama dominante para la obtencién de la parte antisimétrica del tensor hadrénico en acopla-
miento fuerte. El proceso consiste en el intercambio de un bosén de gauge en el canal t.

proceso en detalle. En primer lugar, el vértice superior viene dado por la interaccion triple presen-
te en Scs. Dicho vértice tiene una estructura no trivial en lo que respecta a los indices de color
A, B,C,... asociada al simbolo simétrico dspc, de manera que resulta conveniente indicar explici-
tamente cudles son los bosones entrantes segin nuestras condiciones de contorno. Como dijimos
anteriormente, nuestra corriente electromagnética esté asociada al generador diagonal T2 del &lge-
bra de SU(4)g, por lo que los bosones entrantes vienen dados por A3, en ambos casos. Esto tiene
consecuencias importantes: vemos que los términos que nos interesan son de la forma dszc, v las
Unicas contribuciones no nulas corresponden a los otros dos generadores diagonales:

1 1
d33g = 7 d3315 = 7

Esto nos permite analizar el vértice inferior: el acoplamiento con el dilatén tiene la forma usual
de la corriente Jg que ya utilizamos en el analisis del régimen de x grande. Sélamente necesita-
mos generalizar la definiciéon de esta corriente y la ecuacién de autovalores que define la carga
correspondiente para incluir los términos asociados a los generadores diagonales:

, dssc =0V C # 8, 15. (4.47)

JE(z') = —Qc (p 0" — ¢*0"¢) , KC 9°Y(2) = —QC Y (2). (4.48)
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Utilizando la misma notacién que en el analisis heuristico de la seccién anterior, la amplitud asociada
a este diagrama en la teoria de supergravedad viene dada por

A = Kt / Prd®zr T8 (x) GSP (x,2") (), (4.49)

donde J/ es la corriente definida por el término de Chern-Simons,

1

T8 (@) = ¢

dapc €™"P10, AL 0,AL. (4.50)

En el régimen de altas energias, podemos aproximar el propagador del campo de gauge segiin |E|

Gnch (‘ra $/) ~ Omn 5P Ggauge(xa :L'/) . (4.51)

n

Por lo tanto, el integrando de la amplitud (4.49)) resulta ser
m n i mno * *
TE(@)GGR (w,2") T (2") = _EdABCQC MM, ALOPAL (¢ O™ — ¢*Om) - (4.52)

Como dijimos, los fotones entrantes corresponden a modos A3,.

Finalmente, para obtener la funcién de estructura antisimétrica F3(z,¢?) en el régimen z < 1
debemos construir una accién efectiva con la estructura tenosrial de . Luego, debemos incluir
el prefactor de teoria de cuerdas como lo hicimos en el caso simétrico y tomar la parte imaginaria.
Tenemos entonces

S = —gdincQCIn[657] K3 x
/ &2 fis / P V0, AT 0,43 (6 0y — 670y - (4.53)

El dltimo paso consistiria en insertar las soluciones asociadas a cada uno de los modos entrantes.
Dejamos este cdlculo para mas adelante. Esto es porque queremos mostrar previamente cémo
se obtiene esta accién efectiva mediante un cédlculo de primeros principios. Si bien por ahora la
inclusién de G(o/, 3,%, 1) resulta ad hoc, veremos que de manera similar al caso simétrico podemos
obtener esta misma expresion final para la amplitud mediante el analisis de la amplitud relevante
de supercuerdas cerradas.

Derivacién desde la teoria de cuerdas

El Lagrangiano asociado a la interaccion efectiva que encontramos en la seccion anterior a partir
del término de Chern-Simons presente en la accidon de supergravedad también puede ser obtenido
a partir de la teorfa de cuerdas subyacente: supercuerdas tipo IIB en AdSs x S°, incluyendo el
prefactor. Para esto, necesitamos calcular una amplitud de cuatro cuerdas en particular y luego
tomar el limite £ — 0, como lo hicimos en el caso simétrico. Los modos entrantes deben corresponder
nuevamente a dos dilatones y dos campos de gauge A3. Ahora bien, en el caso correspondiente
al intercambio de un gravitén, estos campos de gauge podian verse como una perturbacién en
particular de la métrica. Ademas, las amplitudes de teoria de cuerdas incluyen todos los posibles
diagramas y modos intercambiados. Por lo tanto, debemos preguntarnos cémo es posible que las

5Notamos que hay una contribucién extra dada por un término de gauge puro que no contribuye a nuestra amplitud
|50].
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contribuciones antisimétricas (que sabemos que no son nulas ni despreciables a partir del andlisis
heuristico de la seccién anterior) no hayan aparecido al considerar la amplitud A(h, h, ¢, ¢).

La sutileza radica en el hecho de que, en realidad, los bosones de gauge en AdSs que se obtienen
al realizar la reduccion sobre la 5-esfera surgen en realidad de una combinacion lineal de modos
del gravitén junto con ciertos modos de la 4-forma de RR [53]. Daremos la relacién precisa unos
renglones mas abajo, pero por el momento queremos resaltar que esta mezcla necesaria para diago-
nalizar las ecuaciones de movimiento implica que a la hora de pensar en las amplitudes de cuerdas
también debemos considerar modos de RR entrantes! En otras palabras, necesitamos considerar
una nueva amplitud de la forma

"4(]:5,]:5a¢7 qb) (454)

Para verificar esta afirmacion podemos realizar un calculo preliminar: es evidente que un razo-
namiento similar que considere los mismos modos de RR en el contexto de una interaccién triple
de cuerdas deberia llevarnos a un término cuya estructura sea similar a la de SCSE En la siguiente
seccion mostraremos como puede obtenérselo a partir de la amplitud

A(Fs, Fs, h). (4.55)

Mas adelante, aplicaremos un razonamiento similar para obtener el Lagrangiano efectivo asociado a
las contribuciones antisimétricas al tensor hadrénico del DIS, que luego lo utilizaremos para calcular
la funcién de estructura F3(z,q?) para los blancos escalares (glueballs).

La interaccién de Chern-Simons a partir de la amplitud de cuerdas

Para empezar, calcularemos una amplitud dispersién de cuatro cuerdas cerradas en la teoria IIB
(y en un espacio plano de diez dimensiones). Luego, evaluaremos las polarizaciones de los estados
entrantes a partir del Ansatz correspondiente a la compactificacién en S°. Este Ansatz produce
como resultado final la supergravedad en cinco dimensiones con grupo de gauge SU(4) asociada a
la solucién de AdSs. Seguiremos en gran medida las convenciones de las referencias |53} |54] donde
la compactificacién fue tratada en detalle a nivel lineal y no lineal, respectivamente.

Nos concentramos primeramente en la forma del Ansatz para la reduccién de los modos prove-
nientes del gravitéon y de la 4-forma de RR. La parte relevante de la accién en diez dimensiones
viene dada por

1IB sugra -1 1
Swa = 22 /dloxv -G <R10d - 240}}?> 4 (4.56)

con Gy la métrica diez-dimensional. Ademads, las definiciones de la constante de Newton en 10d
K10 ¥ su contrapartida en 5d k5 son tales que 2&%0 = Vol (55) 2&% con Vol (5’5) = 73, Debemos
ademads tener cuenta la condicién de auto-dualidad F5 = *JF5, con * el operador definido como el
dual de Hodge, que puede escribirse en componentes como

1

a\/ -G €M;...Ms5N;...Ns .7'-N1"'N5 . (4.57)

FaryoMs =50nn sy aas) s (5 F) Myt =
La reduccién en la 5-esfera es consistente, y podemos pensar que todos los deméds campos estan
apagados. Podemos obtener las ecuaciones de movimiento en AdSs expandiendo en arménicos esca-
lares, vectoriales y tensoriales en S°. Sin embargo, en lo que respecta a los modos vectoriales en AdS

"Notemos que no esperamos encontrar Scs ya que este término puede tener contribuciones asociadas un Ansatz
no lineal en la compactificacién en S°, asf como también contribuciones a un loop.
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las ecuaciones de movimiento linealizadas correspondientes a estos dos campos estan acopladas de
manera tal que es necesario considerar una combinacién lineal de modos para poder diagonalizar-
las. Los modos més livianos de la torre de KK correspondiente son los que generan los bosones de
gauge no masivos asociados a las isometrias del espacio interno: los modos que hasta ahora hemos
denominado A4 . La forma esquemética de las perturbaciones involucradas es la siguiente:

hma = AB KD

a

; Amabe ™~ A Zabc (458)

En estas expresiones, K f representa a los 15 vectores de Killing y Zﬁ)c es un pseudo-tensor en
la esfera definido a partir de dichos vectores, la forma de volumen y las derivadas covariantes V,
segun

Zipe = €abede VK (4.59)

a

con el tensor de Levi-Civita

abede

1
abede
€abcde = /955 Eabcde » € =——F¢ .

gss

Aqui, € es simplemente el simbolo totalmente antisimétrico definido de manera tal que e19345 =
12345 — 1. Concretamente, la combinacién lineal que diagonaliza las ecuaciones de movimiento en
el caso no masivo no es otra cosa que

AL = A2 (h) — EAﬁ(a) : (4.60)

Teniendo a mano la expresién (4.58)), podemos llevar a cabo nuestra propuesta para derivar la
estructura de Scg. Como dijimos, el punto de partida es la amplitud

1

11 11 L
A~ /HdQZz RR2 2)(21,51)‘/;({327 2)('22722)‘/1\(181#8 Y (23, 23)) (4.61)

donde Vngns ¥y VrR son los operadores de vértice en la teoria de la hoja de mundo, cuyas expresiones
pueden encontrarse por ejemplo en [55557]. En el caso que nos interesa, los Vgr corresponden a
modos de la 5-forma autodual y Vgng esta asociado a una perturbacion de la métrica. La amplitud
correspondiente ha sido calculada explicitamente en [57], y toma la siguiente forma:

3 i M (3T p N
Ao = —5rehinTx (CPerM¢*er™) (4.62)
donde I'M son las matrices de Dirac en diez dimensiones (es decir tiene 32 x 32 componentes) y las
polarizaciones ¢? estan definidas segiin definido por

C,{XIBB _ ) ) s (C[‘Mr“Ms) (4.63)

AB

Para obtener una expresién final mas clara en términos de las polarizaciones debemos evaluar la
traza del producto de doce matrices Gamma en (4.62)). Notamos que la matriz de conjugacién de
carga C se utiliza para subir y bajar los indices de las matrices I, y cumple las propiedades

CZ%CBC — 59" CAB — —CBA
(MM) oy =Cpe (™), (r)* =cao(rv) P
A _ C
A" Cop = (Th) ", (Im) A" = —Cae (0i)” P2,
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y también son validas las expresiones

Cib=-czh. ()

También utilizamos el hecho de que para cualquier producto de matrices que sean a su vez productos
de las I'M se cumple que

= —CAC () ook (4.64)

RapSB¢ = —R,PSz°.

Teniendo en cuenta todas estas propiedades, podemos ver que la amplitud toma la forma

M c Ny A

Aa = =3B FRat, Py, (P00 (™) P (Ve ) (er) )
7 B’ C D’ A
— _§Hh}WN]-']2WlmN5}“]?§,1mN5((FM1 M5)A (FM)B’ (FN5 NI)C (FN)D’>

= SRR F R PRy T (DY PPV PN NPy (4.65)

Por lo tanto, analizando la traza resultante obtenemos

i
A = — kb 5 (R B+ R R "R R (4.66)

donde los indices omitidos estan contraidos. Finalmente, en el contexto que nos interesa el dltimo
término es idénticamente nulo, pues las perturbaciones de la métrica tienen traza cero. Entonces,
el resultado final toma la forma

)
AFD R ) = - =5

MN (1) (2) My...My
R Y Y VA . (4.67)
Esta amplitud se corresponde con un término presente en la accién de supergravedad que puede
obtenerse simplemente perturbando el término cinético de la 4-forma segin Gy ny — Gun + hyn,
y cuya extensién al caso de un espacio-tiempo curvo puede escribirse como

1
— / APz =G hMN Fapar, o, FprtMe (4.68)
3 K1y JAdssxs5
Ahora bien, reemplazando las expresiones asociadas a cada una de las perturbaciones presenta-
das en (4.58)) en esta tultima expresién vemos que emerge la estructura

V=GF gy g Fp M pMN o [emmorag, A49,AB ACT [ /G55 €avede VEKGVEKSKE| . (4.69)

El primer corchete coincide exactamente con la estructura tensorial que define Sgg, y concluimos
que desde el punto de vista diez-dimensional esta expresion viene acompanada con una integral del
segundo corchete sobre la 5-esfera. El integrando es completamente simétrico en los indices A, B
y C, y realizando el cédlculo de dicha integral explicitamente observamos la apariciéon del simbolo
completamente simétrico d4pc. Para esto, utilizamos la identidad .

Vemos entonces que, como nos propusimos en el inicio de esta seccion, hemos obtenido la
estructura completa del término de CS a partir de una amplitud de teoria de cuerdas. Para esto
fue importante tener en cuenta la forma correcta de las perturbaciones relevantes, dada por .
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La dispersién A+ ¢ > A+ ¢

El resultado obtenido en la seccién anterior indican que para obtener desde primeros principios la
accion efectiva debemos considerar una contribucion a la amplitud A+¢ — A+ ¢ proveniente
de la interaccién de cuatro cuerdas cerradas del tipo RR-RR-NSNS-NSNS que podemos expresar
esquematicamente como A(Fs, F5, ¢, ¢). En este caso, la expresién anédloga a viene dada por

B

1

4 _1 1 _1_1 1
A~ / TT @2 (i ™2 e 2 Vi ™ (o, 20) Vi (2, 2) VIO (24, 24) (4.70)
=1

Refermios al lector interesado en los detalles del calculo a la publicacién [55]. El resultado final en
el caso en que los modos RR estan corresponden a perturbaciones de la 5-forma y los modos NS-NS
estan asociados a dos dilatones viene dado por el producto usual

AFD, FP6®,69) =g K, (4.71)
donde en este caso
K = —80k203 63 64 Fo ars ar Fre MM kY (4.72)

Ahora bien, en el contexto del estudio holografico del DIS estamos interesados en el régimen
de x pequeno, en el que 5 < t y es vélida la aproximacién local . En este caso, tomar este limite
consiste simplemente en considerar ©« = —§ en e intentar construir una interaccién efectiva
de cuatro puntos que permita reproducir esta amplitud. El Lagrangiano asociado a esta interaccién
efectiva resulta ser

Lrres = —203 [G(e, 3,1 — 0,@) 3] Farary..n, Fi' oM oM oM (4.73)

El dltimo paso consiste en insertar la expresion dada en (4.58]) para las perturbaciones de F5 y
rescribir esta interaccién en 10d en términos de los campos de gauge en AdSs. El reemplazo genera
un integrando de la forma

G/, 5,1 — 0,11) %] /gso (eabcdevaKg‘chf) (e™mP90,, AL D, AB) 8,6 0y . (4.74)

Finalmente, utilizando la identidad (B.17)) junto con la ecuacién de autovalores (3.29)), y volviendo
a la convencion de estados entrantes y salientes, observamos nuevamente la aparicion del simbolo
simétrico dapc y la de la corriente dilaténica JS definida en (4.50) a través de

= % dapc K09 0g)9" = %dABC IS (4.75)
Ademés, el factor dapc combinado con la estructura contenida en el segundo paréntesis del lado
derecho de (4.74) permite obtener la corriente de Chern-Simons 7,P. Esto quiere decir que hemos
obtenido de primeros principios la la estructura de la accién efectiva anticipada en , que hasta
ahora sélamente habiamos motivado heuristicamente. Por tltimo, recordamos que en el proceso que
nos interesa nos concentramos en la contribucién proporcional a dssc.

(VW KV oK) D1 0y

8Notemos que en esta seccién utlizamos la convencién estdndar de teorfa de cuerdas en la que todos los estados
son considerados entrantes. Volveremos a nuestra convencién original con dos estados entrantes y dos salientes a la
hora de calcular la funcién de estructura F3.
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La funcién de estructura Fj3

La interaccion efectiva de cuatro puntos que hemos obtenido en las secciones anteriores permite
calcular la contribucién dominante a la funcién de estructura antisimétrica F3(z,q?): la tnica que
nos faltaba en el contexto de los blancos escalares. El procedimiento es similar al que realizamos
para obtener F} y F, a partir de . En este caso, el diccionario de la correspondencia AdS/CFT
indica que |37}, 45|

1
- ngcfsym = nyn;, Im (TK;’ym) = %nunZWK;'ym , (4.76)

donde la ultima igualdad se deduce del teorema éptico. Para facilitar la lectura, recordamos que la
accion efectiva, que debemos evaluar on-shell estd dada por

S = Z% d33c Q% Im [G(d, 3, — 0,1) §%] x
/ d°Q \/gss / d°m e™PUD,, AV Do A3 (6 040" — ¢ 049) - (4.77)

Las soluciones correspondientes a los modos normalizables de ¢ y no normalizables de A3, son nue-
vamente (3.24) y (3.11]), respectivamente. Ademds, como en el caso simétrico es necesario trabajar
en el limite ¢ — 0, y tomar la parte imaginaria del prefactor 352G, dada por (4.14). Obtenemos
entonces

2 2\ 4-1
s 2T QZa (A7 « uvpo Qplo 1
iy, Wisym = |¢il 3 Vi <q2 nutty, €7 55 r (4.78)

donde la carga efectiva estd se define Q = ds3¢ QY. mientras que Zx corresponde a la integral sobre
el producto cruzado de las funciones de Bessel dada por

2
Th = /dw W22 Ko (w) K (w) = \TF (Alf(g fg? +2) (4.79)
2

Finalmente, comparando con la descomposicién genérica (2.15) obtenemos la expresién final para
la funcién de estructura F3 asociada a un blanco escalar (un glueball) en el régimen de = pequeno:

1/ A2\ 27" Qd)2n?
q2

Bled) =3 Iy

Za. (4.80)

x

Los aspectos mas importantes a la hora de analizar el resultado que obtuvimos son los siguientes:

= Esimportante recordar en qué contexto estamos trabajando. En efecto, obtuvimos una funcién
de estructura F3 no nula incluso en el caso del DIS electro-magnético y para un blanco escalar.
Dado que F3 pertence al sector antisimétrico e impar ante una transformacién de paridad, esto
no hubiese sucedido para QCD, pero es el resultado correcto para la deformacion de la teoria
N =4 SYM con la que estamos trabajado, en la que asignamos un subgrupo de la simetria R
el rol del electro-magnetismo. Sin embargo, veremos en el caso de los blancos fermiénicos que
un razonamiento similar al presentado en estas tltimas secciones permite obtener un resultado
potencialmente mas general para las funciones de estructura g;. Es mas: como describiremos
mas adelante, dicho andlisis nos llevara a poder realizar nuevas comparaciones con los datos
experimentales.
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= Destacamos el hecho de haber encontrado una funcién de estructura cuya dependencia con
respecto al pardmetro de Bjorken x es de la forma F3 ~ z~!. Obtenemos nuevamente una
divergencia en el limite x — 0 similar a lo descripto anteriormente para las funciones de
estructura simétricas. De hecho, la divergencia es a primer orden la misma que la de F5.
Encontramos entonces un contraste importante con el régimen de x grande, en el que Fj era
nula o al menos despreciable con respecto a F} y Fb.

= Vemos que la dependencia de F3 con respecto a q es exactamente la misma que para las funcio-
nes de la parte simétrica, es decir que aparece nuevamente el factor de supresién (A2/ qQ)Afl,
con A el nimero cudntico asociado a la masa de KK del hadrén incidente. En otras palabras,
el proceso relevante también es tal que el campo de gauge interactia con la parte decreciente
de la funcién de onda del hadrén dual como un todo, como era de esperarse en el limite
N — o0.

= Notamos que, a diferencia del caso simétrico, F3 resulta ser proporcional a una carga Q =
ds3cQC asociada al hadrén inicial incluso en el régimen de  pequeno. Esto implica una dife-
rencia conceptual para Fj con respecto a F} y Fs: el hadrén debe estar cargado con respecto
a las simetrias generadas por Ty y 7115 para tener una funcién de estructura antisimétrica
no nula. En el caso simétrico vimos que no aparece ninguna condicion de este tipo para x
pequeno.

= La relacién entre las integrales Z4 definida en (4.79) y las integrales I, definidas en (4.36)
dada por

(2A+2)(A+2)
2A+3
indica que hemos encontrado una nueva relacién tipo Callan-Gross:

Q4 _2§(2A+3)(A+1)

By(z,¢%) = =~ (A+1)Fy(z,¢%) =

Loays = / dw w3 K2 (w) = Ta. (4.81)

TFy(x,q?). (4.82)

= Por ultimo, resaltamos el hecho de que nuestro resultado final es totalmente consistente con
el andlisis realizado previamente en [45] para el caso de blancos de espin 1/2, valido para
valores de x exponencialmente pequenos (a partir de la extrapolacién necesaria).
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Capitulo 5

El régimen de xr exponencialmente
pequeno

En esta secciéon analizamos lo que sucede en la region paramétrica en la que el parametro de
Bjorken x toma valores del orden de exp(—\ﬂ) o mas pequenos. En estas condiciones, la aproxi-
macién local que utilizamos en el capitulo anterior deja de ser valida. Veremos que la amplitud
de dispersién todavia se puede describir en términos de una expresién tutil tanto para generar una
interpretacién intuitiva, asociada a la aparicién de un fenémeno difusivo en la direccién radial,
como para poder realizar comparaciones cualitativas y cuantitativas con los datos experimentales
disponibles.

Comenzaremos repasando las propiedades generales de la dispersién de cuatro particulas a
energias muy altas en el contexto de una teoria gravitatoria, centrandonos en el caso escalar para
resaltar mas facilmente los conceptos fundamentales, y analizaremos tanto el caso plano como lo
que sucede en el contexto de un espacio AdS. Luego, veremos cémo se modifica este anélisis en el
contexto de la teoria de cuerdas (en AdSs). Finalmente, aplicaremos estos conocimientos a lo que
nos interesa en esta tesis: la descripcion holografica del proceso de DIS. Partiendo de la base del
capitulo anterior, veremos que se obtienen dos resultados distintos para las contribuciones simétricas
y antisimétricas.

5.1. Dispersion gravitatoria para energias altas

En un espacio plano de cuatro dimensiones

Consideremos una dispersion de cuatro modos escalares de masa m en un espacio plano y tal
que la energia del CM s = —(p; +p2)? es mucho mayor que el invariante ¢t = —(p; + p3)? asociado al
momento intercambiado y que m?. Es facil convencerse de que, sea cual sea la teorfa, para energias
lo suficientemente altas y valores de t lo suficientemente chicos, y siempre y cuando podamos confiar
en el un desarrollo perturbativo, el proceso dominante estara dado por el intercambio de una algtin
modo no masivo en el canal t. Supongamos que en la teoria en cuestion hay diversas particulas no
masivas de diversos espines, y consideremos el caso en el que un bosén de spin j es intercambiado.
Trabajamos en el espacio de momentos, de modo que las reglas de Feynman indican entonces que
la amplitud sera proporcional a la contracciéon del propagador correspondiente Gu'lmuj’,jlm,,]. (t) con
alguna estructura de indices construida a partir de los modos escalares ¢;(z) = e’P'* en cada uno
de los vértices. Teniendo modos externos escalares, esos indices solamente pueden corresponder a
sus derivadas, es decir a los momentos p;. Una aproximacién razonable consiste en considerar que
los momentos de las particulas incidentes casi no se modifican durante la dispersién, de modo que

71
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P3 & —p1 Y pa & —po. Por lo tanto, vemos que la contribucién dominante vendra dada por situacién
en la cual la mayor cantidad posible de estas derivadas quedan contraidas entre los dos vértices,
generando como méximo un factor s/. En términos del propagador, esto quiere decir que solamente
resulta importante considerar el siempre presente término

1
ot

Ya utilizamos este razonamiento en la seccién anterior (aunque en el contexto de AdS). En
efecto, hemos notado que en una teoria gravitatoria, el méximo spin disponible es 7 = 2, de manera
que el proceso de altas energias estd dominado por el intercambio de un gravitén. También sabemos
que el acoplamiento se da universalmente con el tensor de energia momento de los modos externos
involucrados, del que solamente nos interesa el término

Gy (1) [g/mq Gyt ] ) (5.1)

1 *
qﬂ:§@¢@¢+~-. (5.2)

En conclusion, la amplitud de nuestra dispersién viene dada a primer orden por

2
ﬂ%m:-ﬁ% (5.3)

ademéas de una delta de Dirac asociada a la conservaciéon del momento, y donde x representa la
constante de Einstein correspondiente al acoplamiento gravitatorio.

Conviene tomarnos el trabajo de analizar un poco més esta amplitud y de rescribirla de una
manera que nos sera util a la hora de generalizarla. Por empezar, notamos que podemos pensar en
que tenemos un acoplamiento efectivo de la forma

Keft($) = K s, (5.4)

totalmente consistente con el hecho de que la gravedad se acopla con la energia, por decirlo de
alguna manera, y que nos indica que la expansion perturbativa sera valida para energias grandes
siempre y cuando mantengamos keg << 1. Por otro lado, en el sistema CM y en coordenadas de
cono de luz tenemos aproximadamente

+
1

pi ~—p3 , py ~—py, (5.5)

con s ~ —2pfp2_ de modo que si pasamos al espacio de posicién en las direcciones transversas la
parte escalar del propagador puede expresarse como [58]

1 dg? etaLwL do? etarrL
—>—/q$e ,%—/ i (5.6)
t (2m)% ¢ — i€ (2m)% g3 — ie

con q¢ = p1 + ps, es decir que resulta ser independiente de las componentes pf;t. Pensando en esta
representacién mixta, asociada a la nocién del pardmetro de impacto b (la separacién transversal
en las condiciones iniciales), rescribimos la amplitud como

an? . 1 dq? elaLd
) -9 iqL b - - 1,22 ‘ '
A (Sab) S / (27[_)26 X(87b) ) X(S>b) = / (277)2’% S Qi e (5 7)

Por ahora, esto es simplemente una transformada parcial de Fourier, pero veremos en un momento
que la definicién de la denominada fase eikonal x(s,b) permite generalizar esta amplitud de manera
directa.
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En efecto, sabemos que a medida que consideremos energias mayores la expansién perturbativa
requiere, al menos en un primer momento, la inclusién de diagramas que incluyan una cantidad
cada vez mayor de loops. Siguiendo el mismo razonamiento de los parrafos anteriores, los diagramas
que daradn la contribucién dominante son los denominados diagramas tipo escalera como el de la
figura [I7] que dan cuenta del intercambio de n gravitones.

g | g

o i)

Figura 17: Diagramas tipo escalera para la dispersion de escalares en el régimen de altas energias.

Lo interesante es que, al menos en este régimen, podemos considerarlos a todos y resumarlos
en una Unica expresion compacta. Esto es porque los propagadores escalares también se ven sim-
plificados. Esquematicamente, si consideramos por ejemplo el modo cuyo momento estd dado por
p = p1 — k1, donde k; es el momento asociado al primer gravitén que se propaga, tenemos

1 1 1

p2+m2 —ie  (p1 —k1)2 +m?2 —ie - pr'kl_ —je
La integracién del momento que circula en el loop tendrd una parte asociada a las componentes
transversales, que en virtud de resulta ser independiente de las integrales asociadas a las
componentes del cono de luz. Estas tultimas se pueden realizar a partir de aplicada a los
escalares cuyos momentos son (p; — k1) y (p2 + k1), respectivamente, y utilizando el teorema de
residuos. De esta manera, en el caso de un loop simplemente se genera un factor multiplicativo

(5.8)

111 59
2py 2py 2s
ademds de los factores s por cada propagador gravitatorio. En resumen, acabamos de describir
esquematicamente las razones de la factorizacién que se da en este régimen.
Finalmente, teniendo en cuenta los factores de simetria de los distintos diagramas obtenemos
una amplitud que resuma todos los intercambios de n gravitones dada por

2

-Aeikonal(sat = _qa_) = —2is /W

A diferencia de las amplitudes asociadas a cada uno de los diagramas de la serie, esta féormula
resulta ser valida para valores muy altos de s. En efecto, el crecimiento de la amplitud eikonal
(5.10) para valores arbitrariamente grandes de la energia resulta mucho menor al de las potencias
de s asociadas a cada uno de los diagramas individuales resumados por la exponencial. De esta
manera, permite satisfacer los requisitos que existen en cualquier teoria unitaria.

Es interesante notar que, sin embargo, la aproximacion deja de ser vélida antes de alcanzar
energias del orden de la masa de Planck. El problema puede analizarse directamente en términos

el [exp (ix(s, b)) —1]. (5.10)
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de : la expansién en serie de la exponencial deja de tener sentido cuando la fase toma valores
x ~ 1. A valores fijos de s, puede verse que ésto sucede cuando el pardmetro de impacto se acerca
al radio de Schwarszchild R(s) definido por la escala de la energia del CM [58|. La interpretacion
es simple: para dichos pardmetros de impacto las condiciones iniciales inducen la formacién de
un agujero negro. En estas condiciones es claro que la expansién perturbativa de la gravedad de
Finstein pensada como teoria efectiva pierde sentido. En el contexto de DIS consideraremos a lo
largo de toda esta tesis que las condiciones iniciales en el bulk nunca llegan a ser tan extremas. Por
otro lado, vale la pena aclarar que el hecho de considerar una teoria de cuerdas en espacio plano
como teoria completa de la gravedad no modifica cualitativamente el anélisis que hemos realizado
en esta seccion.

Extension a AdS;

El anélisis que acabamos de realizar para procesos de dispersién en espacio plano puede ex-
tenderse de manera andloga al caso en el que la geometria es la de AdS5. La primera diferencia
estd en la forma de las funciones de onda externas, que deberdn incluir las funciones de Bessel
asociadas a la direccién radial con las que trabajamos en los capitulos anteriores. Por otro lado,
debemos incluir a la direccion radial entre las direcciones transversas, de manera que el propagador
del gravion también se modifica. El andlisis del diagrama a nivel arbol es similar al que lleva a
, y el resultado final toma en este contexto la misma forma que antes aunque con una nueva
fase x dada por

n_ 1 K3s® Zi'/ /
X(s,b,2,2") = 5 | r \ 12 Gs(b, z,2"), (5.11)

donde G3(b, z, ') representa el propagador de un modo escalar en el AdSs transverso. Para poder
pensar en resumar todas las contribuciones de los diagramas de la serie eikonal, sélo necesitamos
analizar el nuevo propagador escalar en AdSs. En este caso, el resultado analogo a pasa a ser
simplemente

o(k2) Ao (k2
(zz’)z/dkk: JQA 2( Z)ZJA Q(fz. (5.12)
k +(/€1)L+2p1k1

Utilizando la identidad (B.23)) para las integrales que involucran las funciones de Bessel y siguiendo
los pasos de la seccidn anterior obtenemos la siguiente expresién final para la amplitud:
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2 7\ 2
Acikonal—Adas (s, = —q3 ,2,2') = —2@'8/(;7?)261%'[’ (RQ) [exp(z’x(s,b,z,z')) — 1] (5.13)
con la fase definida en , y donde hemos omitido nuevamente las deltas de Dirac asociadas
a la conservacion del momento longitudinal y a la localidad en las direcciones transversas. Hemos
mantenido una representacién mixta en términos de momentos en las direcciones planas y posiciones
en la direccion radial para obtener el resultado que hemos de comparar mas adelante con la amplitud
asociada al DIS holografico.

Vale la pena detenerse un instante para analizar el régimen de validez de la férmula eikonal que
acabamos de obtener. Por ahora hemos trabajado en el régimen en el que la descripcién gravitatoria
es lo suficientemente precisa, y tomando z y 2/ muy pequefias en comparacién con una posible
deformacién IR del espacio AdS alrededor de una escala zp. Sin embargo, también necesitamos que
2y 2’ sean lo suficientemente grandes como para que la energfa del CM 3 ~ szz'/R? siga siendo
grande, por ejemplo, en comparacion con la masa de Planck. Por otro lado, notamos que hemos
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obtenido una féormula para la amplitud completa, mientras que para utilizarla en el contexto del
DIS necesitaremos considerar t = 0 y quedarnos inicamente con la parte imaginaria.

5.2. El Pomerodn

Nuestro objetivo en esta seccién consiste en intentar utilizar un razonamiento similar al de la
seccion anterior para extender los resultados que hemos obtenido en la region de x chico a valores
exponencialmente pequenos, es decir, a energias del CM atin més altas. Para esto, formalizaremos
la idea del intercambio de un modo reggeizado més alla del régimen de validez de la aproximacion
local. En el caso simétrico, conceptualmente cercano al intercambio de un gravitén, este modo
efectivo es el denominado Pomerdn.

Ruptura de la aproximacién local

Volvamos al andlisis de las contribuciones simétricas al DIS. Hemos visto que para tener en
cuenta que la teoria del bulk en es en realidad una teoria de supercuerdas basta con modificar el
propagador gravitatorio 1/# mediante la inclusién del prefactor 52G. Tomando la parte imaginaria
en el limite 5 > ¢, este reemplazo se reduce a la inclusién de un factor . En el capitulo anterior
elegimos despreciar el factor

7~ o/f/Z
<oz45> ~ 1 para log (ﬁ) > s. (5.14)

Sin embargo, teniendo en cuenta que s ~ 1/ vemos que esta aproximacién deja de ser véalida en
el régimen de x exponencialmente chico. Més precisamente, en este capitulo nos concentramos en
el régimen

A, § — 00 con fijo. (5.15)

Por lo tanto, debemos incluir este factor, y nuestra nueva expresién para la amplitud pasa a ser
1o 0 ,x
g W = 2m x =~ > / dzv/Gaas Fin 7™ (o/5) 2 0% 0,0. (5.16)
m=1

Ahora bien, hemos visto que si bien en el régimen del DIS era valido reemplazar a § por una
constante, esto no era cierto para t, cuyo caracter de operador diferencial de segundo orden no
puede pasarse por alto. En efecto, tenemos

22 y 1
2R? + R2
donde hemos despreciado las fluctuaciones en las direcciones angulares asociadas a S°. Como ya
hemos discutido, en el caso del DIS tenemos las condiciones iniciales son tales que ¢ = 0, aunque esto
no es suficiente para tener ¢ = 0 en la descripcién hologrifica debido a presencia de las derivadas
en z. Este operador diferencial no actiia de manera simple sobre cada una de las soluciones, sino
que puede pensarse como un laplaciano actuando sobre los modos intercambiados, cuyo spin es
aproximadamente j = 2. Por lo tanto, podemos escribir

t=a Vie.oo, (5.17)

/ 1 1
A p—
2 2\5[

2202 — 20, — 4], (5.18)
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donde A, es un caso particular de la expersién vélida para un spin genérico j

1 4 1
Aj = ngzj , Ag = Yo (2202 — 320,] (5.19)

que coincide con el operador laplaciano a menos de una funcién escalar:

Vil = 45+ f(). (5.20)
Para encontrar la funcién escalar f(j) podemos analizar caso por caso las ecuaciones de movimiento
de los diferentes modos en AdSs. A partir de la ecuacién de movimiento del gravitéon vemos, por
ejemplo, que f(2) = 0.
Consideremos por un momento un caso mas simple que el DIS: la dispersiéon de cuatro modos
escalares. En ese caso, y teniendo en cuenta la presencia de los operadores diferenciales que acabamos
de describir, la expresion para la amplitud tomaria la forma

122, 1 (292 .o
A / dzr/g(2) s (a/5) 0 TRt a0 g (5.21)
con /g ~ R':75 Resulta conveniente introducir una nueva variable
z dz 902 9
u= —lnz—o = - = du y 2907 + 20, = (—20,)(—20,) = 05 (5.22)

utilizando alguna escala arbitraria de referencia zy que en este caso podemos hacer coincidir con
el cutoff IR del modelo hard-wall tomando zp = zmin = 1/A para que més adelante sea simple
imponer las condiciones de contorno E Que aparezca esta nueva variable u con una representacién
mas simple no es una casualidad: nos esta diciendo que Vs es un operador hermitico si pensamos
en un problema de mecdnica cudntica auxiliar en la direccién radial. En este problema auxiliar
u estd identificado con el tiempo asociado al hamiltoniano Hy = —(92 — 4). Equivalentemente,
podemos considerar el producto interno usual pero con la medida du = dz/z. La idea de pensar
en un problema de mecanica cudntica consiste en reinterpretar la amplitud utilizando el producto
interno que acabamos de describir de la siguiente manera:

A(t = 0) oc R3] (o's) " 33154 |y, = RS / %<¢13!Z><Z| (os)* 555 |3y, (5.23)

donde (z|®i;) = ¢i(2)¢;(2). Notemos que la medida del producto interno implica que

1= /du|u><u| = / % 12)(z] , (2|2)) = 28(2 = &), (uu)) = 6(u— ). (5.24)

Para evaluar explicitamente la amplitud, lo mas sencillo es diagonalizar el operador Hs, que por ser
hermitico tiene una base de autofunciones con autovalores reales, e insertar una identidad construida
en base a dichas autofunciones. Este operador tiene una forma muy simple: las autofunciones
resultan ser las ondas planas en la coordenada u. Si las etiquetamos en base a su energia E,,
corresponden a estados |v) tales que

(uly) = e | Holv) = B, |v) , E, = v* +4, (5.25)
y por lo tanto satisfacen las siguientes identidades:
o d
(V) = /du<u|u><u|ul> = /due’“(” M =2y —1) = 1= /QZ v){v|. (5.26)

1Sin embargo, seguiremos escribiendo algunas férmulas en términos de z pues seré 1til tenerlas a la hora de analizar
el caso j = 1.
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Por lo tanto, lo que podemos hacer es insertar una doble identidad

1- /du/i\u)(uw')(u'\, (5.27)

a la izquierda de ®@94. Notemos que esto quiere decir que no quedaran todos evaluados en el mismo
punto, sino que tendremos Pi3(u) y Pos(u'): estamos en presencia de la anunciada pérdida de
localidad. Lo importante es que de esta manera, aislamos el kerne]ﬂ K(u,u',t = 0,5 = 2) que ya
podemos definir y calcular explicitamente utilizando una integral gaussiana:

024

Kl t=0,=2) = (uf (o's)7ovzl% )
[l )TH )l
_ / ;i” | ('s) A+ ) (5.28)
— (o) /;l (o) 3" (ul) (vl
— (o) / Y (a's) A ),

Integrando en —oo < v < +00 y definiendo 7 = In (’s) resultado final se puede escribir como

A2
—¢€

u—u')? 5.29
2T ’ (5.29)

K(u,u/,t =0,j =2) = (0/3)2 "

donde la exponencial en (u — u/)? es lo que se conoce como factor de difusién, y los demés factores
del exponente forman el tiempo caracteristico asociado. Finalmente, la amplitud que queriamos
calcular resulta ser

At =0) o R6/dU/du’ ¢1(u)d3(u)K(u,u',t = 0,5 = 2)da(u’)pa(u) (5.30)
dz .
= B[ E [ @K ), ()t = 0.5 = 262()0n().
Ahora bien, resulta interesante y necesario contestar las siguientes dos preguntas:
= ; Qué pasa cuando t # 07

» ;Qué pasa cuando tenemos en cuenta el hard-wall (confinamiento)?

Las primera la vamos a contestar sin entrar en detalles, mientras que la segunda va a ser importante
y la analizaremos con ma&s cuidado. Por un lado, cuando t # 0 el planteo es similar pero lo que
cambia es el operador que hay que diagonalizar, y teniendo en cuenta es facil ver que lo que
hay que hacer es reemplazar

Hy — Hy — V(u) , V(u) = z2e™2% (5.31)

de modo que ahora en el problema efectivo de mecénica cuantica tenemos que considerar la presencia
de un potencial. La interpretacion es distinta segin si es positivo o negativo. Si ¢ < 0 tanto

2En realidad esta serfa mds bien su parte imaginaria. Se lo puede reconstruir en su totalidad usando técnicas de
integrales complejas y transformadas de Mellin al espacio j [59].
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las autofunciones como el kernel son mas complicados pero se pueden encontrar en términos de
funciones de Bessel [13].

En cuanto al confinamiento, lo que cambia la presencia del cutoff en zy = zmin = A" son las
condiciones de contorno. Esto ya lo sabiamos de nuestros modos escalares entrantes en DIS, que
pueden ser tratados como modos en una caja y anularse en zg, pues decidimos imponer condiciones
de contorno de Dirichlet. Sin embargo, lo que va a cambiar aqui son las condiciones de contorno de
las autofunciones de Hy en el IR. Vamos a elegir en este caso condiciones de Neumann en el hard-
wall. La interpretacién es la siguiente: en los bordes de la truncacién del espacio AdSs, el graviton
hmn se acopla con el tensor de energia momento de la teoria de campos. Sin embargo, sin inserciones
extra esta cantidad se tiene que conservar, y por lo tanto no puede haber fuentes. Esto quiere decir
que nuestra condicion de contorno tienen que anular el flujo de las corrientes conservadas asociadas
a nuestra fluctuacién. Dichas corrientes se pueden construir facilmente: dada una cierta fluctuacién,
podemos pensar ahora en el tensor de energia-momento asociado, que deberd satisfacer

Vi T™ = 0. (5.32)

Ahora bien, para cualquier vector de Killing K™ asociado a nuestra métrica de AdS; podemos
construir una corriente definida como

T = K" T, (5.33)

que por construccién serd conservada, es decir que cumplird V,,J™ = 0. Si lo que queremos es
anular los flujos hacia el borde IR (los del borde conforme se anulan autométicamente) tenemos
que pedir J, = 0 para todas estas corrientes. Ahora bien, para aplicar esto a nuestra fluctuacién
del gravitén, podemos usar un truco que consiste en reinterpretarla en términos de una fluctuacién
escalar efectiva. En efecto, hemos visto que siempre podemos reorientar los ejes de manera que
s = —2pfp2_ , v en este sistema de referencia dijimos anteriormente que el escaleo de la energia
implica que la tnica componente de la fluctuacién que nos importa es hy. Este modo cumple la
ecuacién de movimiento

0= A2h++ = Z_2A0(22h++). (534)

Por lo tanto, si definimos un campo escalar ¢ = 22h, ((2), este deberd cumplir la ecuacién de
movimiento de un escalar no masivo en AdSs (se puede ver que para j = 0 el operador Ay coincide
con el laplaciano, es decir que f(0) = 0), y describe el uinico grado de libertad relevante. Podemos
definir entonces el correspondiente 1, de la misma manera que en , y eligiendo como vector
de Killing cualquiera de las traslaciones en las direcciones x*, es facil ver que cualquiera sea la
corriente que armemos, valdra la propiedad

J. &< K™ 0., (5.35)

Entonces, la condiciéon de borde que queremos imponer puede escribirse como sigue:

02(0) |20 = 0:(2*hy 4 )]z = 0. (5.36)

Esto tiene que valer para las autofunciones de Ho. La solucidén més general es

(z]v) = Ae™u2) 4 Beul®) = A (Z) + B <Z> , (5.37)
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y por lo tanto nos vemos forzados a imponer

v—2i
B=A . 5.38
<V + 2i> (5-38)
Finalmente, adoptando la normalizacién (v|v) = 1 (o lo que es lo mismo, |A|?4|B|? = 1) concluimos
que las autofunciones apropiadas toman la forma

(ul) = \;5 [e_i”“ + <Z - ;D e“} . (5.39)

Utilizando estas autofunciones y repitiendo los pasos del caso conforme obtenemos el nuevo kernel:

Ka(u,u',t=0,7=2)=K(u,u/,t =0,j =2) + F(u,v/,7)K(u, —u',t =0, = 2), (5.40)

donde 7 = (4)\)~'/27 y hemos definido

— +u'+47~' 2 o0 2
Flu,u/,7)=1—-4 T7e erfe , = i , erfe(n) = / dre ™. 5.41
( ) V () > n NS (n) NI (5.41)

Contribuciones antisimétricas

En la parte antisimétrica la mayor contribucién viene del caso j =~ 1, entonces necesitamos
entender qué cambia en el método y los resultados de la seccion anterior. Para j = 1, la particula
que se propaga es un bosén, es decir una particula vectorial. En consecuencia, el escaleo con la
energia serd ahora de la forma

(a5 +27 iQ R
a'§) "2 ~ 5 (os) . (5.42)

Esto quiere decir que la medida de lo que jugara las veces de producto interno mas adelante ahora
pasa a ser dz/z3, pero esto no es una sorpresa ya que nuestra representacion del operador diferencial
t tampoco serd la misma. Al tener una particula intermedia de spin 1, el acoplamiento serd con
una corriente conservada construida con el campo escalar, en vez de con un tensor simétrico. Por
lo tanto, al extraer las derivadas covariantes, tenemos que pensarlas como aplicadas sobre esta
corriente

Im ~ OV Mo, (5.43)

lo que nos obliga a concentranos en el laplaciano de spin 1. Este se construye a partir del operador

R2A; = 2207 — 20, — 3, (5.44)

y ademads se puede ver que la ecuacién de movimiento que nos interesa (de un vector no masivo en
AdSs) puede escribirse (A; + 3)A,, = 0 [45], de manera que f(1) =3y

Vi = A1 +3=2%07 — 20, = 402 + 49, = —H. (5.45)

En la tltima férmula hemos introducido una nueva variable tal que (z/z)? = e, o lo que es lo
mismo, p = —21In(z/zp). Vale la pena recordar que por ahora zy es una escala arbitraria, pero en
el caso confinante tomaremos zg = zmin = A~'. Resulta que este operador no es hermitico con el
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producto interno definido en la seccién anterior, pero si lo es con la nueva medida, y por lo tanto
utilizaremos

23
1 | =216 - [ Zelotol . 1) = 550 = ) (o) =200 =) (540

0

Con este producto interno, H; es hermitico y tenemos un problema de mecanica cudntica efectivo
bien definido. Lo que sigue es lo mismo que antes: encontrar las autofunciones del operador (con
autovalores reales positivos), que ahora vienen dadas por estados |v) tales que

(plv) = e7P2eP = @eil’p , Hilv) =E,lv), B, =4*+1, /| v)(v|. (5.47)

20

Procediendo como antes, obtenemos para el nuevo kernel

’C(p,p,,t =0, = 1) = <p’ (O/S) f[46 o ] ‘/0/>
= [ Z ol (@) A )
_ / %V (ol (o's) AN D 1y ) ) (5.48)
= (@) [l B )

= (0/3)172\% 6_(p+p,)/2 / @ (0/3)7%”2 ei’/(p/_p)’

™

de donde finalmente

/ 1/2 /
Kp,pit=0,j=1) = (O/S)lfﬁ e~ (ptr)/2 /2\76—%(0—0 )? (5.49)
T
= (a/s)l_ﬁ <Z(p)z/(pl)> A2 eig(f’*l)/)%
zg 2T
Reemplazando esto en la amplitud obtenemos
6 e’ ,ep’ / . / /
At=0) o B [dp [ dp' S 610)8s(0)K (.t = 0,5 = Da(e) () (5.50)

22
= 1 [ [0 2 01 os I o0a), (), = 0,5 = Daln()

Los comentarios de la seccién anterior para el caso t # 0 y las posibles dependencias en la esfera
siguen siendo validos, pero lo que es interesante es lo que sucede con el caso confinante. Como
antes, al introducir el hard-wall vamos a pensar en una condicién de contorno tipo Neumann para
las autofunciones de Hi. Es mas, podemos realizar el mismo truco que antes y escribir al tensor de
energia-momento de la fluctuacion (y luego a las corrientes conservadas asociadas) en términos de
un campo escalar. Su definicién ahora viene dada por (ver en la ecuacion (4.11) de [45]E[)

0=2%(A1+3)A; = 22(27 1 Apz +3) Ay = 2(Agz 4+ 32) Ay = 2(Ao + 3)(244), (5.51)

3Recordemos que la definicién de Hatta para A; y la nuestra difieren en un signo.
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de modo que ¢ = zA,(z) cumple la ecuaciéon de movimiento de un campo escalar (masivo) en
AdSs, y la condicién de contorno resulta ser

82(¢)’z0 = az(ZA+)|Zo =0. (5'52)

Ahora bien, como las autofunciones de por si ya eran de la forma z x [ondaplana(p)], es decir
que ya tenian un factor z extra comparada con las del caso j = 2, la modificaciéon que estamos
encontrando en la condicién de borde simplemente corrige esto, y deja todo como en la seccién
anterior. En consecuencia, ahora tendremos

14+4v 1—iv o
(z|v) = AZ —ivelz) + BZ pive(z) — 4 ('Z) +B <Z> =B=A <V 22) , (5.53)
?

20 20

y la modificacién en el kernel serd analoga:

ICA(P, plyt =0, = 1) - IC(,O, plvt =07 = 1) + F(ﬂ? PI:%)’C(Pv —,0/;75 =0, = 1) (554)

Correcciones en loops y unitariedad

En esta seccién analizaremos brevemente la aplicacién del formalismo eikonal en el contexto del
Pomerén. En el diagrama nivel arbol, la tnica diferencia entre el proceso que hemos decripto en la
seccién anterior y la dispersion gravitatoria radica en el reemplazo del propagador del gravitéon por
el propagador del Pomerdn, asociado a una particula efectiva que tiene en cuenta la presencia de la
torre de estados excitados de cuerdas presente en la teorfa IIB completa |13, |59]. Como ya hemos
destacado, en el contexto del DIS este reemplazo es crucial pues induce la aparicién de una parte
imaginaria no nula en un proceso que de otra manera tendria una amplitud estrictamente real.

Si ahora consideramos procesos donde la energia del CM es cada vez més grande el hecho de que
la constante de acoplamiento efectiva de la accién de Einstein-Hilbert esté directamente relacionada
con la energia indica que ya no podemos suponer que los diagramas con el intercambio de un niimero
n > 1 de Pomerones estén realmente suprimidos con respecto al caso n = 1. El razonamiento es
similar al de la seccion donde analizamos el caso puramente gravitatorio. El objetivo de la
descripcién eikonal es resumar los diagramas en los que se intercambian n Pomerones exactamente
como lo hicimos en el caso puramente gravitatorio.

Al igual que en el caso gravitatorio, el primer paso consiste en pasar al espacio de coordenadas
en las direcciones (planas) transversales escribir la amplitud en términos del pardmetro de impacto.
Para esto, consideramos momentdneamente ¢ # 0 y definimos un momento transverso en dos
dimensiones ¢ tal que t = —cﬁ. Es importante tener en cuenta que mas alla del nivel arbol
debemos utilizar la forma completa del kernel K, y no solamente su parte imaginaria. En esta
secci6n utilizaremos la notacién I para indicar el kernel (o propagador del Pomerén) completo,
definido como la solucién de la siguiente ecuacién diferencial [59):

{—25622_382 — 2L+ 2VAG - 2)| K3, t, 2,2)) = R™2%6(2 — 2). (5.55)

Aqui hemos elegido trabajar directamente en cinco dimensiones. Adema&s, hemos realizado una
transformacion adicional de Mellin para pasar del parametro s a la continuacion analitica del spin,
j. El kernel definido por puede obtenerse directamente a partir de las expresiones que venimos
utilizando para la parte imaginaria como
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K(j,t,2,2") = / ds§ 7 1 Im [K(s,t,z,z’)] , (5.56)
0

con § = zz's. Sabemos que la regién de mayor interés es j &~ jo = 2 —2/ v/A. Entonces, en términos

2l

[ . o oL
del parametro de impacto b = ¥— — a2’ tenemos

d2 I
K(j,b,2,2") Z/Qﬁe’qi'bllC(j,qJ_,z,z'). (5.57)

Obviamente, a partir de esta definicién podemos obtener una expresiéon para K(s, b, z, ).

Teniendo estos resultados podemos comenzar a analizar orden a orden la expansién en loops,
asociada a diagramas como los de la figura Las reglas de Feynman asociadas a estos diagramas
son las siguientes:

» Por cada Pomer6n que se propague en la direccién vertical, isertamos un propagador K (s, b, z, 2’)
y una unidad imaginaria.

= Por cada linea horizontal interna insertamos un propagador escalar en AdSs y una unidad
imaginaria.

= Por cada vértice insertamos una constante de acoplamiento ks.

» Agregamos un factor global (—i).

Utilizando estas reglas, vemos que nuevamente aparecen las multiplicidades necesarias orden a
orden. Obtenemos entonces una amplitud de la forma

A(s,t) =2is /d2be_i‘ﬁ'gl /du du’ Pig(u) [1 — exp (ix(s, b,u,u’))] Pas(u'). (5.58)

Los factores de escala

Pij(u(2)) = R*22¢i(2)9;(2) (5.59)
contienen la informacién de los estados externos, y la fase eikonal estd definida como
(s,b,2,2') = il K(s,b,z,2") (5.60)
X Y Y - 2222,28 2 9y * *

Es importante realizar un analisis detallado sobre qué tipo de proceso aporta la contribucion
dominante en esta amplitud segin el valor de los parametros s, ¢, A y, en el caso de la aplicacién
al DIS, ¢%. Este andlisis se vuelve particularmente importante en la regién paramétrica conocida
bajo el nombre de linea de saturacion, que indica el limite de validez de la aproximacién eikonal
por razones de unitariedad, y donde tenemos y ~ O(1). Este estudio escapa al objetivo de nuestro
trabajo, pero referimos al lector interesado a las referencias |59} |60)].

5.3. DIS en el régimen del Pomeron

En las secciones anteriores hemos calculado expresiones analiticas para los kernels validas para
las espines cercanos a j =~ 2y j =~ 1. En el caso conforme las mismas donde vienen dadas por
y (5.49), respectivamente, mientras que para el modelo hard-wall debemos incluir las modificaciones
de y . La interpretacion de estos objetos es simple: corresponden a los propagadores de
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las perturbaciones del gravitén y del foton reggeizados. El primero es el modo que se intercambia en
el canal t en el diagrama dominante en la descripcién hologréafica del DIS cuando la energia del CM
es exponencialmente grande en términos de la constante de 't Hooft, es decir, cuando el pardmetro
de Bjorken toma valores exponencialmente chicos. Sin embargo, este diagrama sélo contribuye
Unicamente a las funciones de onda de la parte simétrica del tensor hadrénico W#¥. Para el caso de
la funcién de estructura antisimétrica F3 necesitamos tener en cuenta un proceso adicional, en el
que el modo intercambiado tiene un propagador asociado en cambio al modo vectorial con j =~ 1.

A partir de los kernels podemos obtener una expresiéon integral para todas las funciones de
estructura que aparecen en el caso del DIS con un blanco escalar como el glueball. Todas las ex-
presiones que deducimos en este contexto son similares a la de la amplitud , aunque debemos
incluir las modificaciones asociadas a los factores que contienen la informacién de los estados en-
trantes. Para el DIS estos estados ya no son todos escalares: debemos incluir la informacion del
campo de gauge A,, que excita la insercién de la corriente conservada en el borde. Las expresiones
resultantes para las funciones de estructura F} y Fb son las siguientes:

Fi(z,¢*) = 7T8p)\1/2/du du’ Pf(ll)(u)/C(uju',t =0, =2)Py(u), (5.61)
%Fg(x,cf) = T\ / dudu’ PP (w)Ka (a1 = 0, = 2)Py(ud), (5.62)

donde la constante p es la que definimos en (4.32), y la informacién de los estados externos viene
dada por los factores de escala

PP (u(2)) = 322 K2(qz) , PP (u(2)) = 2% [K2(g2) + K3(q2))] (5.63)
y
RS
Py(u(2)) = Z50(=)* = (42)72, (5.64)

En el dltimo paso hemos aproximado la funcion de onda del dilatén por su comportamiento
en las cercanias del borde de AdS de la misma manera que en la seccién anterior. En cuanto a la
funcién de estructura antisimétrica Fj, el resultado que obtenemos es el siguiente:

2 QT[-Q 1 L(p+p) / . /
Fy(z,q°) = =5~ [ dpdp'e? Pa(p)Kalp,p'st=0,7=1)Ps(p) (5.65)
donde ahora p refiere a la variable p(z) y el factor de escala asociado al blanco permanece idéntico,

pero la necesidad de tener en cuenta la estructura de la interaccién de Chern-Simons nos obliga a
definir

Palp(2) = ¢°2° Ko(az) K1 (q2)- (5.66)

Resulta complicado obtener expresiones analiticas cerradas a partir las expresiones integrales
(5.61), (5.62) y (5.65)). Por ahora, simplemente resaltamos los aspectos mas importantes de estos
resultados (que en algunos casos hemos enfatizado a lo largo del texto) tal y como estan presentados:

» La parte escencial de la dependencia en z estd contenida en las potencias de (¢/3) ~ 1/x
presentes en los respectivos kernels. Estos factores indican la aparicién de una correccién
O ()\*1/ 2) en la potencia que encontramos en la regién de x chico en la que la aproximacién
local resulta apropiada, estudiada en el capitulo [d En efecto, encontramos
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N\~ N\ 1\ vz
2
P~ <) Ry~ <) Ry~ () . (5.67)
X X X

= La presencia de los factores exponenciales en los kernels

z

K  exp [—\2/5 log? (Z,)] (5.68)

tanto para el caso j &~ 2 como para j ~ 1 indica que el proceso de dispersién deja de estar
totalmente localizado: se produce difusién en la direccion radial. El tiempo caracteristico de
esta difusiéon queda definido en términos de la constante de 't Hooft A y de la energia del CM
s a través de 7 = log(c's).

= El formalismo del Pomerén resulta muy préctico incluso si pensamos en extender estos resul-
tados. Esto es en primer lugar porque resulta muy sencillo incluir la ruptura de la simetria
conforme, por ejemplo en el modelo hard-wall: simplemente necesitamos modificar las condi-
ciones de contorno. En segundo lugar, también resulta directo incluir las correcciones en loops,
al menos en el régimen de validez de la aproximacion eikonal. Al hacerlo, debemos utilizar
una transformada de Fourier para pasar al espacio de posicién en las direcciones transver-
sas planas, expresando la amplitud en términos del pardmetro de impacto. Esto produce la
expresiones como [61]

2
Fy(z,q%) = 2%2 /de/du du/ Pf) (w)Re [1 —exp (ix(s, b, u,u’))] Py(u'). (5.69)
Notemos que el factor e!® ha desaparecido como consecuencia de la condicién ¢ = 0, propia
del DIS. Obtenemos también una expresion andloga a , y lo mismo deberia suceder
para F3, pero no hemos analizado este punto en detalle todavia El Como vimos, la inclusién
de estas correcciones permite acercarse a la regién de saturacién, en donde la fase y toma
valores cercanos a uno. En tercer lugar, si bien es irrelevante para el DIS vale la pena resaltar
que también es posible extender el formalismo a las regiones t < 0 y ¢ > 0, asociados con los

conceptos de soft y hard Pomeron.

= Asi como destacamos la versatilidad del formalismo, es necesario admitir que la extension a
teorias en las que la funcién beta no se anula para energias altas es un tanto complicado.
Algunos comentarios en este sentido pueden encontrarse en la seccién 6 de |13].

» Por udltimo, dada la similitud evidente entre las expresiones (5.61)), (5.62) y (5.65) para las
funciones de estructura y la que se obtiene a través del tratamiento perturbativo y el forma-
lismo de BFKL [43] para la amplitud, presentada en , es inevitable intentar compararlas
en detalle. La forma funcional de las amplitudes es exactamente la misma a pesar de que los
regimenes que describen son fundamentalmente distintos: el formalismo BFKL es perturba-
tivo, y por lo tanto valido solamente para valores pequenos de A, mientras que la descripcion
en términos de teoria de cuerdas sélo tiene sentido para valores grandes de .

El fenémeno difusivo aparece en ambos casos: en la descripcién de teoria de campos se da en
las componentes transversas del momento, y en la descripcion de teoria de cuerdas se da en la

4Es necesario volver a analizar la validez de la aproximacién eikonal cuando la contribucién dominante no es la
gravitatoria, y la respuesta no esta del todo clara [62].
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direccién radial. Por ende, al menos conceptualmente podemos realizar la identificacién k| <

r. Este tipo de identificaciones tiene su origen en la dualidad UV/IR de la correspondencia
AdS/CFT [13].

En ambos casos el tiempo caracteristico de la difusién es del orden de logs, aunque la de-
pendencia en A se ve modificada. Esta observacién apunta hacia otro aspecto interesante de
la comparacion: la posibilidad de establecer algiin tipo de continuidad a lo largo del eje ima-
ginario que nos permite ir variando el acoplamiento. La dependencia en x que analizamos
algunos parrafos atrds, y que también podemos escribir en términos de s, proviene del kernel
del Pomerén, y es de la forma s con jo = 2 — 2/+/A. En el contexto de BFKL encontramos
una expresién similar en el kernel correspondiente, pero con jo = 1 + 7 2log 2X. Podemos
pensar entonces en una transicién suave, en la que jy varia entre 1 y 2, comenzando en el
régimen A — 0 y terminando en cambio en A — oco. Una conclusién analoga puede extraerse
para el coeficiente del exponente en el término difusivo.

En la parte III la tesis realizaremos algunas aproximaciones a partir de las cuales podremos
calcular las principales funciones de estructura manteniendo el espiritu del formalismo desarrollado
a lo largo de este capitulo. Luego, compararemos estos resultados con los datos experimentales
disponibles en cada caso para valores de x muy pequenos. Veremos que existen valores de los
parametros que tomaremos como libres que permiten ajustar de una manera sorprendentemente
precisa (y autoconsistente) los datos experimentales. El régimen del Pomerdn es el que permite
realizar el contacto mas preciso con los datos experimentales. Presentamos todos los detalles de
estas comparaciones en el capitulo 8]
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Capitulo 6

Correcciones no planares

Hasta ahora hemos considerado la descripcion holografica casi estrictamente en el limite en
el que el nimero de colores N de la teoria de campos es infinito. En este capitulo analizaremos
las primeras correcciones en la expansiéon en potencias de 1/N. Veremos que es necesario tener
cuidado a la hora de pensar en esta expansién en serie en el contexto del DIS debido a que también
se debe tomar otro limite asociado a ¢ — 0o, y mostraremos (con todo detalle en un ejemplo en
particular) que realidad estos limites no conmutan. En consecuencia, existe un régimen parametrico
en el que la primera correccion no planar describe en realidad el proceso dominante. De esta manera,
logragremos describir holograficamente la totalidad de la férmula obtenida en [2] a partir del
andlisis en la teoria del borde.

A lo largo de todo este capitulo consideraremos tinicamente valores del parametro de Bjorken
x tales que la descripcién de supergravedad es lo suficientemente precisa. Consideraciones para
la regién x < A~Y/2 implican la necesidad de extender muchos de los cdlculos y conceptos aqui
desarrollados para incluir la dispersiéon de cuerdas considerando una hoja de mundo con un genus

g#0.[1

6.1. Analisis general de los diagramas a un loop

La constante de Einstein en el bulk se escribe en términos de los parametros relevantes para la
teoria gravitatoria segin

1 Vol[S’] N2
2= 92 B (6.1)
K 2K7 R
a menos de factores numéricos, y donde Vol[S°] = 73 R°. Por lo tanto, en lo que respecta a la teorfa
gravitatoria el N juega el papel que generalmente asociamos con la constante de Planck A en teoria
de campos, o mejor dicho su inversa. Por lo tanto, el limite N — oo es andlogo a considerar i — 0
en el lenguaje usual de teoria de campos, indicando que debe tomarse en cuenta uUnicamente el
comportamiento clasico. Otra forma de decirlo es teniendo en cuenta que para obtener términos
cinéticos canénicamente normalizados para las perturbaciones de algin campo genérico @ (que no
tiene por qué ser escalar) es necesario realizar genéricamente la redefinicion ¢ — @/N. Con esta
redefinicién, el factor N2 desaparece de los términos cuadraticos pero aparecen potencias inversas en
los términos de interaccién. Més precisamente, las interacciones triples vienen pesadas por un factor
1/N mientras que las cudrticas estan acompanadas por un factor 1/N?2. Por lo tanto, y como sucede
con h en las teorias de campos, la expansion en potencias inversas de N representa una expansién en

1Si bien atin no hemos abordado este desarrollo, pero se trata de uno de nuestros proyectos a futuro.
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correcciones cuanticas en el bulk, y estas correciones cuanticas se representan mediante diagramas
de Witten con un nimero no nulo de loops. Como veremos mas abajo, las reglas de Cutkosky
indican que estos diagramas corresponden a procesos de DIS con estados salientes de dos particulas
en vez de una.

En lo que resta de este capitulo y como hemos hecho a lo largo de toda esta parte II vamos a
concentrarnos en el caso mas simple posible: el de un blanco escalar. Esto nos permitird extraer
los conceptos fundamentales que describen la fisica relevante, y que luego utilizaremos para extraer
conclusiones en casos mas generales y de mayor interés en cuanto a la fenomenologia. En el contexto
del glueball-DIS, el primer orden de la expansién en potencias de 1/N? lo hemos analizado en su
totalidad en los capitulos anteriores. El proceso dominante en el régimen de supergravedad o de x
grande es el que presentamos en la figura Hemos analizado detalladamente los resultados que
se obtienen en este caso en el capitulo 3 de esta tesis.

boundary

oooooooooooooooo

Din (Do ut

Figura 18: Diagrama de Witten asociado al proceso dominante del FCS dual en el limite N — oo.
La linea horizontal punteada representa el borde del AdSs, mientras que la linea vertical representa
esquematicamente el corte asociado al teorema éptico utilizado para extraer la parte imaginaria de
TH relevante para el DIS. En este caso hay un unico estado intermedio correspondiente a un modo
del campo ¢, lo que indica que sélamente estamos considerando estados finales de una particula en el
DIS.

A continuacién, queremos obtener el resultado en el caso en el que incluimos una primera
correccién en la serie de potencias en 1/N2. Esto significa que debemos tener en cuenta todos los
posibles diagramas a un loop que estan permitidos en el contexto de la supergravedad IIB, siempre y
cuando cuenten con los mismos estados entrantes y salientes. Para ilustrar el tipo de contribuciones
que estamos considerando, en la figura [I9] presentamos algunos ejemplos genéricos de los diagramas
que debemos calcular y sumar para obtener la amplitud total. EI hecho de que los vértices triples
escaleen con 1/N y los cuadruples con 1/N? garantiza que obtendremos en todos estos casos un
factor 1/N? extra con respecto al caso descripto en el parrafo anterior.

Este céalculo presenta serias dificultades debido por un lado a que la geometria en la que estamos
trabajando es AdSs, y por otro a la presencia de las distintas torres de modos de Kaluza-Klein
provenientes de la compactificacién en la 5-esfera: en principio deberiamos calcular la suma de
las contribuciones de todos los posibles diagramas del tipo de los de la figura En el contexto
del tratamiento holografico del DIS, el primer paso en esta direccién fue llevado a cabo en [63].
El anélisis que los autores realizaron se basa en un modelo efectivo simplificado que contiene
Unicamente un campo vectorial y algunos escalares, de manera que la cantidad de modos que
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boundary boundary

1 Qout

boundary

Figura 19: Algunos diagramas de Witten a un loop que contribuyen al proceso que estamos considerando en
el caso de la supergravedad del tipo IIB. Las lineas llenas, curvadas y curvadas de trazo doble estan asociadas
a modos escalares, vectoriales y tensoriales, respectivamente.

pueden intercambiarse en los canales intermedios y el tipo de interacciones presentes son mucho
menores que las que realmente existen en la supergravedad IIB compactificada a cinco dimensiones.
Sin embargo, incluso en este caso simplificado el hecho de que las soluciones de los correspondientes
modos normalizables en AdS siempre contengan funciones de Bessel indica que genéricamente
apareceran integrales en la direccién radial del producto de tres de estas funciones (junto con
alguna potencia de z). No se conocen expresiones analiticas totalmente generales para este tipo de
integrales. Por lo tanto, la pregunta que debemos contestar es la siguiente: ; hay alguna manera de
anticipar la existencia de uno o al menos unos pocos diagramas que constituyan una contribucién
dominante con respecto al resto?

La respuesta es afirmativa: existe un tnico diagrama dominante. Como anticipamos mas arriba,
la pista més relevante en este sentido viene dada por el andlisis del OPE de las corrientes de la Eq.
. Esta expresion, o mas concretamente el tercer término que encontramos en el lado derecho
de la misma, nos permite tener una idea del proceso fisico que estamos intentando describir. El
razonamiento es el siguiente: en el capitulo 3 hemos visto que cuando el modo no normalizable
del bosén de gauge se acopla directamente con la corriente asociada a un modo cuya masa de
KK es la correspondiente a una dimensién conforme A la amplitud resultante (y por lo tanto las

funciones de estructura) sera proporcional a (/12 / q2)A71. Podemos anticipar que esto deberia ser
cierto tanto si el hadrén en cuestién es el inicial o si en cambio se trata de un estado intermedio
generado en un proceso de splitting. En efecto, dicha hipdtesis se ve justificada en parte gracias al
andlisis realizado en [63] en base a una expansién en potencias de A%/¢?: estudiando los canales s,
t y u de los diagramas a 1-loop con modos externos e internos escalares, vemos que la contribucién
dominante, o mejor dicho menos suprimida, viene del caso en el que un modo con la menor masa de
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KK posible (o el menor twist en el modelo) es intercambiado en el canal ¢. Esta intuicién se extiende
directamente al andlisis completo de la supergravedad IIB. Es més: como veremos a continuacién
en detalle, los términos de interaccién que existen en el Lagrangiano correspondiente indican que
existe un dnico diagrama dominante, mientras que los demas estdn suprimidos por potencias de
A? /g%, Nuevamente, es importante aclarar que este diagrama es efectivamente el dominante entre
todos los diagramas a un loop si nos situamos en el régimen de acoplamiento fuerte y tomamos el
limite de ¢ grande. Las caracteristicas principales de este proceso fueron anticipadas en [2].

6.2. Espectro y diagrama dominante

En el capitulo |3] hemos visto que en el modelo hard-wall en el que estamos trabajando la
geometria AdSs x S® se ve modificada tinicamente en el IR por un corte abrupto r = ry. En este
contexto, el andlisis de las fluctuaciones de la supergravedad IIB es muy similar al que presentamos
en el capitulo 1. La principal diferencia es que ahora debe considerarse el hecho de que estos modos
viven en una caja: imponiendo condiciones de Dirichlet vemos que en todos los casos el momento
p ya no puede tomar cualquier valor, sino que debe ser tal que la funcién de onda se anule en rg
como sucedia en el caso del dilatén.

Reglas de seleccién

Los distintos modos escalares, vectoriales y tensoriales (por nombrar sélamente los bosénicos)
pueden interactuar entre ellos de distintas formas. En el capiulo 1 expandimos la acciéon de su-
pergravedad en diez dimensiones alrededor de la solucion AdSs x S° a orden cuadritico en las
fluctuaciones para obtener las ecuaciones de movimiento y el espectro de la teoria. Para obtener
los términos de interacciéon simplemente necesitamos incluir mayores érdenes en dicha expansion.
Derivaremos explicitamente los vértices relevantes para nosotros en las siguientes secciones. Por
ahora, nos concentramos en describir las reglas de seleccién para las interacciones efectivas en cinco
dimensiones.

Estas reglas de seleccién provienen del hecho de que cada modo pertenece a una determinada
representaciéon del grupo de isometria de la esfera: SO(6) ~ SU(4) ﬂ De hecho, no son otra cosa
que los coeficientes de Clebsh-Gordon asociados a la descomposicion de los distintos productos
tensoriales entre las distintas representaciones. En la notaciéon de la tabla estos productos
pueden expresarse de la siguiente manera para el caso de los modos escalares:

ko ko—1

(0,k1,0) @ (0,k,0) = EDEDG b+ ko —2i —25,5) , ka < ki, (6.2)
i=0 j=0

y de manera similar para los productos del tipo (0, k1,0)®(1, ko, 1). Fisicamente, un coeficiente nulo
implica, por ejemplo, que en un proceso de dispersiéon donde las dos particulas iniciales pertenecen
a las dos represetanciones que aparecen del lado izquierdo no puede generarse una tercer particula
que pertenezca a la representacién correspondiente. Junto con los detalles de la reduccion explicita
de la accién original en diez dimensiones a la accién efectiva a cinco dimensiones, esto nos permite
deducir qué tipo de soluciones pueden estar involucradas en el diagrama dominante del proceso de
DIS holografico cuando el ntimero de colores N toma valores grandes pero finitos. En términos de
las soluciones , los coeficientes que estamos describiendo estdn dados por integrales sobre S°

2Recordamos que la dimensionalidad de las algunas de las representaciones involucradas en este anélisis pueden
encontrarse en |18, |53].
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de los productos de distintos arménicos esféricos:

a123 = a(kl,kQ,kg):/Ssdng,ykly’ﬂy’f?», (6.3)
bios = blky, kg, ks) = /S 5drz5yak3D“Yk2Y’“3, (6.4)
cro3 = clky, ko ks) = /S 5d95DaY’ﬂDbY’f2Y(’;f;). (6.5)

La primera de estas integrales aparece al considerar una interaccién entre escalares s, t y ¢, aunque
también incluye la presencia de ciertos modos tensoriales. La segunda, en cambio, esta asociada a
vértices que involucran necesariamente dos modos escalares y uno vectorial. Ambas serdn impor-
tantes para nosotros. Finalmente, también presentamos la expresion por completitud, ya que
es relevante para procesos que incluyan dos escalares. En general, este tipo de factores se incluyen
directamente en las distintas constantes de acoplamiento efectivas.

Concluimos esta seccion detallando las reglas de seleccién que seran relevantes para nosotrosﬂ

1. Cuando dos escalares pertenecientes a las representaciones (0, k1,0) y (0, k2,0) participan en
una interaccién triple, los terceros modos en cuestion pueden ser

» particulas s, t, ¢ o h asociadas a representaciones (0, kél), 0) con |k1—ks| < kél) < ki1+ko,

» modos vectoriales asociados a representaciones (1, k§2) —1,1) con |k; —ko| +1 < k:(,,z) <
ki+ ko —1,

= escalares pertenecientes a (2, k:éS) —2,2) con |k; — ko| +2 < k§3) <ki+ky—2,
donde los indices k3 toman valores separados por dos unidades.

2. Cuando interactian de manera similar una particula escalar y una vectorial pertenecientes a
las representaciones (0, ks,0) y (1, ky, 1) respectivamente, los posibles estados salientes son

» particulas s, t, ¢ o h asociadas a representaciones (0, kél), 0) con |ky — ko] +1 < kél) <
ki + ko — 1,

» modos vectoriales asociados a representaciones (1, k::gz)—l, 1) con |k1—kz| < kéQ) < ki+ka,
» escalares pertenecientes a (2, k§3) —2,2) con |k; —ko| +1< ké?’) <ki+k—1,
donde los k3 toman valores como en el caso anterior.

Es importante resaltar ciertas particularidades que se dan para los campos de masas nulas o
cercanas a cero. Por un lado, recordemos que los enteros k que etiquetan a las particulas en las
distintas torres de KK estan acotados por debajo (en un sentido, esto se debe a las restricciones
impuestas por la unitariedad de la teorfa). De hecho, los casos no masivos en general corresponden a
los valores minimos, dados por k = 1 para vectores y k = 0 para escalares y tensores. Sin embargo,
existe una excepcién dada por el escalar siy—s, cuya masa al cuadrado m%( ) Tesulta ser negativa. Si
bien esto no estaria permitido en caso de estar trabajando en espacio plano, donde las masas son
necesariamente reales y mayores o iguales a cero, la curvatura negativa de AdS permite trabajar
con algunos campos de masa pequena pero negativa sin generar contradicciones siempre y cuando
se respete la cota de Breitenlohner-Freedman. Por otro lado, considerando el caso particular en el
que un vector no masivo (asociados a la representacién (1,0,1)) interactiia con un modo escalar

3 Notemos que estamos omitiendo algunos posibles estados salientes que no serén de interés en lo que sigue.
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perteneciente a la representacién (0, k,0) vemos que la segunda regla de seleccién implica que sélo
podemos obtener como estado saliente escalar un modo con el mismo k del escalar entrante. Ahora
bien, el modo vectorial que estamos considerando no es otra cosa que un vector de gauge A,, que
representa por ejemplo a nuestro fotén holografico en el caso no normalizable. Por lo tanto, esta
regla expresa de manera exacta la conservacién de la carga asociada a dicha simetria, es decir, del
momento angular en la 5-esfera. En otras palabras, hemos demostrado lo que habiamos anticipado
heuristicamente: este tipo de interacciones conservan las caracteristicas del hadrén inicial: no hay
ningtn tipo de mezcla o mizing [2].

Vértices relevantes

En esta seccién derivamos los vértices de interaccion relevantes para el caso del DIS. Ademés de
estos objetos, a la hora de calcular la amplitud necesitaremos también los propagadores en AdSs,
que estan derivados en detalle en el apéndice B.

Concentrémonos primero en la manera en que el hadrén incidente, representado por una pertur-
bacion del dilatén, puede interactuar con otros dos campos, fraccionandose. Trataremos en detalle
el proceso ¢ — s + ¢, pero los demas casos pueden estudiarse de manera similar. Como tenemos
dos modos de ¢ y uno del escalar s que proviene de una perturbacién de la métrica en particular,
la interaccién Ss44 proviene de a la expansion del término cinético del dilatén en diez dimensiones

A

/ dP02v/—G GMN 9y pdN G (6.6)

Las perturbaciones relevantes estdn dadas en las ecuaciones (B.5) y (B.7). Sélamente necesitamos
considerar fluctuaciones no nulas para los modos escalares y para los tensoriales %), que por

razones de consistencia no pueden apagarse completamente: como minimo, deben tomar la forma
18]

~ 2
ko k k
Py = DanDn) 50k 1)(h 1 3) (7% —300%)| (6.7)
con
o= otk gk
8 = 10[(k + )" + ks*].
Tenemos entonces
1
V=G~ +/—g <1 + 2h%> , GMN  gMN _ pMN (6.8)

donde los indices se suben y bajan utilizando la métrica de fondo g. Insertando estas expresiones en
para el caso t* = 0, integrando por partes y utilizando las ecuaciones de movimiento, vemos

“Un andlisis de este tipo fue realizado en [18], donde los autores estudiaron en detalle el vértice Siss . Ademds, a
lo largo de esta seccién tomaremos R = 1 para no recargar la notacion.
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que

1
Sspp = 73 / dz® | /gads, a123 X
2K% Jadss

2k? 2
———51Dppo D" 03 — ———D,,,D,,51 D" o D™
[k1+181 PP 510762 ‘253}
1
= 22/ dz® \/gads, a123 510203 X (6.9)
RE JAdSs

k? 1
[kl Jlr 1(771% —m3 —m3) + m ((m% —m3)? —mﬁ‘)] .

La notacién ¢; refiere al modo con k = k; del campo ¢ , con la correspondiente masa de KK es
m? = m?z)(kz) El factor global N? que tenfamos delante de la accién original fue absorbido en una
redefinicion de los campos elegida de manera que los términos cinéticos quedaran canénicamente
normalizados, generando interacciones triples y cuddruples proporcionales a N~—! y N~2, respec-
tivamente. Escribiendo las masas en términos de los k; y definiendo X = %(kzl + ko + k3) and

a; = 2 — k; obtenemos

1
Ssoo = 53 / dz \/Gaas, M3 10263 , (6.10)
2I€5 AdSs

donde la constante de acoplamiento efectiva resulta ser

—8azaz(ar +2)(X +2)
ki+1

El signo de la misma sera irrelevante para nosotros debido a que la amplitud final serd proporcional a
)\%23. Sin embargo, notemos que Aj23 se anula para k; = |ka—k3| (v también cuando k1 = ko+k3+4),
lo que permite eliminar ciertos diagramas. De hecho, para el caso k1 = 2 las reglas de seleccién
descriptas en la seccién anterior sélamente permiten indices k3 = ko — 2, ko, ko 4+ 2 para el estado
de salida, por lo que simplemente debemos quedarnos con el caso k3 = ks. No hay necesidad
de considerar los términos de borde ya que todos los modos involucrados en este sub-proceso
son normalizables, y se anulan para z = 0 y z = zp. Finalmente, para realizar explicitamente
las integrales utilizamos las soluciones del tipo (B.8)). En primer lugar, la integracién sobre las
coordenadas ¥, ..., 2% sélamente indica que el cuadri-momento asociado a las direcciones planas
se conserva. En segundo lugar, como el determinante de la métrica es 27 y todas las soluciones
escalares son de la forma z2J, o(pz) obtenemos la siguiente integral en la direccién radial ﬂ

/\123 = ai123 - (6.11)

20
/ dzz Ja,—2(az) Ja,—2(bz) Jaz—2(cz) , (6.12)
0

donde a,b y ¢ son lo que hemos denominado masas AdS. Estas integrales son dificiles de calcu-
lar analiticamente para valores generales de los parametros (indices y masas). En este trabajo las
analizaremos de dos maneras distintas. Por un lado, es sencillo convencerse de que la mayor contri-
bucién proviene del IR, es decir de la regién z ~ zq, lo que quiere decir que si el objetivo es obtener
el resultado numérico y compararlo con nuestras expectativas iniciales y algin posible resultado
experimental o proveniente de una simulacion, las funciones de Bessel pueden aproximarse por

Im(z) = \/Zcos (z - % — %) . (6.13)

SRecordamos que la relacién entre A y k para cada una de las perturbaciones puede observarse en la tabla
Si bien esta dependencia es distinta en cada caso, todas las soluciones contienen una funcién de Bessel cuyo indice es
A—2.
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antes de realizar la integral. Por otro lado, podemos obtener cierta intuicén sobre lo que sucede
fisicamente analizando el limite zg — oo, donde la integral fue calculada y diversas expresiones
aproximadas fueron derivadas en la literatura. En este trabajo resulta conveniente realizar una
aproximacién basados en el andlisis presentado [64]: a primer orden, el resultado es no-nulo tnica-
mente cuando una de las masas AdS resulta ser la suma o la resta de las otras dos.

Ahora bien, dado que en nuestro diagrama dominante juegan un papel preponderante los esca-
lares s, necesitamos saber como interactian con los vectores de gauge A,, que genera la insercién
de la corriente conservada en el borde. Este tipo de interacciones han sido estudiadas en la litera-
tura, resultando ser tutiles para el calculo holografico de funciones de correlacién de n puntos de
operadores quirales primarios [65/68]. El método utilizado en estos trabajos es un tanto distinto
al que hemos descripto més arriba por cuestiones técnicas, y se basa en utilizar las ecuaciones de
movimiento junto con la condicién de auto-dualidad de F5 sin pasar directamente por la accién
en 10d. Los autores calculan las correcciones ctibicas y cuarticas a dichas ecuaciones y obtienen
a partir de ahi los términos de interaccién mas importantes. En este contexto, las integraciones
por partes que realizamos anteriormente para simplificar los resutlados se traducen exclusivamente
en redefiniciones de campos. Aqui simplemente transcribimos el resultado que nos interesa en este
trabajo, es decir, el que describe la manera en que interactian dos escalares s y un campos de
gauge A, [66]:

1

SssA = 53 A’z /=g G123AT 520 53 , (6.14)
25 JAdss

donde la constante de acoplamiento puede ser escrita en términos de ki, ko y k3 segun

22(k1 +1)(2° — DX + 3)(a1 — 3)
(kr +2)(kz + 1)(k3 + 1)

El caso importante para nosotros serd el de ks = k3 = 2. En este contexto, concluimos que dos
modos s se acoplan a los modos vectoriales de manera similar a los dilatones. Esto era de esperarse:
los bosones de gauge siempre se acoplan a las corrientes conservadas, y para los campos escalares
estas tienen siempre la misma forma funcional. Evaluando el vértice en nuestras soluciones on-shell
e integrando por partes, obtenemos nuevamente la conservaciéon del momento en las direcciones
planas, junto con una integral radial que ahora toma la forma

G123 = 1)123 . (6.15)

20
/ dz 22K a, 2(az)Ja,—2(b2)Ja,_o(c2), (6.16)
0

como sucede en el diagrama asociado al limite N — oo que analizamos en detalle en el capitulo 3. Si
bien el resultado analitico es, una vez mas, dificil de obtener, en este caso la presencia de la funcién
de Bessel modificada K, (z) simplifica la situacién. Esta funcién se anula exponencialmente en el
interior de AdS, por lo que integrar hasta z — oo es en términos efectivos lo mismo que hacerlo
Unicamente hasta el cutoff en z = 2.

El diagrama dominante

En las secciones anteriores hemos discutido algunos aspectos generales e importantes sobre el
espectro y las interacciones presentes en la teorfa de supergravedad IIB sobre un fondo AdSs x S°,
aunque nos hemos concentrado a modo de ejemplo en las interacciones que involucran a nuestros
estados externos junto con ciertos modos en particular: los escalares s. En esta seccién justificaremos
por qué estas interacciones son exactamente las que necesitemos para analizar el DIS holografico a
un loop.
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El proceso que estamos considerando los estados inicial y final estan compuestos por dos particu-
las: una perturbacién normalizable del dilatén ¢4 (para algin A fijo) y un modo no normalizable
asociado a los vectores no masivos A,, que se propaga desde el borde hacia el interior de AdS.
Como ya sabemos, el dilaton esta asociado al hadrén escalar o glueball, mientras que el campo de
gauge abeliano estd relacionado con la insercién de la corriente y, en pocas palabras, representa
al dual del foton virtual. Como el modo no-normalizable estd descripto en parte por la funcién de
Bessel Kj(qz), con g una escala de energias que debe ser alta en el contexto del DIS, su funcién
de onda toma valores no despreciables tinicamente cerca del borde, es decir, para valores pequenos
de z. En el limite N — o0, la creacion de particulas no estd permitida pues todos los vértices
estan totalmente suprimidos, por lo que el hadrén dual incidente debe interactuar directamente
con el campo de gauge. Esta es la situacién que hemos descripto en los anteriores capitulos: cerca
del borde sélamente nos queda la cola de la funcién de onda de ¢a, por lo que la amplitud y las
funciones de estructura vienen acompanadas por un factor de supresién (/12 / q2)A_1, lo cual puede
ser interpretado como la (baja) probabilidad de que el hadrén entero se achique hasta tener un
tamano del orden 1/q. Presentamos los detalles de este cdlculo realizado en el gauge axial (que es
el que utilizamos a lo largo de todo este capitulo) en el apéndice pero para nuestra discusion
actual la parte importante proviene del analisis del término de interaccion

Saps = / A2V~ GA™ 0,000 , (6.17)
que evaluado on-shell contiene una integral en z dada por
R 1/2 A-1 gs? !
/ dz 22 Ja_o(P2)Ja_o(s%2) Ky (qz) ~ 227 F(A)m, (6.18)
0 q

donde s es una vez mas la variable de Mandelstam asociada a la energia del CM. En el capitulo 3
hemos visto que podemos aproximar las funciones de onda hadrénicas para evaluar esta integral,
obteniendo en la amplitud final el factor de supresién que acabamos de describir.

Ahora bien, notemos que el anélisis que acabamos de repasar serd valido en cualquier diagrama
en el que un campo escalar interactie con el A,, que viene desde el borde z = 0. Esto sucede porque
el vértice de interaccién con los bosones de gauge siempre toma la misma forma. Es mas: en lo que
respecta a la parte del célculo asociada a este vértice, seguira siéndolo para modos vectoriales,
tensoriales o fermidnicos, con la salvedad de que es necesario reemplazar a la dimensién conforme
A por el twist 7. Al considerar la primera correccién en la expansion en serie de potencias de
1/N?, debemos tener en cuenta diagramas como los de la figura [19|en los que alguno de los modos
intermedios efectivamente llega a involucrarse con el fotén virtual dual. Como todas las soluciones
tienen formas similares con potencias de z acompanadas por funciones de Bessel J,(x), siempre
encontraremos integrales similares a a la hora de calcular las correspondientes amplitudesﬂ
Por lo tanto, hemos descubierto una manera de estimar la supresién en potencias de A2/¢* que
encontraremos en cada uno de los diagramas, demostrando una relacién directa con la dimensién
conforme A (o el twist) del estado intermedio involucrado en la interaccién con A,,. Aqui es donde
la posibilidad de tomar el limite de ¢? grande se vuelve importante: permite clasificar los diferentes
diagramas en términos de un peso asociado a las potencias de A%/q¢? que aparecen al evaluarlos.
Tendremos entonces una tunica contribucién dominante, como era posible anticipar a partir del
andlisis de la expresion : podemos ver que el tercer término tiene la forma correcta, ya que

6 Aproximar la funcién de onda hadrdnica para valores pequefios del argumento de la funcién de Bessel podria no
ser valido para los estados intermedios ya que debemos integrar sobre sus cuadri-momentos. Sin embargo, estos casos
se ven suprimidos por potencias de 1/¢, por lo que en adelante simplemente asumimos la validez del anélisis anterior

para integrales como (6.18).
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estd suprimido por un factor 1/N? y viene acompaifiado por una potencia de A%/¢? que no esta
directamente relacionada con la dimensién del hadrén inicial. Analizando un proceso en el cual el
dilatén incidente se fracciona en dos particulas, una de las cuales interactia en la regién UV con la
perturbacién de la métrica asociada al A,,, encontramos una supresion relacionada exclusivamente
a la naturaleza de este modo intermedio, més especificamente, a su dimensién A’.

Los argumentos acabamos de describir nos permiten obtener la siguiente conclusiéon: el o los
diagramas dominantes seran los que tengan como estados intermedios a las particulas con los
menores valores posibles del pardmetro A’ en la teoria. Esta conclusién es consitente con el andlisis
esbozado [2]. Este tipo de andlisis resulta ser eficiente incluso en situaciones mas generales, como
veremos brevemente al final de este capitulo. Afortunadamente, para el caso de un tnico loop en el
contexto de la supergravedad IIB y el modelo hard-wall, obtenemos un tnico diagrama dominante:
la menor dimensién conforme es la del escalar s con A’ = 2[]

Notemos que en el caso asociado al limite estricto N — oo sabemos que para el caso escalar
obtenemos F; = 0 debido a que el fotén interactia con el hadrén inicial como un todo. Al considerar
el DIS con estados finales de més de una particula, el proceso dual incluye loops, de manera que ya
no necesariamente habra restricciones sobre el comportamiento de F}.

Utilizando la informaciéon sobre los posibles vértices y reglas de seleccién deducidos en las
secciones anteriores, concluimos entonces que el diagrama dominante es el que presentamos es-
quemdticamente en la figura

boundary

Figura 20: Diagrama de Witten correspondiente a la contribuciéon dominante al FCS a un loop.

Cabe aclarar que si bien no lo hemos dicho explicitamente hasta ahora, consideramos que todas
las soluciones normalizables tienen una carga definida Q; asociada a la simetria U(1) correspon-
diente al DIS, y utilizamos la conservaciéon de dicha carga en cada uno de los vértices. Esto implica
que si el hadrén inicial tiene carga Q1, los estados intermedios on-shell deberdn tener cargas Qs y
Qs, tales que Q1 = Qo + Q3.

Es necesario admitir que si bien todos los ingredientes que tenemos a disposicion parecen apuntar
al hecho de que el diagrama de la figura [20] describe el proceso fisico relevante para el DIS escalar,
no hemos podido obtener una prueba completa debido a la dificultad para tratar las integrales con
tres funciones de Bessel en el integrando. Por otro lado, resaltamos que en cierta medida deberia
ser posible extender el analisis que hemos presentado a situaciones mas generales en las que la
geometria de fondo sea asintéticamente AdSs x S° o incluso AdS5 x C° con C° alguna variedad
compacta de Einstein de cinco dimensiones. El ingrediente clave seria siempre el mismo: encontrar el

"Este tipo de comportamientos dominantes también fue encontrado para distintos procesos en 13].
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o los modos que la menor dimensién conforme o el menor twist posible en el espectro gravitatorio,
y construir diagramas en los que el hadrén inicial genera una de estas particulas, que luego se
encontrard cerca del borde con el fotéon dual.

6.3. Calculo de las funciones de estructura a un loop

Consideraciones generales y estructura tensorial

Habiendo identificado el proceso dominante, para extraer la contribucién relevante al orden
1/N? a las funciones de estructura sélo resta calcular la amplitud de scattering asociada. De hecho,
nos interesa exclusivamente la parte imaginaria del tensor T"”, que podemos calcular utilizando las
reglas de Cutkosky. Concretamente, necesitamos calcular la amplitud del proceso que puede obser-
varse a la izquierda del corte vertical de la figura multiplicarla por su conjugado, y finalmente
sumar sobre todos los posibles estados finales. A diferencia del diagrama nivel drbol relevante en el
caso N — oo, ahora también hay un estado off-shell: el escalar s que se propaga a lo largo de las
lineas verticales.

En la figura[2I] presentamos una descripcién més detallada del proceso y de los modos involucra-
dos, y también definimos la nomenclatura que utilizaremos en lo que resta del cdlculo. En adelante

boundary

SA’=2 (A[_))

Figura 21: Algunos detalles del diagrama de Feynman correspondiente al lado izquierdo del corte. Incluimos
el campo asociado a cada uno de los propagadores, junto con la nomenclatura para los correspondientes
momentos, masas AdS y dimensiones 4;. Las soluciones asociadas a cada modo pueden encontrarse en el

apéndice E}

utilizamos las definiciones ¢° = \/ M2 + |q_"]2 yp0 =/ M2+ |72, y trabajamos en el sistema CM,
donde
. q - - 0 (1 —2x)q
P=|Pl=|l=——L |d|=|p|and * = ~——=21L 6.19
[P = |ql N |¢'| = |p'| and ¢ N ) (6.19)
Resulta conveniente definir los vectores
1 qt 1 / q" . / _q2
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Podemos pensar a la variable auxiliar ¢ como equivalente al pardmetro de Bjorken x pero para el
proceso de scattering del escalar s scalar con el campo de gauge.

Del lado de la teoria de campos, queremos obtener la contribucién dominante (a un loop) al
tensor hadrénico WH* del DIS. Esto corresponde a considerar procesos con dos estados finales, que
podemos denominar X7 and X, de manera que en términos del FCS ahora tenemos

Im (T4") = 7 Y (P,QJ"(q)|X1, X2)(X1, X|J"(0)| P, Q) (6.21)
X1,Xo
3/
-3 [, s s (P QUM X0, X0) (61, Xl (0P Q)
M2, M:
0> / LG 5 (M~ 25 (M — (P +q— ¢)?) [P, QIO X0, Xa) .
Mo, M:

donde el subindice de 74" indica que incluimos procesos con estados finales de dos particulas.
Ademas, haciendo uso de la dualidad AdS/CFT podemos identificar al correlador

(P, Q|T*(q)| X1, X2) = (2m)'6* (P +q — ' — ¢) (P, QIn - J(0)| X1, X2) , (6.22)

con lo que hemos estado llamando amplitud del lado i1zquierdo del corte. En consecuencia, el tensor
hadrénico que obtenemos es el siguiente:

v d*p!
W= )« / 55, (2P 3, (e 278 (P ra =o' —d)elnf|CP . (623)
Mz, M3

con una constante ¢ = cc3c? que incluye los cuadrados de las normalizaciones de todos los modos
normalizables involucrados. El factor complejo C; contiene toda la informacion proveniente de la
inserciéon de las soluciones y evaluacién de los vértices y el propagador, exceptuando las deltas
de conservacién de momento que surgen de la integracién en las direcciones planas. Tomando en
cuenta la forma de las soluciones y del propagador presentadas en el apéndice [B] podemos escribir
esquematicamente

Cy(Ms, M3,p',q) = /dz dz [V;SA(z) X Vigo(2) x G(z,z’)] . (6.24)

En esta expresién omitimos las integrales asociadas a las direcciones angulares, cuyas caracteristicas

fueron en detalle en las secciones anteriores.

El siguiente paso consiste en considerar la forma explicita del factor v}'v¥, consecuencia directa

del hecho de que el diagrama en cuestiéon incluye un intercambio en el canal ¢, y utilizarla para
separar las contribuciones a cada una de las funciones de estructura. En efecto, a partir de la
descomposicién genérica del WH” sabemos que

(nu,, _ q“q”> WH = 5, WH =3F, + 2202 F), (6.25)
q?

(vs)u(vs)yWH = P,P,WH =vlF + 200iF,. (6.26)
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Deducimos entonces las identidades

d?’p/
M2, M3
><2q2 [vf +4932(v8 ‘u)?], (6.27)
2 d*p/ d*p’ 454 ;o 2
Fy(x,q*) = Z 2B, (20)F 2, (27)7 s2m)t6t (P+q—p" —¢) |Gl

xdzq® [vf + 122% (v, - v)?] (6.28)

Como veremos al final de este capitulo, esta descomposicion sigue siendo valida en situaciones
més generales. Ademds, incluso antes de calcular |C|> podemos ver que los primeros primeros
términos que contribuyen a estas funciones de estructura cumplen de manera exacta por la relacién
de Callan-Gross F» = 2xF}, mientras que la presencia del tercer término indica que la misma no
se satisface en general y genera una contribucién no nula a la denominada funcién de estructura
longitudinal Ff, = Fy — 2z F}.

Algunos detalles del calculo

A continuacién presentamos algunos elementos importantes en el cdlculo de Cy, junto con una
idea intuitiva de las aproximaciones que utilizamos para obtener las expresiones finales de las
funciones de estructura y .

La amplitud se divide en distintos bloques. Discutimos en primer lugar los que aparecen pa-
ra ambas funciones de estructura: las integrales sobre los momentos, la suma sobre los estados
intermedios y las contribuciones de ambos vértices a Cy. En segundo lugar analizaremos los facto-
res adimensionales que distinguen a las Fj, expresados en términos de los invariantes cinematicos.
Cabe resaltar que todos las apariciones del radio R de AdS se compensan puesto que las expresio-
nes finales no pueden depender del mismo, por lo que simplemente elegimos omitirlo de ahora en
adelante.

= Tenemos una integral sobre las componentes espaciales de los momentos ];’ y q7 , combinada
con una delta de conservacién de energia y momento. En el sistema CM y utilizando coorde-
nadas esféricas todas las integrales excepto una pueden calcularse trivialmente. Escribimos la
restante como una integral en 6, el 4ngulo entre ¢ and ¢

d*q d’p’ s i
2m) 454 (P - S /
/(2%)32Eq//(2ﬂ')32Ep/< TORP g =y = d) ) = g e, [ dOsiné

donde [p/| es una solucién de

1—=z - -
0y = WP+ 03+ I+ 3. (6:29)

» También debemos incluir un factor ¢? asociado a las normalizaciones de los estados on-shell
involucrados. Es sencillo calcular esta constante en término de las respectivas masas AdS pues
sabemos en cada caso

2
2 kz
o V2 ~ e, 6.30
4 <ZO\JA1(kZO)| 2 (6.30)
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a menos de factores numeéricos.

= Finalmente, tenemos una sumatoria sobre las masas AdS de los estados salientes, My y Ms.
Estas masas no pueden tomar cualquier valor: estan restringidas por la condiciéon de conser-

vacién (6.29). Por lo tanto, tenemos

q\/%q\/%—%
d=> > . (6.31)
M2=0 M3=0

Mo M3

La informacién de los vértices y del propagador, incluidas las constantes de acoplamiento efectivas
A123 and G1o3, se encuentran dentro de lo que hemos denominado Cy. En lo que sigue juntarmos
estas constantes y algunos otros factores numéricos en una constante genérica B adimensional e
independiente de = y de ¢? e irrelevante para nuestro analisis. Inicialmente, Cy viene dado por

w !

Cy = q/dw TP S (Mo, q,w) SE)(My, My, w), (6.32)

(2) ()

/
z z . . . 7 . .
con S; 4y S sos las integrales radiales correspondientes a cada uno de los vértices en las variables
z y 2/, respectivamente. En consecuencia, tenemos:

» Una integral en (o sumatoria) en la variable w asociada al modo intermedio del escalar s,
junto con el propagador

d - d . (6.33)

w2+ P—y 2 - 5
L v =1 (VTR TR o

= Una integral relacionada con la interaccion entre tres modos escalares, dos dilatones y un
escalar s (vértice IR), dada por

’ 20
sC) = /0 d2' 2 Ja_o(My2') Jo(w?') T an_o(MsZ) (6.34)
donde A etiqueta a la funcién de Bessel correspondiente al dilatén incidente, mientras que A”
estd asociada al estado de masa M3. Como dijimos anteriormente, la contribucién dominante
proviene de la regién z ~ zg > 1. Estudiando las expresiones asintéticas de las funciones de
Bessel en esta region, vemos que el comportamiento de esta integral es el siguiente:

: 1
S 15w — | My — Ms|) %+ 8w — (M + M3))] , 6.35
s M1M3[< | My — Mz|) + 6(w — (M; + M3))] (6.35)

donde la dependencia en A y A” inicamente define los signos +. Esta aproximacion resultard
util a la hora de realizar la integral en w.

= Una integral asociada al vértice UV, en el que el escalar s intermedio interactiia con el modo
no-normalizable definido por el campo de gauge A,,. En el gauge axial, la integral en z toma
la forma

20
SGh = [ ds? Kilaz) (w0, (6.30
0
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Hemos analizado este tipo de integrales en la seccién anterior, y en este caso en particular el
resultado que obtenemos es

2
(M3 +¢2)?

Notemos que esto introduce un factor ~ g2 tanto para M << 1 como cuando My ~ q.

S, = (6.37)

Todos los factores que acabamos de describir aparecen en la definicién de Cy, y por ende deben ser
elevados al cuadrado a la hora de calcular |C;|? antes de realizar la integral angular.

Finalmente, tenemos los factores adimensionales que permiten distinguir a cada una de las
funciones de estructura. Estos factores son de la forma

1 q!pl / v + 42 (v, - 0r)®
F | = e Z ? /d9 sinf | 2z[v? 4+ 122%(vs - v)?] | |Cy?. (6.38)
M M,

Fr 1623 (vs - vy)?

Vemos que el pre-factor 1/N? contiene toda la dependencia en el niimero de colores. Las expresiones
entre paréntesis pueden rescribirse en términos de Mo, M3 y 6 segun,

(1_2)(12 [(q’o + (22 — 1)|p/| cos@)ﬂ ,

2 2 0
y 2z P —cos“6) + (q + P COSQ) ] 6.39
e [ WP (1 cost0) (22— DI (6.39)
para Fy, Fr y F5, respectivamente.

Expresiones finales para las funciones de estructura

Para obtener funciones de estructura todavia debemos analizar la integral en 6. El integrando
viene dado por el producto entre |Cy|? (que depende del dngulo a través de (P —p')? en el denomi-
nador del propagador) y la combinacién de v? y (vs - v;)? asociada a cada funcién en particular.

Por empezar nos concentramos en la funcién de estructura longitudinal F7,, que podemos escribir
como

(¢°+ (22— )] cos(®))’

_ 2 3 . L r 3
F, = NQB > o4 M1M2M3 d9s1n(0) —[P'lg (e
Mo, Ms
w (=) ) ’
X </dww2 TP SS¢¢(w My, M3)S2) (w, q, M2)> . (6.40)

Usando ((6.35]), obtenemos
Bz 30 [ dosin(o 1 T 5 3 <q/0 + (22 - 1)|p| cos(@))2
=B > 2/ sin(0) o/ 7= 1Pla = v

Mo, M3

2
( e 9 = 10— M) = (M + M) S, 0,08 )
(6.41)
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Consideremos el régimen en el que M3 < ¢ |};7 | ~ ¢, que es el que genera la contribucién dominante
[63]. La condicién M; < ¢ implica la separaci(’)n de escalas, w = |M; £ M3| < ¢, lo que permi-

te resolver de manera aproximada la integral S (|M1 + M|, q,Mg) a partir de . Luego,
expandimos el denominador para valores pequenos de M3 <« |p | Bl Expandiendo p° y p°, vemos

que
- - M2 M2
Pr= IR+ MR - 2 (6.42)
2lp'|  8lp|

ME M
P’ = /I + M}~ \p\+2|ﬁ| 8“3]13. (6.43)

Por ende, el denominador toma la forma aproximada

(M + Ms)? + (P — p')? = 2|p||p/| (1 — cos(8)) + |\ﬁ1‘ (Mg + M, ”{I’) +O(M}). (6.44)
P’

En este contexto, la contribucién principal a la integral angular proviene del caso w = | M7 — Mjs],
en la regién cercana a 6 = 0, pues el denominador se anula en Mz = aM; (con a = [p/|/|p]).
Notemos que el término en que nos concentramos tiene una interpretacion fisica muy simple: para
My < My y M3+ w = My, podemos pensar que le hadrén incidente se fracciona en dos particulas
intermedias, cada una de las cuales se lleva una fraccién de la masa AdS inicial. Ademés, a partir
de M3 < |p/| podemos simplificar el factor adimensional en Fy, hasta obtener

- 2
(q’o + (2z — 1)|p/| cos 9))
(1 —z)q?

z Pl

1
+ 1—x ¢q

1
x

2
((2x — 1) cos b — 1)] . (6.45)

Por lo tanto, en el régimen mas relevante y bajo las aproximaciones que acabamos de describir
obtenemos la siguiente expresién para F7,

. Ll
M2M3 (M3 +q¢?)? 27 /(1 —x)

i 7' x — 1)cosb — ’
) /n df sin(0) [1 + \/i Pl (22 — 1) cosd 12)] | 610
0 [2|p1 177](1 — cos B) + %(M3 - Mla)ﬂ

La integral en @ ahora puede realizarse explicitamente, y a primer orden en 1/¢? el resultado es

/W desin(@) [1 + \/:@ ((2x — 1) cos O — 1)} _ (1 - 2\/:1@%)2 o (kzgq
0

. (6.47)
[2]]3] ]1;’](1 —cosf) + %(]\4[3 _ Mla)2]2 2|p12(M3 — Ma)? 1 )

de manera que

=0\ 2
angg ) (1= 2V o i
b= N2 Z (M3 —|—2q 497 2|ﬂ2m Z (M;_ Mlga)g : (6.48)

8Esta condicién impone una restriccién sobre el valor méximo que puede tomar My.
9El lector pordria preocuparse por una posible divergencia, pero la misma esté regulada por A, el cutoff IR.
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Ahora bien, la sumatoria en los posibles valores de M3 tiene sus contribuiciones méas importantes
en lo valores cercanos a aM;j. Sin embargo, debemos recordar que Mz s6lo puede tomar valores
discretos debido a la presencia del cutoff A. En otras palabras, podemos aproximar

(Ml - ]\43)2 MQ(Oz — 1)2
Z (Mg - Mla) ~ : /12

(6.49)
M3

Notemos que este término depende implicitamente de My a través de a. Esto es porque podemos
escribir a |p’| como funcién de My y ¢ segin

P~ Lt ,/ (6.50)

Finalmente, notamos que en el régimen relevante My > ¢, de manera que en podemos aproximar
la sumatoria por una integral. Esta aproximacion es analoga la que utilizamos para Mx en el capituo
[2] El limite superior de la integral viene dado por alguna fraccién 0 < ¢ < 1 de la energia del CM

q , cuyo valor preciso serd irrelevante. Luego de integrar obtenemos entonces nuestra expresion
ﬁnal.
1 M?
Fr = —B*?02 - A)—La3(x—1)%, 6.51
L N2 ( ) A1 q2 ( ) ( )

donde B es la constante adimensional que contiene los acoplamientos efectivos Aj23 v G123.

En cuando a las otras funciones de estructura, y comenzando por Fj, podemos decir que las
integrales en z, 2/ y w puede realizarse de manera similar al caso de Fp. La principal diferencia
aparece en el factor adimensional que produce una integral angular diferente. Sin entrar en detalles,
simplemente diremos que un andlisis de las potencias de ¢ permite concluir que el resultado que
obtendriamos para la funcién de estructura Fj es de subdominante en comparacion con el de (6.51)).
Por lo tanto, a primer orden tenemos F; ~ 0y Fy ~ F7J.

Analisis

En el contexto del DIS en general se toma el limite en el que ¢*> > A2%. Por otro lado, la
dualidad AdS/CFT permite estudiar de manera precisa los procesos de teoria de campos en el limite
planar, aunque también permite investigar de manera perturbativa las primeras correcciones en una
expansion en potencias de 1/N2, que en el interior de AdS corresponden a los distintos diagramas
que incluyen loops. El objetivo principal de este capitulo consistié, por un lado, en calcular la
primera correccién no planar a las funciones de estructura obtenidas por métodos hologrificos, y
por el otro, en analizar en un ejemplo detallado la compatibilidad entre estos dos limites. Nuestros
resultados indican que estos limites no conmutan. En efecto, tomando primero el limite N — oo
nos encontramos en la situacién descripta en el capitulo 1, donde el proceso dominante es tal que
la amplitud se ve suprimida por un factor (4%2/¢?)?~!, con A la dimensién asociada al hadrén
inicial. En cambio, tomando primero el limit ¢? > A2 la creacién de particulas debe permitirse, y
el diagrama dominante que obtenemos, que tiene dos estados intermedios en vez de uno, produce
una amplitud proporcional a (4%2/¢?) (y a 1/N?). En esta dependencia final en ¢ no hay rastros del
pardametro A: todo depende de la menor dimensién conforme disponible en la teoria, en este caso
A =2,

La expresién final que hemos obtenido para la funciéon de estructura longitudinal cons-
tituye en este capitulo nuestro resultado més relevante (junto con la conclusién de que F; = 0).
Bajo ciertas aproximaciones la validez de ciertas aproximaciones, hemos encontrado la forma en la
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que Fy, depende de las dos variables relevantes: ¢ y el pardmetro de Bjorken z, al orden 1/N2. En
primer lugar, resulta satisfactorio que la dependencia en z y ¢ de la funcién que hemos encontrado
sea independiente de ¢. Ahora bien, la dependencia en ¢ resulta ser totalmente consistente con las
estimaciones presentadas por Polchinski y Strassler en [2]. Estas estimaciones estaban basadas en
el andlisis de la expresién para los momentos de las funciones F;. Podemos decir que hemos
podido reproducir la totalidad de la fisica contenida en asociada al régimen de acoplamiento
fuerte a partir de la dualidad AdS/CFT. En otras palabras, hemos obtenido toda la informacién
presente en los dos tltimos términos a partir del tratamiento holografico del DIS. En lo que respecta
al tercer término, asociado a la primera correccién no planar, la fisica relevante tiene que ver con el
fraccionamiento del hadrén inicial y la generacién del escalar s descriptas en las secciones anteriores.
Por otro lado, hemos demostrado que Fy, o< 3(1 — )2, un resultado alentador a la hora de pensar
en comparaciones con la fenomenologia [7]. Hablaremos mas sobre esto en la parte III de esta tesis.
Por ahora, basta con decir que la dependencia en x es tal que F se anulaenx =0y x =1,y
tiene nuevamente la forma de una campana invertida. El maximo estd situado aproximadamente
en x =~ 0,6.

6.4. Comentarios sobre los diagramas con mas loops

En esta tultima seccién estudiamos brevemente la situacién en la que permitimos estados inter-
medios de n particulas en el proceso del FCS, con n > 2. Para esto, estudiamos los diagramas de
Witten con estados intermedios de més de dos particulas, en otras palabras, diagramas con més de
un loop. Veremos que tanto la estructura tensorial (y la descomposicién de la amplitud de scattering
en términos de las funciones de estructura) y la dependencia final en A2/¢? serdn idénticas al caso
que estudiamos en detalle en las secciones anteriores. Mdas atin, presentaremos algunos argumenos
para justificar la siguiente conjetura: en el régimen en que la aproximacion de supergravedad es lo
suficientemente precisa, todos las contribuciones de todos érdenes de la expansién en loops (con un
nimero n de loops no nulo) al DIS estdn suprimidas por el mismo factor A2/¢? que el caso n = 1.

Basados en el andlisis que realizamos en este capitulo, podemos anticipar que los diagramas do-
minantes seran siempre tales que en algin vértice intermedio se genera un escalar s cuya dimensién
A’ = 2 es la minima disponible en toda la teoria. Este es el modo que luego deberd acercarse al
borde e interactuar con el bosén de gauge. En términos de los momentos y las masas sobre las que
tenemos que integrar, la regién mas importante sera tal que volveremos a encontrar una separacién
clara entre un regién UV, que s6lamente incluye esta interaccién, y una regién IR, que contiene
todos los detalles del fraccionamiento del hadréon. Debido a la condicién de conservacion de las ma-
sas AdS que otorga la forma aproximada que utilizamos de la integral de tres funciones de Bessel
Jy(x), todas las masas de los estados que aparecen en la regién IR serdn pequenas en comparacién
con la escala ¢, mientras que el vértice UV serd exactamente de la misma forma que en el caso de
un dnico loop. En la figura [22| presentamos una representacién esquemaética del tipo de diagramas
que estamos analizando. En términos méas concretos, podemos partir de la descomposicién genérica
del tensor hadrénico (que escribimos aqui una vez mas para facilitar la lectura)

WH = F 2 uv q#ql’ 2 w, v
= Fi(z,q°) (" — 2 + Fa(z,q7)2x vl vy, (6.52)
junto con la soluciéon del modo no-normalizables del campo de gauge

Aule,2) = 1 [CquKqu) + nqqq] Cow=m =l A=A (65
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boundary
.............. [

Figura 22: Diagramas de Witten mas relevantes para una cantidad general de loops.

Esta solucién no es exactamente la misma que la que usamos en el capitulo 1, pues en este caso
estamos trabajando una vez mas en el gauge axial A, = 0. A la hora de analizar la estructura
tensorial resultante en términos del DIS, la interaccion méas importante es la del vértice cercano
al borde: Sa44 en el caso sin loops, o bien Sgs4 en todos los demas. Usando las soluciones de los
moods escalares, obtenemos [[(]

Sapglon—shet = /dloﬂ? V=9GMN0r¢ON ¢
= [ @ TGA (0,610063 — 0u10 )
- 40 / d*ydzd2s\/90 2" A (910,05 — $10,03)
= 1Q6W(q+p1 - p2) / dzd$%5 /90 2 b1 50" Ay (p1s +p2) ,  (6.54)

donde ¢, es el escalar incidente y ¢o es el estado saliente, o sea uno de los estados intermedios.
Hemos definido a los correspondientes momentos como p; y p2, mientras que ggs representa el
determinante de la métrica de la 5-esfera y la condiciéon de conservaciéon de la carga indica que
Q1 = Q2 = Q. Insertando la solucién del A, vemos que la integral se separa en dos contribuciones:
uno que contiene a la funcién de Bessel K;(qz), para el cual la regién dominante es la cercana al
borde de AdS, y otro proporcional al término de A,, que es independiente de z. Este segundo término
se anula por las razones expuestas en el apéndice |Bl de manera que sea cémo sea el diagrama en el
IR, la estructura tensorial estd dada por el cuadrado de

n-q
T],u,ucu (ply +p2y) == n“y <nu - QQQM> (ply + pQV) . (655)
Si nos quedamos a nivel arbol, tenemos
eu(ph +p5) = cu(P" + (P + q)") = 2q(n - vs), (6.56)

10 Aqui escribimos todo en términos del campo ¢, pero en los casos con loops simplemente hay que reemplazarlo
por el escalar s.
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y como ¢, vk = 0, obtenemos Fy = 0y F» # 0. Sin embargo, para un diagrama con un loop sabemos
que

P+ b = () + (P —p)=(2d - ). (6.57)
Por ende,
uv n-q _ / q _
U el (p1y +pav) =2n- (¢ + 3 ) = 2q(n - vy). (6.58)
Esta estructura indica que la descomposicién mas general es de la forma
Fy ~ 24 [vf + 422 (v, - Ut)ﬂ , (6.59)
By o~ dag® [vf +122%(vs - v)?] (6.60)

Esté claro que estas udltimas expresiones deben ser completadas con todos los factores escalares que
son necesarios para calcular las funciones de estructura propiamente dichas.

Ahora bien, es sencillo convencerse de que el analisis que acabamos de realizar para el caso de n
loops con n = 1 sigue siendo valido para n > 1 como los de la figura La tnica diferencia radica
en que en el caso general tenemos py = P—pj—---—p| _;, que debido a la conservacién del momento
sigue siendo igual a ¢ —¢. Los momentos p) no son otra cosa que los cuadri-momentos de los estados
intermedios de la regién IR que ponemos on-shell a la hora de calcular la parte imaginaria de la
amplitud, mientras que ¢’ es el momento correspondiente al estado saliente del vértice UV. Por lo
tanto, siempre obtendremos una descomposicién tensorial y una estructura similar a la del caso
n = 1. Notemos ademds que si 6 es el angulo definido por los vectores ¢ y ¢, siempre tenemos

Dado que la estructura tensorial y el vértice UV son idénticos, conjeturamos que la forma en que
las funciones de estructura dependen de ¢ serd la misma, al menos a primer orden en la expansién
en potencias de A2/q%. Si esta propuesta resultara cierta, tendria una consecuencia directa muy
interesante: todas las correcciones 1/N?" con n > 1 serfan subdominantes en comparacién con la
contribucién del diagrama n = 1. Esto querria decir que sea cual sea la manera en que decidamos
tomar los limites N — oo y ¢ — oo, los tinicos diagramas relevantes serfan los que estudiamos en
el capitulo 1 y en el actual. En otras palabras, en acoplamiento fuerte y para valores grandes de N
(pero finitos) s6lamente seria necesario considerar estados finales de una y de dos particulas.
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Capitulo 7

Blancos mesdnicos

Habiendo estudiado en detalle la descripcién holografica del proceso de DIS en el caso més
simple, dedicamos la parte III al estudio de modelos un tanto més realistas. En este primer capitulo
presentamos las aplicaciones de las técnicas desarrolladas en los capitulos anteriores a los blancos
mesoénicos, identificados con los modos de cuerdas abiertas en los modelos con Dp-branas de sabor.
Como anticipamos en el capitulo 1, nos concentraremos en el anélisis del modelo D3D7 donde las
modificaciones con respecto a la parte II se ven simplificadas. Sin embargo, es importante tener en
mente que los resultados que obtenemos son de caracter universal: resultan validos en una variedad
de modelos de branas con distintas caracteristicas.

En primer lugar, calculamos las funciones de estructura asociadas a los mesones escalares y
vectoriales tanto en el régimen de x grande, donde vale la aproximacién supergravedad, como
también en el régimen de x pequenio, donde es necesario incluir los efectos de los modos excitados de
las supercuerdas. Luego, analizamos las consecuencias fenomenoldgicas de las expresiones obtenidas,
concentrandonos en la seccion eficaz diferencial del DIS. Finalmente, estudiamos las contribuciones
de las correcciones al DIS provenientes de los diagramas con loops en AdS para el caso de los blancos
mesoénicos. Los resultados originales de esta tesis asociados a estos calculos fueron presentados en
16, |7, 19].

7.1. DIS holografico para mesones

En el modelo D3D7, las excitaciones duales a los mesones escalares corresponden a los campos
que describen las fluctuaciones de las D7-branas en las direcciones transversales, definidos en .
Presentaremos el andlisis en términos del campo ¢, pero los resultados seran los mismos para los
modos de x. Asimismo, las fluctuaciones en las direcciones longitudinales definidas en términos de
campos de gauge B, sobre la brana representan la versién dual de los mesones vectoriales. Por otro
lado, es importante notar que a diferencia del capitulo 1 insertamos las D7-branas en la geometria
confinante del modelo hard-wall. De la misma manera que en el caso de AdSs, esto impondrad una
condicién sobre los valores que pueden tomar los momentos en las direcciones planas. A los fines
précticos podemos identificar las dos escalas IR presentes en el problema segin L ~ AR2.

Régimen de supegravedad
Mesones escalares

Para empezar, notamos que las caracteristicas cinematicas del proceso son en todo sentido
andlogas a las que fueron expuestas en el caso de los glueballs de espin nulo. En efecto, el FCS
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holografico es completamente andlogo: la tinica diferencia conceptual importante proviene del hecho
de que la simetria U(1) a la que estd asociada el bosén de gauge ahora debe ser parte del grupo de
simetrias de la S? que se factoriza asintéticamente en la geometria de la D7-brana. Por ende,
los argumentos basados en el andlisis de la energia del CM y su relacién con la escala de la cuerda
o'~! indican también en el contexto del DIS mesénico que la aproximacién de supergravedad es lo
suficientemente precisa para valores no muy pequenos del parametro de Bjorken. Podemos decir
que en todos los casos (al menos en el limite N — 00) estudiaremos procesos similares al de la
figura La unica diferencia estard dada por la geometria de fondo y las soluciones de los mesones
externos e intermedios.

Expandiendo el Lagrangiano DBI de obtenemos la expresion al orden cuadrati-
co, de donde se deduce la ecuaciéon de movimiento . Las soluciones exactas a esta ecuacién
estan dadas en [29], y toman la forma de potencias de p y (p? + L?) multiplicadas por funciones
hipergeométricas. Sin embargo, sabemos que la interaccién relevante sucede en las cercanias del
borde y tiene una escala caracterfstica rin ~ ¢R? ~ pint de manera que pipg > L. En esta region,
las soluciones asociadas a los modos normalizables de los mesones escalares son similares a las del
dilatén: la tnica diferencia radica en la potencia de z = R?/r ~ R?/p que acompaiia a la funcién
de Bessel. Teniendo en cuenta la diferencia energética entre el modo intermedio ¢px y los externos
®in/outs t€NEMOs entonces

A-1
@i ~ cie't® <;> YA(R2) , ox ~ exe P02 27, o5 (P2)YA(2). (7.1)
Los arménicos esféricos escalares ahora estdn definidos sobre S y satisfacen una relacién de au-
tovalores similar a , mientras que las normalizaciones se definen de manera andloga al caso
del dilatén. Estos modos transforman en la representacién (1/2,1/2) de SO(4) ~ SU(2) x SU(2),
donde el indice | > 0 viene dado en términos de la dimensién segin A(l) = [+ 3.

El vértice de interaccion puede obtenerse de diferentes maneras. Una posibilidad consiste en
insertar la perturbacién de la métrica g,; ~ A, K; (con un vector de Killing en S3) en la accién
cuadrética. También podriamos estudiar la derivada de Lie de los modos mesénicos, o simplemente
derivar la corriente conservada asociada a la simetria U(1) correspondiente. En todos los casos el
resultado es el siguiente:

2
. < m * *
Lap, =19 M7(7r0/)2\/—79*R2A (PiOmpx — X Ompi) - (7.2)

Para tener un carga no nula necesariamente debemos considerar los modos con [ > 1. Como vemos,
la situacién es muy similar a la del DIS para blancos tipo glueball. Los siguientes pasos son andlogos,
v las expresiones que obtenemos para las funciones de estructura son nuevamente de la forma

A2
Fi(s.¢") =0, Fy(z,q%) = 2nCte x Q° (2
q
Obtenemos nuevamente F; = 0: si bien el blanco es ahora mesoénico, sigue siendo escalar. Los
factores que incluian a la tension de la brana py han desaparecido debido a una rescritura en
términos de las cantidades asociadas a la teoria de campos N y A, de manera que los resultados
son en todo sentido andlogos a los del capitulo

A-1
> A1 — )22, (7.3)

Mesones vectoriales

Las ecuaciones de movimiento de los campos de gauge sobre la brana también se deducen del
Lagrangiano cuadratico, que presenta el término de Einstein-Maxwell usual sumado a una contri-
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bucién proveniente del término de WZ en la accién original. Como dijimos al introducir el modelo
D3D7, los modos que identificamos como mesones vectoriales holograficos son las denominadas so-
luciones del tipo 11 . En la regién cercana a 7, y en cuanto a su dependencia con respecto
a las coordenadas de AdS los correspondientes modos normalizables son anédlogos a los del campo
de gauge A,, del AdSs; puro (calculados por ejemplo en el gauge axial), y se diferencian de los
modos escalares principalmente debido a la presencia de un vector de polarizacién ¢ transversal a
su cuadri-momento:

) . A-1
(B), ~ ity <ZO> Ya(@), (B), =0 (7.4)
(Bx), ~ ex (Cx), €T T4 5(V52)Ya(R2) , (Bx),=0. (7.5)

La polarizacién estd normalizada a partir de los momentos, por ejemplo con (2 = P2,

En el caso de los mesones vectoriales utilizamos los métodos descriptos mas arriba para calcular
el término de interaccién con el fotén dual A,,. La estructura de la corriente que obtenemos es un
tanto distinta:

(2ma’)?
2
Siguiendo el procedimiento descripto en detalle en el capitulo 3, obtenemos el siguiente resultado

para la funcién de un punto de la corriente insertada en el borde:

ey [G™ B, — G%¥™B,] , G=dB. (7.6)

(P +q|J"(0)|P) fa(x,q* )N, (7.7)

donde fa(z,q?) depende del pardmetro de Bjorken y de la virtualidad g del fotén de manera similar
al caso escalar, y la estructura tensorial (ignorando como antes los términos proporcionales a g*)
esta dada por

N =2(C- Cx)P" + (Cx - q)¢" = (¢ )l (7.8)
A la hora de calcular ImT* el teorema éptico indica que es necesario sumar sobre todos los posibles
estados intermedios. En este caso, dicha suma incluye la necesidad de considerar las diferentes
polarizaciones (helicidades) que puede tener el modo vectorial intermedio Bx, y puede realizarse
en base a la identidad

> K = Mg + PYPY = sn + (P +q)*(P +q)". (7.9)

Finalmente, necesitamos comparar el resultado con la estructura general presentada en (2.19)), que
podemos rescribir de una manera mas clara en términos del vector de espin del hadrén entrante
i
vVpo *
53" GG Py (7.10)
P2
De esta manera, se obtienen las expresiones para las ocho funciones de estructura (que preservan

paridad) de los mesones vectoriales polarizados en el régimen de supergravedad, que podemos
describir en base a un factor global comun

SH =

/12
Az, ¢%) = Cte x Q2(—2)7_1x7+1(1 —z)772 (7.11)
q
y diversos resultados originales que constituyen nuevas relaciones del tipo Callan-Gross [4]:

Fy=2F , by =2b, by =3F, , by =3F, , by = —2bs , g1 ~ 0. (7.12)
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A continuacién detallamos los aspectos més relevantes de estos resultados:

» Las expresiones presentadas en (7.11)) y (7.12)) constituyen los primeros resultados para las
ocho funciones de estructura que pueden aparecer en el DIS con blancos mesénicos vectoriales
obtenidas por métodos analiticos en el régimen de acoplamiento fuerte (y con N — 00).

= La principal propiedad del caso vectorial en comparacién con el escalar proviene del reemplazo
A — 7,donde 7 = A—1 es el twist para espin 1. Esta observacion es consistente con el andlisis
de y se repetird para el caso fermionico. Teniendo en cuenta este reemplazo, la forma
general de las dependencias en ¢? puede entenderse de la misma manera que en el capitulo

» Encontramos nuevas relaciones de Callan-Gross (CG), entre las cuales se destaca la de caracter
universal: Fy = 2F;. Este resultado es analogo a la relacién de CG original F» = 2z F7, que
es valida exactamente en el modelo de partones. En este caso, la unidad que encontramos en
reemplazo del parametro de Bjorken z referido a la fraccion de momento que lleva el partén
involucrado en la interaccion puede entenderse como consecuencia de que el foton interactia
con el hadrén inicial como un todo. Se trata de un comportamiento que no podia ser observado
en el caso escalar por razones de simetria.

» También destacamos la presencia de la relacién by = 2b1, analizada en [38] de manera similar
a la del item anterior, y que en el modelo de partones también incluiria un factor z adicional.

» El hecho de que se satisfaga la condicién ¢ (z) < Fj(z) constituye un chequeo de consistencia
de consistencia de nuestros resultados [36].

En el trabajos [5] mis colaboradores han mostrado explicitamente que el andlisis y los resultados
que acabamos de considerar son anlogos a los que se obtienen a partir de los modelos D4D6D6 [31]
y D4D8DS [30]. Esto se repetira para los demds regimenes, incluso cuando resulta necesario partir
directamente desde la teoria de cuerdas. Basados en estos ejemplos, podemos decir que existe una
posibilidad concreta de que estemos describiendo un comportamiento universal, valido al menos
para las teorias de campos que cuentan con duales gravitatorios. Ademads, en dichos trabajos se
analizan también algunos aspectos de los modelos no abelianos y de las correcciones 1/N y N¢/N.

Régimen de teoria de cuerdas

En esta seccién calcularemos las funciones de estructura de los mesones escalares y vectoriales
en el régimen exp (—ﬁ) < x < A7Y/2. Para esto, utilizaremos métodos andlogos a los del capitulo

[ de manera que enfatizaremos las dificultades propias del caso mesénico pero evitaremos entrar
en detalles sobre los que hayamos ahondado anteriormente.

Nuevamente, podemos extrapolar el andlisis cinematico realizado en el caso del glueball. En el
régimen que estamos considerando, la energia del CM §'/2 del proceso dual est4 relacionada de tal
manera con la de la teoria de campos s'/2 (con s ~ ¢%/x) se vuelve muy grande. La contribucién
principal a la amplitud del DIS estard dada por un proceso conceptualmente cercano al intercam-
bio de un graviton en el canal ¢ E Para ser mas precisos, no se trata de un proceso que pueda
describirse enteramente con las herramientas de la supergravedad pues la energia del CM toma
valores comparables con la escala de masa de los estados excitados de cuerdas, es decir, o/~!. En
consecuencia, se vuelve necesario tener en cuenta la contribucién de la totalidad de los modos de

Vale la pena resaltar que debido a la presencia del vector de polarizacién en el caso vectorial, el diagrama del
gravitén incluye también contribuciones a las funciones de onda antisimétricas (no asf a las que no preservan paridad).
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cuerdas que forman una torre de estados sobre el graviton propiamente dicho. En terminos efec-
tivos, presenciamos la formacién de un gravitén reggeizado. Finalmente, recordamos que en este
régimen en particular el proceso en su totalidad puede considerarse como una unica interaccién
local con cuatro estados externos (de la que sélo nos interesa la parte imaginaria), gracias a lo cual
podemos realizar nuevamente nuestra aproximacion local.

En este contexto, resulta sencillo anticipar la estructura tensorial de los Lagrangianos efectivos
asociados a los blancos mesénicos. Simplemente necesitamos realizar las perturbaciones relevantes
en la accién DBI de forma tal de aislar la manera en que los distintos modos se acoplan con las
perturbaciones de la métrica, recuperando una vez mas los respectivos tensores de energia momento
8%y TP,

Como ha sucedido en el régimen de supergravedad, el caso de los mesones escalares resulta ser
completamente andlogo al del dilatén aunque restringido a la geometria de la D7-brana: nuevamente
la contribucién més relevante es de la forma

Leg o< Eyy,,, FP"0™ " Opep. (7.13)

En el caso vectorial obtenemos en cambio

Log o< E,, FP"Gr G™. (7.14)

En este régimen, solamente necesitamos las expresiones asintoticas asociadas a las soluciones ¢y, /out
y Bin/out'

Para transformar estas estructuras en los verdaderos vértices efectivos deberiamos incluir de
alguna manera un prefactor proveniente de teoria de cuerdas que tenga en cuenta la posibilidad
de intercambiar modos excitados. Sin embargo, en este caso la interpretacion desde primeros prin-
cipios resulta menos directa: los campos cuyas fluctuaciones describen a los mesones holograficos
corresponden a los modos livianos de las cuerdas que viven sobre la D7-brana, es decir que se
trata de cuerdas abiertas. El desafio principal de nuestro trabajo [6] tuvo que ver con deducir los
Lagrangianos efectivos asociados a los mesones escalares y vectoriales de manera tal que respeten
las estructuras y , incluyendo los prefactores correctos directamente desde el andlisis
de teoria de cuerdas.

Amplitudes mixtas en teoria de cuerdas

Dejemos de lado por un momento el proceso dual al DIS (FCS) que nos interesa y concentrémo-
nos en construir la amplitud completa desde teoria de cuerdas. Los estados externos estan dados
por dos modos de cuerdas cerradas asociados al gravitén (que luego dan lugar al A4,,) y dos modos
de cuerdas abiertas que representan los mesones. Se trata, entonces, de una amplitud de las de-
nominadas mixtas. En este apartado repasamos los elementos necesarios a la hora de calcular este
tipo de amplitudes. Notemos que la localidad aproximada del proceso permite utilizar los calculos
de cuerdas en espacio plano como en el caso de los glueballs.

En el ambito de la teoria de cuerdas, para calcular una amplitud como la que necesitamos
debemos realizar una integral de camino en la CFT de la hoja de mundo con las inserciones
correspondientes a los operadores de vértice asociados a los estados externos. En este caso, la
presencia de las cuerdas abiertas indica que la topologia relevante es la de un disco. Cabe resaltar
que en [69] el autor analizé en detalle la posibilidad de expresar este tipo de amplitudes en términos
de amplitudes puras de cuerdas abiertas a partir de las relaciones de KL'T. Utilizaremos parte de sus
resultados en un momento. La superficie asociada a nuestro proceso a nivel drbol puede mapearse
mediante una transformacion conforme al disco unitario, que en coordenadas complejas z, Z podemos
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definir como D = {z € C], |z| < 1}. Utilizando una transformacién de Mobius z — (1 +2)(1 —z)~*
podemos mapear una vez mas este disco al semi-plano superior Hy = {z € C|,Im(z) > 0}. Las
inserciones asociadas a las cuerdas abiertas deberan estar ubicadas en el borde, mientras que las de
las cuerdas cerradas estaran en el interior. Las expresiones para estos operadores son las siguientes:

V. (a, €nd) = goe Pe e (x), (7.15)
Vo(o) (z, Eu,p) = 90(20/)_1/25# (iaqu +2a'p- d)w“) eip.X(:E) ) (7.16)
para los modos de cuerdas abiertas, y
VO (2 by, q) = gee "D O, gk (2)y ()X ), (7.17)
2 = o ~~ oy O Y
‘/;(070)(27 Z; huuap) = _gcahuu <18XM + Eq : Wﬁ“(z)) (ZaX + Eq : dﬂb (Z)) X
(X (z2) (7.18)

para los modos de cuerdas abiertas. En la notacién que estamos utilizando, X* y 1) son los campos
bosénicos y fermidnicos de la teoria en la hoja de mundo, respectivamente, mientras que ¢ y 5 son
los campos fantasmas ﬂ Los acoplamientos estan dado spor g, ¥ ¢g¢, con g. = gg. Cabe resaltar que
cada vez que escribimos V' para un operador de vértice estamos tomando implicitamente el orden
normal. Con estas definiciones, la amplitud viene dada por

Astring(h1, ha, €2, €3) :/ d$/ dy/ dzdz/ dwdw {(¢(z)c(z) x
8H+ 8H+ Z€H+ w€H+

VC(O,O)(Z’ Z; hl,uz/a kl)‘/;:(_l’_l)(wa w; h4ﬂy,p4)(0(l‘) - C(y))v:)(o) (l‘, €245 kQ)V;)(O) (y? €3p5 k3)>v
(7.19)

donde ¢y ¢ también son campos fantasmas. Tenemos dos parametros reales asociados a las insercio-
nes en el borde, y dos parametros complejos relacionados con las inserciones de cuerdas cerradas. La
simetria SL(2, R) permite fijar tres de estos pardmetros (reales), con lo que tenemos tres integrales
por realizar. Una posibilidad consiste en tomar x — —oo, y = 1 y Re(w) = 0 (i.e. w = —w). En
cuanto al valor de expectacion involucrado en , podemos decir que estd dado por una integral
sobre las configuraciones de los campos que agrupamos en @ = {X, ¥, 9, ¢, ¢, ¢, ¢}, y que podemos
escribir esquematicamente segtin

X0, 5,66y, ) = / D& S f(a). (7.20)

Como la accién S[P] es separable cada integral puede hacerse por separado, dando lugar a la
aparicién de los propagadores [69-71]

(XH()X"(w)) = =27 In(z —w),
(XH() XY (w)) = —2a'D"1In(z —w),
WY (w) = 1"(z — w)~t,
(W' (2)¥ (w)) = D*(z—w)™,
{@(2)o(w)) = —In(z—w),
(p(2)p(w)) = —In(z—w),
(c(wr)e(wa)e(2)) = Cyhost(wr — wa)(w1 — 2)(wa — 2),
(cwr)e(wa)e(2)) = Cyhost(wr — wa) (w1 — 2)(wa — 2),

*En estas expresiones utilizamos para los fndices la notacién de [69).
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donde D" es una matriz diagonal cuyos elementos son simplemente 1 en las direcciones paralelas
a la D-brana y —1 en las transversales. Teniendo todos estos ingredientes podemos calcular el
valor de expectacién en , que incluye las contracciones de Wick de 16 términos en total.
La cuenta es un tanto extensa, pero en el caso de los mesones escalares solamente sobrevive un
término, principalmente debido al hecho de que las polarizaciones correspondientes solamente son
no nulas en las direcciones transversales y perpendiculares a varios de los momentos involucrados.
Un resultado inicial en este contexto fue obtenido por Fotopoulos y Tseytlin [71] cerca del régimen
de supergravedad, en el que los autores mostraron que las integrales complejas pueden calcularse
explicitamente cerca de las singularidades (que aparecen cuando dos inserciones se acercan). El
resultado exacto fue obtenido en [69], y puede separarse en dos contribuciones segin

Aich,scalar _ P1202c,scalar ’C%o2c,scalar + P2202c,scalar ICSOQC,scalar ’ (721)
donde
202 l oo
,Plo c,scalar / dr xz(l + il’)u_l(l o ix)u—l % (7.22)
—00

t

/Cd2z (1—2)°(1—2) (2 +i2)T (2 —iz)2 Nz + i)z (2 —ix)2 L.

Esto quiere decir que la estructura factorizada A ~ G x K reaparece, aunque solamente término a
término. Como el primero es el que sobrevive en el limite o/ — 0, el factor cinemdtico IC%OZC’SC“ZM

independiente de o’ y puede obtenerse a partir de los diagramas de Feynman de supergravedad [71]
de la misma manera que en el caso de las cuerdas cerradas de la parte II. Por ende, esta contribucién
es la Unica que nos interesa. En la figura [23] presentamos de manera esquematica la identificacién
entre la manera en que vemos los procesos en el limite de bajas energias y los diferentes limites en

los que podemos pensar la forma de la hoja de mundo cerca de las singularidades.

e oo 9%
N &

Figura 23: Las dos interpretaciones de los procesos a bajas energias: como diagramas de Feynman de super-
gravedad y como limites de la integral sobre la hoja de mundo |71].

La estructura tensorial de asociada al intercambio del gravitéon emerge a partir de
IC%O%’SC“ZW en el limite de ¢ — 0 y 5 grande. Por otro lado, vemos que el prefactor necesario
para calcular la accién efectiva completa en el caso de los mesones escalares se deduce formalmente
al tomar los mismos limites en . Sin entrar en detalles, es facil convencerse de que el prefactor
que obtenemos es exactamente el mismo que en el caso de las cuerdas cerradas, al menos en este
limite. En efecto, sabemos que estamos interesados en un proceso emparentado con el intercam-

bio gravitatorio, identificado con un modo de cuerdas cerradas. Por lo tanto, es de esperarse que
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encontremos las singularidades del prefactor sean las mismas. Graficamente, esto quiere decir que
estamos analizando una regién cineméatica en donde dominan los diagramas de la derecha de la
figura 23] donde se ve claramente que el propagador es un cilindro puesto que se intercambian
modos de cuerda cerrada. En lo que respecta este propagador del Pomeron, el proceso es idéntido
al que tiene cuatro cuerdas cerradas como modos externos. Esta intuicién puede formalizarse a
directamente a partir del OPE de los operadores de vértice utilizando las técnicas de [13].

En el caso de los mesones vectoriales, una anélisis similar eligiendo polarizaciones no nulas en
las direcciones de la D-brana lleva a una amplitud expresada como una suma de ocho términos:

AZOQC,vector _ ,P12020,vector K%o?c,vector + ,P22020,vect0r K%oZC,vector 4o, (723)

Sin embargo, el razonamiento es el mismo: la parte cinematica del término relevante en el limite
o/ — 0 puede calcularse a partir de los diagramas de supergravedad, y toma la forma en el
régimen que nos interesa. Nuevamente, el prefactor de teoria de cuerdas toma en este régimen la
misma forma que en los casos escalares.

Funciones de estructura mesénicas en el régimen local

Para calcular las funciones de estructura mesoénicas en el régimen que estamos estudiando so-
lamente resta tomar la parte imaginaria de las amplitudes que describimos en la seccién anterior
y comparar los resultados con la descomposicion tensorial general de los tensores hadrénicos para
blancos escalares y vectoriales.

Para los mesones escalares ¢ obtenemos expresiones para para F1 y Fs analogas en todo sentido
a las de los glueballs, es decir,

1A\ 2A 43
Fl(x,q2) = Cte x ﬁ <q2> mILQA_Hg N Fg(x,q2) =2z <A—|—2) Fl, (724)

recuperando una vez mas la x correspondiente en la relaciéon de Callan-Gross.

Para los mesones vectoriales obtenemos nuevamente la dependencia en = y ¢? de la totalidad
de las funciones de estructura de los blancos vectoriales. Los resultados pueden resumirse de la
siguiente manera

» Las funciones universales se comportan exactamente como en ((7.24)).

= Las relaciones by = 3F] y by = 3F5 que encontramos en el régimen de supergravedad siguen
siendo vélidas.

» En este régimen encontramos ademds que bg = —2by = —2by/3.

= También sigue siendo cierto que g; es subdominante con respecto a las deméas funciones de
estructura. Como veremos en el capitulo 8, es probable que en ciertos modelos esta conclusion
se modifique si consideramos la contribucién del intercambio de un modo de espin j ~ 1,
generando una contribucién g; ~ 1/x.

2

= La funcién g es positiva y crece como x~~ en este régimen.

» En todos los casos, la dependencia con (4%2/¢?) es la misma que en todos los cdlculos que
realizamos fuera del régimen en el que x toma valores exponencialmente pequenos.
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Nuevamente, los resultados en los demas modelos son andlogos a los que obtuvimos en el caso
D3D7. En términos generales, esperamos que el andlisis del capitulo 5 asociado a los valores expo-
nencialmente pequenos de z pueda extenderse al caso de los mesones de manera sencilla y en todos
los modelos en cuestién.

7.2. Secciones eficaces y momentos

En esta seccion analizamos algunas consecuencias fenomenolégicas de los resultados que obtu-
vimos para el DIS mesénico utilizando las técnicas holograficas.

Hemos sido capaces de calcular las contribuciones dominantes [7] tanto en el régimen de su-
pergravedad, que podemos identificar de manera aproximada con el rango 0,1-0,2 < z < 1, como
en el régimen en el que es necesario utilizar amplitudes de teoria de cuerdas, que describe apro-
ximadamente la region x < 0,1. Teniendo estos resultados, estamos en posicion de, por primera
vez, calcular la seccion eficaz diferencial del proceso de DIS en todo el rango fisico El Analizaremos
nuestros resultados en base a la descripciéon general persentada en el capitulo [2| para el DIS con
blancos escalares.

Rango 1: 1/VA < z < 1

En un primer momento nos concentraremos en los mesones vectoriales puesto que constituyen
nuestros resultados mas novedosos. Ademds, aqui si distinguiremos explicitamente los resultados
obtenidos para cada uno de los tres modelos considerados. Si bien los resultados son cualitativamente
los mismos en todos los casos, estamos interesados en ver si alguno de estos modelos provee un mejor
acuerdo con los datos a nivel cuantitativo. Las diversas relaciones de Callan-Gross que hemos
descubierto permiten escribir todas las funciones en términos de un factor global F(z,q?) y de la
funcién Fy(z,q?) = F(z,¢*)(1 — )

/12 Y
F(z,¢%) = Cte<q2> VP2 () gyt (7.25)

que depende explicitamente del modelo y escribimos en términos del exponente

I S A ) A L-20-Bp-3)/2-p+4 a—pB-2 2+ 5

v B? 2 2 AB

relacionado con la forma de la métrica asintética en cada caso (ver tabla , dada por

ds® = (%)anwd:c“daz” + (%)B [dr? +r2d02_,] . (7.26)

Reemplazando en las expresiones generales para las secciones diferenciales obtenemos

3Debemos tener en mente que, en realidad, existe un tltimo rango asociado a valores realmente muy pequefios
de = para los cuales el comportamiento descripto por las ecuacién deja de ser valido debido a la ruptura de
la aproximacién local, y la expresion para las funciones de estructura debe modificarse. Sin embargo, esta region
paramétrica serd de menor importancia a la hora de comparar con los datos disponibles.
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Modelo / Pardmetro | p | « B

D3D7 7| 2 -2
D4DSDS 81 3/2] —3/2
D4D6D6 6|3/2 | —3/2

Tabla 7.1: Parametros a y 8 para cada uno de los modelos de branas de sabor.

R R )
= %F@,q?)(l —7) X
{<qq> [2y* + 21— y)] + 392 [(51]; Zl)) - '((7;).(5)2' Sz)] } ' (7.27)
Si el leptén de momento k estd polarizado longitudinalmente de manera tal que s; = Hjk, con

H; = +1 para helicidades positivas (negativas), lo que constituye la situacién mas relevante en
términos experimentales, podemos rescribir esta expresion de la siguiente manera:

d MEe* 98
dx d(;dqb - 47r2qe4 F(z,¢*)(1 - ) {<QQ> [zy? +2(1 —y)] - ﬁsﬁ (yky, — qu)} . (7.28)

Analizando cada una de las posibles polarizaciones hadrénicas encontramos los siguientes compor-
tamientos:

= Blanco no-polarizado: (qq)unpot = 1, sp = 0.

do _ MEe*A5F (z)

drdyde = g2 - +2(1-y)]. 799
dxdyde lunpol 4872¢ 23 (1—2) [zy° +2(1 — y)] (7.29)

» Blanco longitudinalmente polarizado: (qq)rp = 0, s, = (0, H,M2) (and using cosf =~ 1).

do
| ,=0. 7.30
dxdyd¢‘LP (7.30)
» Blanco transversalmente polarizado: (qq)rp = 3/2, sp, = (0, H,M )
do MEe*ASF (z) 3 9H, Hy M
e = Sy (1= 2) 3 S [ey? 21— y)] (1 -
drdyds " yr ey R S {2 [2y” +2(1 - y)] 5 |q‘( y) cow}
(7.31)

Notar que el factor M/|q| = /—P?/q? indica que la parte dependiente del espin es subdomi-
nante.
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Modelo | D3D7 | D4D8DS | D4D6D6

s 2A43 4(4443) 16(A+1)
A12 8AF9 8AY11

Tabla 7.2: Pardmetro ¢ en cada uno de los modelos de branas.

Finalmente, para las amplitudes de helicidad vemos que en este régimen

Aij vy = 0+0(),
Ayor0 ~ 3F1,

9F; a a
A+070+ ~ 4/t [71 + 23 + 24] =V —1 6F1 y
A+ ~ 0+0(t), (7.32)
9F; a a
A0 = V= [71—53—14]:\/431’1,
Ay 4+ ~ 0,
4bg
A ~ =
04,0+ 3 ’
1 b
Agoo0 3(*—1)F1—873
T 3x

Rango 2: e < = < 1/V/A

Los resultados relevantes para esta seccién también pueden expresarse de manera simple. Ex-
cepto g1 que se anula a primer orden, todas las funciones crecen como = 0 272 en el limite  — 0.
Las relaciones de tipo Callan-Gross son andlogas en todos los modelos: la tnica diferencia radica
en la modificacion las que relacionan F; con Fy y b con by, respectivamente. Estan dadas por
Fy =2xF; x §(4) y una ecuacién equivalente para las b;, donde hemos introducido una constante
numérica § cuya relacion con la dimensién conforme A asociada al hadrén incidente depende del
modelo en cuestién. La dependencia explicita se muestra en la tabla

Reemplazando una vez més en las expresiones generales, obtenemos

o et Sp -8 -8 -8
dmfiydd) = ]z\ij‘l {(qq>[aﬁy2 + 22(1 — y)8]Fy + 2292 9o [((;q;) e (ph?fzjjz l)]}
64 Sy + S - S - S
o R e s e ol
MEe* 1 9 oo [(sn-s1)  (q-sn)(p-s1)
~ Ww{@@[y +2(1 —y)d] + 3y 5[ -0 (g2 ]} (7.33)

En el caso de polarizacion longitudinal para el lepton, la seccion eficaz diferencial resulta ser

do MEe* 1 35
dxdydg ~ 4871'2q4; {<QQ> [y2 +2(1 —y)d] — WHZSZ(yk“ — qu)} . (7.34)

De manera que para las diferentes polarizaciones hadrénicas tenemos los siguientes resultados:

= Blanco no polarizado: (¢q)unpor = 1, sp, = 0. En este caso se anula el término dependiente del
espin, por lo que
do MEe* 1

———unpol ~ g —[y* +2(1 — y)d]. .
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» Blanco longitudinalmente polarizado: (¢q)rp =0, s, = (0, HyM2)

do

— =0 7.36
dxdyde|LpP ( )
» Blanco transversalmente polarizado: (qq)rp = 3/2, sp, = M Hpz
do MEe*1 (3, M
~ —q= 2(1 —y)d] —36(1 —y)—HH 7.37
TP~ G { g+ 2L =)0 =360~ ) Hiffcoso . (1.7
donde el segundo término es nuevamente subdominante.
Concluimos con las expresiones de las amplitudes de helicidad en este régimen:
Ay 4+ =0, Ajoqo=3F1,
Avoor =0, Ap_ 4o =0, (7.38)
Ar_p0=0W-t)~=0 , A4 =0,
A0+,0+ = 2(5 — 1)F1 >0 A00700 = 3((5 — l)Fl >0.

Notamos que en este régimen el factor ag = —bs + be/3 se transforma en az = by a primer orden.

Esto es interesante: indica que la funcién de estructura by caracteriza la amplitud asociada al doble
salto de helicidad.

Analisis
En esta seccion discutimos los resultados que hemos obtenidos para los mesones escalares y
vectoriales y los comparamos con los datos experimentales y las simulaciones disponibles.

Funciones de estructura y secciéon eficaz diferencial

Comenzamos analizando los resultados para los mesones vectoriales. Las figuras y
muestran la forma funcional de las funciones de estructura Fiy, F», by v by para blancos de espin
1 polarizados en funcién del pardametro de Bjorken, y en el contexto de los modelos de branas
D3D7, D4D8DS y D4D6D6. En cada caso nos concentramos en los modos maés livianos, dados
por £ = 1,2,3. Los valores que utilizamos en estos graficos para la constante de normalizacién
estan indicados en la siguiente seccion, y han sido elegidos en base a los ajustes realizados para
los momentos M;(F;), definidos en . Los datos utilizados para realizar estos ajustes, que
discutiremos mds abajo, provienen de simulaciones (lattice QCD).

Observamos que todas las funciones de estructura encontradas presentan un comportamiento
similar. En la region de x chico, las diferencias entre los modelos y entre las distintas particulas
no son importantes. En la region de x grande todas las funciones toman la forma de campanas
invertidas con méaximos situados alrededor de x ~ 0,6. Sin embargo, la altura y ubicacién exactas
del maximo depende del valor de ¢. Las altura maxima de las funciones en esta regién se hace
cada vez menor al aumentar el valor de £. Este comportamiento es mas pronunciado en los modelos
D4D8DS y D4D6DG6.

Podemos comparar estos graficos con los que se encuentran disponibles en la literatura. Las
curvas que encontramos para Fj o tienen una forma similar a la de [72], aunque en dicho trabajo los
méximos ocurren alrededor de = ~ 0,8. Los autores analizan la relaciéon Fy/(2F}), obteniendo un
valor aproximadamente constante y cercano a 1. Lo mismo sucede en nuestro caso. Sin embargo,
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Figura 24: Las funciones de estructura Fj, Fb, by y bs en términos del parametro de Bjorken x para los
mesones vectoriales con £ = 1,2 y 3 en el modelo D3D7. Presentamos los resultados tanto del régimen de x
pequeno como del de z grande.
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Figura 25: Las funciones de estructura Fi, F», by y bz en términos del pardmetro de Bjorken z para los
mesones vectoriales con £ = 1,2 y 3 en el modelo D4D8D8. Presentamos los resultados tanto del régimen de
x pequeno como del de x grande.
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Figura 26: Las funciones de estructura Fi, F», by y bz en términos del pardmetro de Bjorken x para los
mesones vectoriales con £ = 1,2 y 3 en el modelo D4D6D6. Presentamos los resultados tanto del régimen de
x pequeno como del de x grande.

cabe resaltar que en [72] solamente se presentan célculos vélidos bajo la aproximacién de supergra-
vedad. Como hemos visto, estos métodos sdlo describen una parte del problema. En efecto, no hay
ningin factor z en la entre F» y F}. Como hemos visto, este factor x se recupera al considerar las
contribuciones de los modos excitados de cuerdas.

En cuanto a las secciones eficaces diferenciales, nuevamente la mejor manera de visualizar nues-
tro resultado hace uso de la separacion de regimenes que ocurre de manera natural segin los valores
que toma. x. Presentamos las secciones eficaces diferenciales para el caso de los mesones vectoriales
no polarizados como curvas de nivel en el plano (x,y), primero en la regién de x grande y luego
en la regién de x chico en las figuras 27y respectivamente, diferenciando ademas los resultados
generados por cada uno de los modelos de branas.

Las areas mds oscuras corresponden a valores menores para la seccién eficaz diferencial. En el
primer caso, observamos que ésta ultima toma sus maximos valores cerca de = ~ 0,5. Ademas, las
curvas de nivel son méas angostas para el modelo de Sakai-Sugimoto.

Comparacion con lattice QCD

Los momentos estan definidos en en base a integrales de las funciones de estructura
multiplicadas por alguna potencia del parametro de Bjorken a lo largo de todo el rango fisico
0 < x < 1. Estos objetos no habian sido calculados anteriormente en este régimen por métodos
analiticos debido a la necesidad de conocer las funciones de estructura en todo (o casi todo) el
intervalo de integracién. Encontramos en estos objetos una herramienta esencial para comparar
nuestros resultados con la fenomenologia conocida para el DIS con blancos mesénicos. En efecto,
los resultados experimentales para las funciones de estructura son muy limitados en el caso de los
mesones. La comparaciéon se hace muy complicada, en particular para valores muy pequenos del
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(a) D3AD7T & £ =1

(b) DAD6D6 & £ = 1 (c) DADSDR & £ =1

(d) D3D7 & £ =2

(e) D4D6D6 & £ = 2

(g) D3D7 & £ =3

(j) D3DT & € = 10

(k) D4D6D6 & £ = 10 (1) D4DSDS & £ = 10

123

Figura 27: Mapas de lineas de contorno para las secciones eficaces diferenciales del DIS con mesones vec-
toriales no polarizados como blancos en el régimen 1/ VA < z < 1y para los tres modelos de branas que
consideramos. El eje horizontal corresponde al pardmetro de Bjorken en el rango [0,1, 1], mientras que el eje
horizontal describe la variable y € [0, 1]. Zonas més oscuras corresponden a valores menores para la seccién

eficaz.
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(a) D3D7 & £ =1 (b) D4D6D6 & £ =1 (c) D4D8D8 & £ =1

(d) D3D7 & £ =2 (e) D4D6D6 & £ = 2 (f) D4ADSDS8 & ¢ =2

(g) D3D7 & £ =3 (h) D4D6D6 & ¢ = 3 (i) D4D8D8 & ¢ =3

(j) D3D7 & £ = 10 (k) D4D6D6 & £ = 10 (1) D4D8DB8 & ¢ = 10

Figura 28: Mapas de lineas de contorno para las secciones eficaces diferenciales del DIS con mesones vec-
toriales no polarizados como blancos en el régimen 1/ VA < x < 1y para los tres modelos de branas que
consideramos. El eje horizontal corresponde al pardmetro de Bjorken en el rango [0,01, 0,1], mientras que
el eje horizontal describe la variable y € [0, 1]. Zonas més oscuras corresponden a valores menores para la
seccion eficaz.
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parametro de Bjorken. En el caso mas liviano de los mesones escalares, asociado a los piones, han
habido estudios importantes como por ejemplo los de [734{76]. Sin embargo, todas estos trabajos
concentran sus investigaciones en las funciones de valencia asociadas a experimentos de Drell-Yan,
cuyos datos estan restringidos a la regién paramétrica x > 0,2. Notar que en nuestro calculos el pién
corresponde al modo ¢ = 1, ya que se trata del modo pseudo-escalar mas liviano El En principio,
estos resultados podrian compararse con los nuestros en la regién de supergravedad. El problema
es que al hacerlo estariamos despreciando el crecimiento en la regién x — 0, que ha sido destacado
anteriormente por ejemplo en [77], donde el autor propone un modelo en las que las funciones
de distribucién parténicas (a partir de las cuales se construyen las de estructura, por ejemplo en
el modelo de partones) tienen dos términos, uno de los cuales estd asociado al mar de partones
con fracciones de momento pequenas y resulta divergente para x — 0. Este tipo de divergencias
aproximadas han aparecido también en la contribucién pidnica a la funcién de estructura b; del
deuterén [78]. Es importante tener en cuenta que ambos comportamientos son importantes a la
hora de analizar los momentos.

En consecuencia, resulta interesante realizar un estudio cuantitativo para determinar si nuestras
funciones pueden generar valores fenomenolégicamente aceptables para los momentos. Simulaciones
realizadas en el marco de lattice QCD permiten comparar con los primeros momentos asociados
a las funciones universales Fj o de los mesones escalares y vectoriales mas livianos: el pién y el
mesén p. En un primer momento, presentamos la comparacién entre nuestros resultados y las
simulaciones presentadas en |79} |80] (referimos al lector interesado en los detalles de la simulacién
al trabajo original y a algunos comentarios realizados en [7]). Tratandose del caso escalar, nos
restringimos a los momentos de F5 debido a que en el limite estrictamente planar tenemos F; = 0
por razones de simetria. Para calcular nuestros momentos integramos los resultados para Fy entre
x = 0,0001 y x = 0,1, y entre z = 0,1 to x = 1 segin la regién paramétrica relevan‘uﬂ Las
funciones que obtuvimos tienen un unico factor multiplicativo global (que depende por ejemplo
de ¢?, Ay \) que utilizamos como pardmetro libre para realizar el ajuste con los datos para los
momentos M;(Fy) with i = 1,2,3 de [79]. Estos valores estdn presentados en la tabla junto
con nuestros resultados. Las constantes asociadas al mejor ajuste estan dadas explicitamente en
[7]. Encontramos discrepancias con respecto a las simulaciones de hasta 10 % en el caso del pién.
Es importante tener en cuenta que en el contexto de la expansién 1/N este tipo de discrepancias
suelen ser del orden del 30%, de manera que los valores que obtuvimos estdn dentro del rango
que hubieramos esperado. A modo de ejemplo, recordamos que este tipo de comparaciones entre
resultados obtenidos a partir de la dualidad AdS/CFT (en particular los modelos bottom-up de
AdS/QCD) con los datos experimentales asociados con masas y tasas de decaimiento mesoénicas
han arrojado resultados con un error del orden del 5% [81, 82], mientras que para los calculos més
complicados como los que describen el decaimiento de los kaones (asociados al calculo de funciones
de correlacién de cuatro puntos como en el caso del DIS) las discrepancias son cercanas al 30 % |83,
84].

Es posible entender un tanto mas intuitivamente el tipo de comparaciones que estamos realizan-
do en base a las contribuciones a los momentos asociados a cada una de las regiones paramétricas.
En efecto, como dijimos méas arriba resulta tentador asociar la regiéon de x chico con el concepto
de mar de quarks, relacionado con los partones que transportan una fraccion del momento total
del hadrén sumamente pequena. En este contexto también podemos identificar las contribuciones
provenientes de valores de x mayores a 0,1-0,2 con las distribuciones de los quarks de valencia, que
son los que transportan una fraccién considerable del momento total. En la tabla I de [85] se indica

4Las propiedades con respecto a transformaciones de paridad se analizan a partir de los arménicos esféricos.
5Si bien estos limites fueron seleccionados ad-hoc, verificamos explicitamente que el andlisis de los resultados finales
sea independientes de los mismos.
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Modelo / Momento | My (Fy) | May(Fy) | M3(F5)
Lattice QCD 0.27 0.13 0.074
D3D7 0.2708 | 0.1161 | 0.0803
Error porcentual -0.3 10.7 -8.5
D4D8D38 0.2705 | 0.1221 | 0.0779
Error porcentual -0.2 6.1 -5.2
D4D6D6 0.2706 | 0.1191 | 0.0791
Error porcentual -0.2 8.4 -6.9

Tabla 7.3: Comparacién entre nuestros resultados y los obtenidos a partir de simulaciones de lattice QCD en
[80] para los primeros momentos de la F5 del pién (para ser precisos, los valores presentados en esta tabla
y en la siguiente constituyen el promedio de los resultados presentados en las referencias correspondientes.
Ademids, omitimos los errores en estos tltimos resultados.

que tanto en los resultados provenientes de los experimentos como en los que han sido obtenidos
a partir de simulaciones la contribuciéon del primer tipo de quarks es importante solamente para
el primero de los momentos, mientras que para el segundo y el tercero la totalidad del valor final
proviene casi exclusivamente del segundo tipo de quarks. Este comportamiento es exactamente
analogo al de las funciones de estructura que hemos obtenido y a la separacién natural que surge
entre ambas regiones paramétricas segun el valor del pardmetro de Bjorken = (asociado a la energia
del CM). En la tabla presentamos de manera andloga los resultados obtenidos para los ajustes
asociados a los momentos de la funcién F} en el caso del mesén vectorial p. Todas las discrepan-
cias encontradas son menores al 18,5 % para las funciones relacionadas con el mejor ajuste posible.
Podemos visualizar los resultados obtenidos en los distintos ajustes a partir de las figuras 29|y

—meson moments
F,” moments

e
025
7 e D3D7
020} = D4D8
+ D4D6
0.15 .
R 4 Lattice
8
0.10 |
2
e e e L L) p—th moment
0.5 1.0 15 20 25 3.0 35

Figura 29: Los tres primeros momentos de la funcién de estructura F; en el caso del mesén escalar m para
los valores obtenidos a partir de los ajustes. Presentamos nuestros resultados en comparacién con los de [79],
obtenidos en el ambito de lattice QCD. En todos los casos omitimos los errores.

Si bien no presentamos en detalles los valores obtenidos para los parametros de ajuste (ver
[7]), es interesante resaltar que la constante asociada a la regién de z chico es en todos los casos
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Modelo / Momento | Ma(Fy) | Ms(Fy) | My(F1)
Lattice QCD 0.1743 | 0.074 0.035
D3D7 0.1753 | 0.060 0.039
Error porcentual -0.6 18.5 -12.8
D4D8D8 0.1752 | 0.062 | 0.040
Error porcentual -0.5 16.4 -11.8
D4D6D6 0.1754 | 0.060 0.040
Error porcentual -0.6 18.8 -13.0

Tabla 7.4: Comparacion entre nuestros resultados y los obtenidos a partir de simulaciones de lattice QCD
en |79] para los primeros momentos de la Fy del mesén p. Omitimos los errores en estos ultimos resultados.

p-meson moments
F4? moments
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e D3D7

D4D8
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0.08 | A Lattice

0.06 [ '}
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2 e

— n-th moment
3.

Figura 30: Los tres primeros momentos de la funcién de estructura Fj en el caso del mesén vectorial p para
los valores obtenidos a partir de los ajustes. Presentamos nuestros resultados en comparacién con los de 79|,
obtenidos en el ambito de lattice QCD. En todos los casos omitimos los errores.

algunos 6rdenes de magnitud menor en comparacion con la de la regién de x grande. Este fenémeno
es totalmente coherente con nuestros resultados: si bien la dependencia en A2/¢? es la misma en
ambos regimenes, para la primera siempre obtuvimos un factor A~Y2 extra. En el régimen en el
que los cédlculos holograficos son validos, este factor necesariamente es pequeno.

Otro comentario interesante proviene de la comparacion entre nuestros resultados analiticos y
los modelos fenomenolégicos propuestos en la literatura para las distribuciones de valencia en el
caso del pién. En [85, 86] fueron propuestas diversas formas funcionales que permiten reproducir
los datos disponibles, y si bien existen algunas diferencias entre ellos, existe un punto en comun:
en todos los modelos las funciones de distribucién se comportan como (1 — x)? en la regién z — 1.
Es més, en [87] los autores muestran en base a los datos que las distribuciones de quarks de
valencia necesariamente deben comportarse como (~ (1 — z)2*%1). Este comportamiento es el que
encontramos en los resultados obtenidos a partir del modelo D3D7.

Es importante enfatizar el hecho de que si bien hemos intentado presentar un andlisis cuan-
titativo de nuestros resultados holograficos, este tipo de estudios deben interpretarse con cierto
cuidado. Entre otras cosas, esto se debe a que las teorias que podemos describir precisamente a
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partir de los modelos de gravitatorios (o de cuerdas) duales en el marco de la correspondencia
AdS/CFT no son idénticos a QCD, incluso en el limite planar. Se trata de modelos interesantes
debido a que comparten ciertas de sus caracteristicas (parte del espectro mesénico, el fenémeno de
confinamiento de color, la ruptura de la simetria quiral y otras propiedades, segin el caso). Aun
asi, el nivel de acuerdo que hemos obtenido a partir de nuestros resultados y de un ajuste numérico
muy simple resulta interesante, y de hecho no es totalmente inesperado puesto que han existido
ejemplos previos en los que los resultados han sido similares o incluso mejores. Por ejemplo, el nivel
de acuerdo entre los resultados de las simulaciones [88] para el pardmetro de transporte de n/s
del plasma en teorias de Yang-Mills y los resultados obtenidos en [89) 90] a partir de la dualidad
AdS/CFT es impactantﬂ Esté claro que estos cédlculos son vélidos en el régimen de N > A > 1,
pero si uno insiste en usar los valores realistas N = 3 y A = 15 se obtiene el resultado que acabamos
de mencionar.

7.3. Correcciones 1/N

En esta seccion presentamos algunos detalles de cdlculo de la contribucién a un loop a las funcio-
nes de estructura de los mesones escalares en el régimen de supergravedad utilizando las técnicas
descriptas en el capitulo [} Luego, analizamos la manera en que estos resultados complementan
algunos de los aspectos fenomenolégicos discutidos en la seccidon anterior a partir de la contribucién
dominante en el limite N — co. Una vez mas, nos concentraremos en describir lo que sucede en el
modelo D3D?7.

Interacciones mesodnicas

Lo primero que necesitamos es extender la expansion del Lagrangiano DBI a ordenes ctibico
y cuartico en las perturbaciones para incluir las interacciones entre los mesones holograficos y
deméas modos de cuerdas abiertas sobre la D7-brana. Para esto, parametrizamos el pullback de la
métrica segin P[G]q = P [G]((l%) + hap + Xgp y utilizamos la expansion para la matriz original
My, = P[G]Eg)) y la perturbacién mgp = hap + Xap + Fab. En estas expresiones, hqp = > ; h((;g, con
i=1,...,4 decribe orden a orden las perturbaciones de la métrica inducida proporcionales a 626}V,
mientras que Xgp = >, Xé? estd asociada con las fluctuaciones en las direcciones transversales
(en términos de ¢ y x). Finalmente, los modos vectoriales estdn contenidos en Fop = 2ma/Fyp.
En términos de estas variables, las interacciones estan descriptas por los siguientes Lagrangianos

efectivos.

Lagrangiano efectivo a tercer orden

Teniendo en cuenta que tanto X como la traza de h(!) se anulan, los tinicos términos no nulos
estan dados por

1 1l & -
Ly = —prv/=g |5(X@ = h0 . X@) 4 Sh P P . (7.39)

Podemos reescribir a L3 en términos de las perturbaciones:

5 Aqui 7 es la viscosidad de corte del plasma y s es la densidad de entropfa.
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R'L L
Ly = —pu7(2ma’)®/—g 5 30,00, + Bux X1 + mgﬁ(FaIFﬂ — Fo, F*)

(p* + L?)
(7.40)

Interacciones mixtas

Mas alla de las interacciones entre cuerdas abiertas, necesitamos incluir los acoplamientos de
los distintos modos con los gravitones (que para ciertas polarizaciones incluyen al foton dual del
DIS). Llamaremos Hg, a los gravitones que se propagan sobre la brana, de manera tal que estas
perturbaciones también deben ser incluida en el § P [G]H . Asimismo, nos quedaremos con los vértices
que cuentan Unicamente con uno de estos modos. En este contexto, obtenemos

Ly = —uv/—g % o % H® .0 _ % D . L % HO B0 0 4 i 7O x@
_%Hu) x4 %H(n.p.p_ ;Hu)(p.p)] (7.41)
Utilizando el Ansatz asociado al DIS H,,; ~ A,, K;, LS( H) se transforma en
Ly = —piv/—g —%H(l) CX@ 4 %H(l) F- F] . (7.42)

Estos términos incluyen en particular los acoplamientos del gravitén con los mesones escalares y
vectoriales que utilizamos en la seccién anterior en el régimen de teoria de cuerdas.

Diagrama dominante

En el caso de los mesones escalares es posible clasificar los posibles diagramas a un loop a partir
de un andlisis basado en una expansiéon en potencias de (/12 / q2) muy similar al que realizamos
en el caso del glueball. La diferencia principal radica en el espectro bosénico de las fluctuaciones
de la brana, presentado en la tabla Ademas, es importante tener en cuenta que al normalizar
candnicamente los distintos modos observamos que los vértices cubicos de cuerdas abiertas son
proporcionales a 1/N en vez de 1/N?, reflejando el hecho de que los mesones quarks estdn en
la representacién fundamental de SU(N). En cambio, las interacciones que incluyen una cuerda
cerrada como puede ser un gravitén generan contribuciones proporcionales a 1/N?2, de manera que
estan suprimidos en mayor medida.

En concreto, el proceso dominante para valores grandes de ¢ es andlogo al que estudiamos en
capitulo [6] En este caso, el proceso de fraccionamiento del hadrén inicial se da sobre la hoja de
mundo de la brana y enteramente en términos de modos de cuerdas abiertas. El papel del escalar s
como modo asociado a la posibilidad de minimizar la potencia del factor de supresién en la amplitud
final es asumido por un escalar un tanto particular, denominado ¢;. En efecto, para [ = 1 este
modo tiene A = 2 como sucedia para el escalar s. En conclusion, el diagrama que analizaremos es
el que esta descripto en la figura

En las siguientes sub-secciones analizamos con cierto detalle las caracteristicas de los vértices
UV e IR involucrados en este proceso. Recordamos que este 1iltimo estd asociado al fraccionamiento
inicial del hadrén, mientras que le anterior describe la interaccién con el campo de gauge producido
por la insercién de la corriente del FCS en el borde de AdS. Como puede verse, en términos del
DIS este proceso se corresponde con un diagrama con un estado final de dos particulas.
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Campo | Espin en 5D | Compuesto por A(l) SU(2) x SU(2)
©,X scalars % 1+3,1>0 (%’ %)
B, vector B[L] [+3,1>0 (%, %)
o7 scalar B} I+1,1>1 (HL, 51
o scalar B! [+5,1>1 (552, L)
brrt scalar Bl [+3,1>1 (L4

Tabla 7.5: Caracteristicas principales del espectro bosénico sobre la D7-brana. El indice entero [ indica la
representacién de SO(4) ~ SU(2) x SU(2) del modo correspondiente y define su masa de KK.

boundary

Figura 31: Diagrama de Witten correspondiente al (lado izquierdo del) proceso dominante a un loop en el
caso de los mesones escalares.

Vértice UV

El vértice que aparece en la parte superior del diagrama de la figura estd asociado a la
interaccion entre el modo intermedio ¢; y el campo de gauge A,,. Dado que en el lenguage de 8d
el ¢ corresponde en realidad a un modo vectorial, la forma explicita del vértice estd contenido en
el segundo término de la eq. . Es facil ver que, una vez més, en la interaccién con A,, no hay
ninguna mezcla con otros modos, sino que simplemente tenemos una interaccién con la corriente
conservada tipo Sag; ¢, ~ / AmJg;. Notemos que el incluso el modo maés liviano, que es el que nos
interesa, tiene carga no nula pues corresponde a [ = 1. Por lo tanto, la interaccién toma la forma

1
Sasrér = —%(27ra')2/d4x dp df23 /—g §H(1) R (7.43)

con el gravitén polarizado de la manera usual en el contexto del DIS y

ij =0, F;Z =0, Fji =9,B! , Fl=0.B] (7.44)
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Por lo tanto, tenemos

H(l) N AL e gbcgdegafhachIdF:]{
= A“vigdeFl{dF:iI + A“vigdeFiIdF;f
= AM'9,B] (0;B;" — 9;B}") + A"'9,By (9;B! — 9;B)
= — (A"9,B"'0;B} + A*0;B*v'9;B;) . (7.45)
La evaluacién on-shell del vértice requiere insertar las soluciones correspondientes a cada modo y

realizar las integrales en las direcciones espacio-temporales. Como siempre, la integral en las direc-
ciones planas z* simplemente indica que el cuadri-momento se conserva, y las integrales angulares

pueden simplificarse considerando autoestados de carga. Rescribiendo todo en términos de z = %2,
vemos que
Sagre, = 1Q % 2 (7T0/)2/d4$ dz d25 \/—g A™(2) x
(B (2, 2) 0B} (2, 2) — B! (2,92) 0,,B"(2,9)) . (7.46)

Recordemos que los modos tipo I+ son ortogonales entre si. En consecuencia, en términos de z
y de las funciones de Bessel el resultado que obtenemos para la contribucién del vértice UV es
exactamente el mismo que en el caso del glueball. La forma final es la siguiente:

Storer =1 Q B2 (ra'? [ e dz /=g A(E) (61(2,2) i) = 63(2) (), (747)
donde ¢! = /Aw ¢i(F—pu)z ;2 Ja, —2(wz) y ¢'* = /AMS; e~ @ 52 Ja,—2(Msz).

Vértice IR

Las particularidades de los modos tipo I hacen que el fraccionamiento del hadrén sea un tanto
distinto que en el caso de las cuerdas cerradas. El vértice relevante tiene que acoplar uno de estos
modos con el mesén escalar inicial ¢, por lo que sélo puede provenir del segundo término de la
ecuaciéon . En adelante trabajaremos suponiendo que L es pequeno pero no nul(ﬂ de manera
que

Ji7 L v
Lopr = W(Qﬂ'a/)?) =g p: b (F[JFI«] — F,, F™) .

Uno de los modos vectoriales es del tipo I, por lo que en particular tiene F, JV = 0. Por lo tanto,
s6lo sobreviven los acoplamientos proporcionales a FryF!7, de modo que el estado saliente (cuya
masa AdS denominamos nuevamente Ms3) no puede ser del tipo II. En esta seccién consideramos

"Notamos que en el caso conforme, i.e. L = 0, este vértice no esta presente. Aqui analizamos una situacién en la que
la desviacién con respecto al caso conforme es nula con el objetivo de poder aproximar las funciones hipergeométricas
que aparecen en las soluciones por funciones de Bessel. En términos efectivos podemos decir que estamos extendiendo
la regién en la que podemos aproximar la geometria por una de la forma AdSs x S3.
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la posibilidad de que también se trate de un modo tipo ]El, en cuyo caso obtenemos

1
A
Shoo, = N3 /2 (2ma/)32L C / diz elPripo—ps) ( /0 dzz2J a2 (Mi2)Jo(wz)Ja,—o(Ms2) 1
X
+/ dz JAin_Q(Mlz) 62(22J0(wz)) 8Z(z2JA3_2(M3z)) IQ) s (7.48)
0

donde A;, y As corresponden a las dimensiones de los modos on-shell entrantes y salientes, respec-
tivamente, y C' contiene las constantes de normalizacion de las distintas soluciones. Ademas, las
integrales angulares denominadas I; e I» estdn dadas por

= / 23 (vi?h VY Yl - vy vyt Ylin> . L= / dsYl .yl yhe (7.49)
Utilizando la identidad
(14 Ve ™ = eumein VY™ = ViYEE - v, )% (7.50)

podemos expresar una de las dos en términos de la otra segin
I = /d93 ylin iyl (viyjlv‘ - ijilv‘> = 2" +1) L. (7.51)

Esta integral puede realizarse explicitamente. El tinico aspecto relevante del resultado radica en
que restringe los posibles valores que puede tomar el indice I3 del modo saliente (la proyeccién ms
estd fija por la conservacién de la carga). Al sumar sobre los estados intermedios serd necesario
sumar sobre estos valores.

Funciones de estructura

En lo que respecta al calculo de las funciones de estructura, los pasos a seguir son los mismos
que hemos descripto en detalle en el capitulo[6], e involucran el mismo tipo de aproximaciones. Nue-
vamente obtenemos una funciéon F; subdominante, mientras que el resultado final para la funcién
de estructura longitudinal estd dado por la siguiente expresién:

2
Fr(z,q¢%) = Cte x % A(j;x3(1 — )41+ 22(2 + 52)). (7.52)
Este resultado provee la contribuciéon dominante para un valor genérico de x. Sin embargo, es
importante resaltar que al acercarnos a x — 1 esto dejara de ser cierto. En este régimen cercano
a la dispersion eldstica aparecen otras contribuciones suprimidas por potencias de L pero que
decaen solamente como (1 — x)?. Recuperar este comportamiento es importante por las razones
fenomenoldgicas descriptas anteriormente.

8La otra posibilidad tiene que ver con que el modo saliente sea del tipo III. Analizamos esta variante en el apéndice
B de [9], y donde encontramos que la contribucién final es en todo punto andloga a la que obtendremos aqui. Como
nos interesa tnicamente la dependencia funcional de las funciones de estructura con respecto a = y ¢2, simplemente
habré que sumar esta contribucién, por lo que no hace falta considerarla en detalle aqui.
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7.3.1. Consecuencias fenomenolégicas

Antes de enfocarnos en las comparaciones con la fenomenologia es importante recordar la in-
terpretacion del resultado que acabamos de obtener en . En primer lugar, hemos obtenido la
misma supresién en (/12 / q2) que en el proceso a un loop correspondiente al glueball. En ese caso este
comportamiento era esperable a partir del analisis realizado del lado de la teoria de campos en base
al OPE de las dos corrientes : la potencia estaba asociada a la menor dimensién conforme de
la teoria Apin = 2 (en realidad, el twist minimo de los operadores cargados). La interpretaciéon dual
estaba clara, pues tenia que ver con el fraccionamiento del hadrén inicial, prohibido en el limite
N — 00, y la posterior propagacién de un modo liviano del escalar s. Lo mas intuitivo es pensar en
esta contribucién como una correccién al resultado a nivel drbol, aunque luego vimos que cuando

¢* > A2NY (T~ Tmin) (7.53)

la supresién en 1/N? para valores grandes pero finitos de N se vuelve comparable con la que
induce el factor (A2/¢%)?=~1 presente en el diagrama original. Por lo tanto, para valores mayores
de ¢ la amplitud a un loop no constituye una correccién sino la principal contribucién al proceso
de DIS. La interpretacién es la misma en el caso mesénico. En particular, el valor de Ap, se
mantiene en el ambito de los modos de cuerdas abiertas, razén por la cual obtenemos en (|7.52])
el mismo comportamiento en lo que respecta a la dependencia en ¢>. La principal diferencia en
comparaciéon con el caso sin loops radica en que debido a que estamos considerando materia en
la representacién fundamental del grupo de gauge, por lo que obtenemos un factor relativo 1/N
en lugar de 1/N?2. Nuevamente observamos la no conmutatividad entre los limites de ¢? grande
y N — oo. En el andlisis a continuacién desarrollaremos la comparaciéon con la fenomenologia
suponiendo que estamos en el régimen en el que representa la contribucién dominante. En
cuanto a la dependencia en x de nuestro resultado para Fi, el comportamiento que obtenemos no
depende explicitamente del indice li,, excepto en la constante de normalizacién. Como en el caso
del glueball esto representa una diferencia ensencial con respecto al resultado del caso planar.

Hemos visto que el mesén escalar mas liviano corresponde al caso del pién. En lo que sigue
estudiamos como se modifican los ajustes que realizamos en la seccién 7.1, principalmente com-
parando con los resultados de las simulaciones para el momento de la funcién de estructura F5.
Notemos que, segin hemos obtenido, en este régimen tenemos F} ~ 0, de manera que F =~ FTp.
Por otro lado, el hecho de que estemos analizando los primeros momentos indica que es importante
considerar la contribuciéon proveniente de régimen de teoria de cuerdas, que a valores pequeiios de
. No hemos calculado la correcciéon a un loop en este régimen, pero supondremos que el compor-
tamiento en términos de x es el mismo que en la contribucion a nivel arbol, es decir, que tenemos
Fr, ~ Fy ~ 27!, El argumento es el siguente: hemos hecho incapié en que, al menos en lo que tiene
que ver con el parametro de Bjorken, la modificacién esencial introducida en con respecto
al resultado anterior estd dado por el hecho de que, como funcién de z, la funcién de estructura
longitudinal ya no depende del Ay, asociado al hadrén inicial. Pues bien, esto ya era el caso para el
régimen de z < A~Y2 Por lo tanto, esperamos que en este régimen la introduccién de la primera
correccion en la expansiéon 1/N no genere una modificacién sustancial en el comportamiento de las
Fi(z). Notemos que esta correcciéon podria ser considerada a partir del segundo orden en la apro-
ximacion eikonal. Si bien ain no hemos realizado este cédlculo, constituye uno de nuestros pasos a
seguir. Igualmente, cabe resaltar que en este sentido nuestro interés es principalmente tedrico: para
los momentos M, (F») con n > 2 la contribucién de esta regién paramétrica se vuelve cada vez més
irrelevante.

Presentamos en la figura [32| una comparacién entre los graficos de las funciones de estructura
F5 que hemos obtenido en el régimen planar (la curva més clara) y considerando los procesos a un
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loop en el limite de ¢? > A? (la curva més oscura). Para realizar estos graficos las escalas fueron
seleccionadas a partir de los respectivos ajustes.

F™ Structure function

10

08}

06l — F,”" 1IN
Fz" N-—>c0

0.4

: k-/

Figura 32: Los dos resultados obtenidos para la Fy del pién como funcién del pardametro de Bjorken x a
partir del modelo D3D7.

I S S S R S S S R + Bjorken-x
0.2 0.4 0.6 0.8 1.0

Podemos resaltar dos aspectos interesantes a partir de esta figura. En primer lugar, y como
veremos a continuacién, la importancia de la regién de teoria de cuerdas se vuelve menor en el caso
correspondiente a estados salientes de dos particulas. En segundo lugar, vemos que el pico de la
campana invertida correspondiente al régimen de supergravedad se desplaza hacia la izquierda hacia
valores cercanos a x ~ 0,5. Los (pocos) resultados experimentales asociados al caso del pién y de los
mesones en general indican que este desplazamiento es una mejora: de hecho, el pico se estima en
muchos casos inclusive un tanto mas a la izquierda. Esta observacién anticipa lo que discutiremos
en los parrafos siguientes: los ajustes se veran mejorados. Nuevamente elegimos realizar un ajuste
para los tres primeros momentos de la funcién de estructura F5 del pién. La comparacién entre los
momentos obtenidos a partir de este ajuste y los del caso planar estdan presentados en la figura

JT-meson moments
F,™ moments

0.25 |
[ e D3D7 1/N
0.20 [
I D3D7 N->o0
015} Lattice
[ PY
010}
H
e b L e L ~_n-th moment
05 1.0 15 2.0 25 3.0 35

Figura 33: Los primeros tres momentos asociados a la funcién de estructura pionica Fs a partir de nuestros
dos ajustes y en comparacién con los datos de [80].

Ademas, los resultados exactos pueden observarse en la tabla Como vemos, el resultado
nuevo permite describir bastante mas satisfactoriamente los datos de lattice QCD: las discrepancias
relativas tienen un maximo de solamente 1,27 %. Otro punto interesante es que la relacién entre el
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Modelo / Momento | My(Fy) | May(Fy) | M3(F5)
Lattice QCD 0.27 0.13 0.074
D3D7 (1/N) 0.2699 | 0.1326 | 0.0731

Error porcentual 0.04 -1.27 1.27
D3D7 (N — o0) 0.2708 | 0.1161 | 0.0803
Error porcentual -0.3 10.8 -8.5

Tabla 7.6: Los resultados que se obtienen a partir de ajustar las funciones de estructura asociadas al diagrama
no planar de la figura [31| con los datos provenientes de [80].

segundo y el tercer momento Ms[Fs]/Ms[F»|, para la que antes obteniamos aproximadamente 0,69,
en este caso pasa a ser similar a 0,55. Sin entrar en detalles, vale la pena decir que este dltimo
resultado es mucho més cercano al valor sefialado por los fenomendlogod’}

Para concluir, destacamos la posibilidad de incluir momentos de orden mayor en nuestro anali-
siﬂ En la figura presentamos la comparacién entre la extrapolacion de los resultados que
obtuvimos a partir de los ajuste descriptos anteriormente a los momentos M, (F3) con n < 10,
comparéndolos con los resultados de [91]. Para esto utilizamos tinicamente la contribucién pro-
veniente de la regién = > 0,1, lo que origina las discrepancias que aparecen en los primeros dos
momentos.

JT-meson moments
valence moments
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r [ J
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ool v o+ o 00 9 O L@ @ 5 p-th moment
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Figura 34: Extrapolacion a los momentos de F, de orden superior para el caso del pién en comparacién con
los datos de [91].

9 Agradecemos a Andreas Schafer por esta observacién.

97,05 resultados con los que comparamos en este caso provienen nuevamente de las simulaciones [91]. Sin embargo,
no utilizamos estos datos para los ajustes pues los errores senalados en el trabajo original son demasiado grandes
como para utilizarlos de manera cuantitativa.
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Capitulo 8

Blancos fermionicos

En este ultimo capitulo del cuerpo de la tesis extendemos la descripcion holografica del DIS
para incluir los blancos de espin 1/2 polarizados. Desde la perspectiva gravitatoria, volvemos al
modelo del hard-wall original. Los hadrones duales estaran descriptos en términos de los modos
normalizables del dilatino ¥. Es importante tener en cuenta que este tipo de blancos no describen
precisamente a los bariones. En efecto, la masa de estos ultimos es proporcional al nimero de
colores, por lo que en el limite N — oo se trata de objetos extremadamente pesados, y por lo tanto
no dindamicos. La manera precisa de describirlos dentro de la teoria de cuerdas puede pensarse a
partir de estados de D-branas, es decir, objetos no perturbativos. Sin embargo, ciertos aspectos
fenomenologicos de considerable importancia pueden ser estudiados simplemente considerarndo
blancos de espin 1/2 como los que analizamos en este Capitul(ﬂ

En un principio nos concentramos en la extension de los métodos descriptos en los capitulos
y 5| al caso de espin 1/2. Luego, analizamos las consecuencias fenomenlégicas que se obtienen a
partir de estas extensiones. En gran medida, el analisis que presentamos aqui describe los resultados
nuevos presentados en [11].

8.1. DIS hologréfico en el caso de hadrones de espin-1/2

Podemos comenzar describiendo las soluciones que utilizaremos a lo largo de todo el capitulo |2,
53, 92]. Como sabemos, en la regién conforme la geometria es del tipo AdSs x S°. Desde el punto
de vista diez-dimensional, las soluciones del dilatino ¥ pueden separarse segin el producto

U(aM) = y(at, z) @ (%), (8.1)
donde 1 y 7 representan espinores en AdS; y en la esfera, respectivamente. Teniendo en cuenta que
¥ satisface la ecuacién de Dirac no masiva en 10d, y descomponiendo las matrices 1" = e%F M
segin

szfym®l4®01,FaEl4®Ta’®(—0'2). (8.2)

En estas expresiones, o! y 02 son matrices de Pauli, y las matrices ™ y 7% son las correspondientes
matrices de Dirac en AdSs y S°. Esto quiere decir que se satisfacen las siguientes relaciones:

{Ty T} =205 5 L vat = 20 5 {7073} = 26, (8.3)

'Notemos que los dilatinos en particular no son otra cosa que los compaifieros supersimétricos de los dilatones
estudiados en la parte II.

137
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Ademsés, podemos definir la matriz de quiralidad Ity = I'? ... I'?, ante la cual tenemos I ¥ = —V.
Utilizando estas propiedades, concluimos que la ecuacién que deben satisfacer los distintos modos
de KK en AdS tienen la forma?

(~D+m)va=0, m(A)=1(A-2) (8-4)

En la dltima de las expresiones hemos utilizado la definicién del twist 7 = A — 1/2. Trabajando en
el espacio de momentos para las direcciones planas, las soluciones de (8.4) toman la forma

ik-z C¥ kl/z z 5/2
b=t <z0> [Jr_o(k2)Py + Jr_1(k2)P_] u(k), (8.5)

donde u(k) satisface la ecuacién de Dirac de masa k en cuatro dimensiones planas, Py = (1/2)(1+
’ys) son los correspondientes proyectores de quiralidad y ¢, es una constante de normalizacién que
puede calcularse de manera similar a la del dilatén. Ademas, cabe recordar que las distintas polari-
zaciones cumplen las identidades (2.4) y pueden distinguirse en base al vector de espin s* definido
en . En el caso del hadrén inicial sabemos que en la zona cercana al borde podemos aproximar
las funciones de Bessel por su comportamiento asintdtico para argumentos chicos, obteniendo

- C&) . T+1/2 k .
et | = Pr+———P |u(P). 8.6

v A3/2R9/2 <20> [ T a(r— 1Az i(P) (8.6)
Notamos que el segundo término es subdominante con respecto al primero. Sin embargo, maés
adelante sera interesante tener en cuenta la presencia de ambos términos.

Régimen de supergravedad

En el caso A2 < z < 1 el proceso dominante nuevamente estd dado por el canal s, con un
diagrama de Feynman similar a (reemplazando ¢ — ). La interaccién relevante vuelve a ser
del tipo A,,J7", de manera que

Saww = —Q/dm:c V=g A O™V, (8.7)

Los métodos a utilizar son andlogos a los del capitulo [3] Evaluando esta expresién on-shell
a partir de la insercién de las expresiones (8.6 y para los hadrones inicial e intermedio,
respectivamente, obtenemos la funcién de un punto de la corriente, que luego insertamos en .
Luego debemos realizar la suma sobre los estados intermedios, que més allad de las masas esta vez
también incluye una suma sobre los distintos valores que puede tomar su polarizaciéon. Por lo tanto,
utilizando y , y comparando con obtenemos las funciones de estructura para un
blanco de espin 1/2 polarizado:

/12 T—1 B
2F1 = F2 = F3 = 291 =03 =04 =05 = Cte x Q2 <q2> $T+1(1 — ZE)T 2, (88)
junto con la funcién restante
1 T+1
= — 7| X Fy. 8.9
e < 2z ) 2 (8.9)
2Estamos trabajando con n = diag(—1,+1,...,-+1), por lo que las matrices  tienen un factor (—i) extra con

respecto a la definicién usual.
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Una vez més, la constante adimensional global simplemente contiene los factores de normalizacién
de las soluciones junto con algunos factores numéricos (dependientes de 7).
Podemos analizar estos resultados de la siguiente manera:

= Asi como en el caso de los mesones vectoriales, vemos que los resultados para las funciones
F} 5 de los blancos de espin 1/2 son andlogos a los del caso escalar reemplazando A — 7.

= Observamos nuevamente la presencia del factor de supresién de todos los resultados descriptos
en esta tesis en el régimen z > A\~1/2, asociado a la cola de la funcién de onda del hadrén
que estd cerca del borde de AdS, donde se da la interaccién.

= Encontramos resultados no nulos para las funciones de estructura g; 2. Esto era de esperarse
ya que hemos considerado un blanco de espin 1/2 polarizado. El comportamiento de g; es
similar a los de las F;. De hecho, el resultado satura la desigualdad F; > g; impuesta por la
positividad de la seccién eficaz. Sin embargo, el de g2 es un tanto distinto: debido al prefactor
extra que observamos en esta funcién de estructura puede tomar valores negativos para
ciertos valores de x. En la figura [35| ejemplificamos este comportamiento para algunos valores
de 7

92(x)

=4

~0.01[

—0.02]

Figura 35: Comportamiento de g, en funcién de z para blancos de espin 1/2 y en el régimen de supergravedad.

T—1
Graficamos la funcién sin el factor multiplicativo global Cte x Q2 (2—;) .

» Finalmente, notamos la aparicién de resultados no nulos (y similares a los anteriores) para
las funciones de estructura F3, g3, g4 v g5. Estds funciones estan asociadas a los términos
que violan paridad en el tensor hadrénico. En el marco del DIS electromagnético en QCD,
deberian ser idénticamente nulas. Sin embargo, estamos en presencia de una situacién en la
que se evidencian las diferencias entre nuestra teoria de campos y la cromodindmica cuantica.
A diferencia de QCD, N = 4 SYM es una teoria quiral: los campos fermidénicos no son
espinores de Dirac, sino de Weyl. Esto se ve reflejado en la asimetria entre los términos
que contienen a Pru;(P) y a P_u;(P) en las soluciones y (8.6). Es la presencia de los
términos subdominantes la que genera estos resultados no nulos. Veremos que alguna de estas
funciones de estructura volveran a aparecer en los otros regimenes energéticos, aunque esto
se dard por razones conceptualmente diferentes.
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Régimen de teoria de cuerdas

En esta seccién utilizaremos los métodos desarrollados en el capitulo[d para obtener las funciones
de estructura en el régimen de exp (—)\1/2) < < A\~Y2 para un blanco de espin 1/2. Como vimos
anteriormente, se trata de un régimen en el que es necesario tomar en cuenta las contribuciones al
intercambio de modos masivos de las supercuerdas, y para el que en términos efectivos podemos
pensar que el proceso del DIS dual resulta ser local. Como hicimos en el caso del dilatén, primero
describiremos esta interaccién de manera heuristica y luego explicaremos como estudiarla desde
primeros principios.

Trataremos de manera conjunta las contribuciones simétricas y antisimétricas. El intercam-
bio del gravitén representa la contribucién dominante debido al escaleo de las amplitudes con la
energia del CM §1/2. Sin embargo, este proceso sélamente contribuye a la parte simétrica del ten-
sor hadrénico. Para obtener las funciones antisimétricas en este régimen necesitamos considerar
ademads el intercambio de un modo vectorial. Los procesos asociados a cada uno de estos casos
estdn presentados en la figura [36] Ya hemos utilizado en el capitulo [4] los propagadores, tensores

A3 A3 A A

win ’l/)out 'L/)in 'l/)out
(a) (b)

Figura 36: Representacién holografica del proceso dual al FCS en el caso fermidnico. Siempre en el canal ¢,
(a) esta asociado a la parte simétrica y (b) a la antisimétrica del tensor hadrénico WH.

de energia momento y corrientes asociadas al gravitén y a los campos de gauge. Para el caso del
dilatino, necesitamos las siguientes definiciones:

T#)m = Z&’Y(man)q/} ) J;ﬁD =-09p 15%% (810)

que se desprenden del término cinético en la accién y de . Con esto, s6lo tenemos que juntar
los vértices y reemplazar el denominador del propagador por el prefactor de las interacciones de
cuerdas, que sigue siendo el mismo que usamos anteriormente. En consecuencia, obtenemos las
siguientes acciones efectivas:

S\ =2k2Im [ 0o/, 5,,7)] C/d%\/m FopF, P py My (8.11)
para la parte simétrica, y
1 ~ _
S = 8QCdABC Im [G§°] C / APz ™P O, ALt o AP Py (8.12)
en el caso antisimétrico.

Estas acciones efectivas pueden obtenerse directamente desde los limites relevantes de las ampli-
tudes de teorias de cuerdas. En el primer caso los estados asociados a los bosones de gauge son del
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tipo NS-NS, mientras que los estados externos fermiénicos corresponden a modos NS-R y R-NS. La
amplitud de cuerdas cerradas que debemos considerar estd dada por A(h, h,¥,¥). Esta amplitud
puede escribirse como

A(1,2,3,4) =40 k3 G(,5,1,1) Kop(1,2,3,4) @ Kop(3,1,2,4), (8.13)

donde los K, son los factores cinematicos que definen las amplitudes de cuerdas abiertas. Si los
modos son todos bosénicos tenemos (4.20)), mientras que al incluir los modos fermiénicos obtenemos
157

Kop(3,1,2,4) = &M eV NN [5 (131 (T Yo — Ko (Do ap — mawre (T )agkd) + -] (8.14)

En esta expresion, los indices espinoriales son «, 3, ..., y ademés hemos omitido términos irrele-
vantes en el régimen § > t. Por otro lado, podemos escribir la polarizacion del dilatino en términos
de las de los modos de cuerda abierta segun:

(PMysw? = 2¢ @ M. (8.15)
Reemplazando las expresiones de los factores cinematicos en (8.13)), obtenemos

A(1,2,3,4) = 4i k3, G 8 U3 [i(hy - ho)My + 5(h1 - ho)We (8.16)
+2 ﬂ(kg-hl~h2-F)+2§(k1-h2-h1~[’)]¢4,

de donde concluimos que podemos escribir un Lagrangiano efectivo con la siguiente estructura:

— i &2 (Ophpn) (DghMNy T P 9w, (8.17)

de manera tal que reemplazando hy;ny — A, K, recuperamos .

En cuanto a las contribuciones antisimétricas, la idea es la misma que en el caso del dilatén:
en el caso de los bosones de gauge también debemos considerar estados entrantes del tipo R-R,
asociados con los modos de la F5, por lo que nos concentramos en A(Fs, F5, ¥, ¥). Esta amplitud
se factoriza segun

A(1,2,3,4) = —i K2G(, 5,t,11) Kop(1,2,3,4) @ Kop(3,1,2,4), (8.18)

donde los ntimeros en itdlica indican los modos de R-R. El tnico factor cinemético que atn no
hemos utilizado es simplemente

| we

Kop(1,2,3,4) = =M™ My A3 T\ (8.19)

2
Utilizando las polarizaciones definidas en (4.63)) y (8.15]), vemos que la amplitud toma la siguiente

forma:

RO - 16 o Ms =
A(1,2,3,4) = —i 2G(d/, 5,1, 70) §2B(f3)MM2,..M5(}'4)NM1 Ms iy (N 2D gz, (8.20)
Una vez mas, vemos que las identificaciones (4.58) permiten recuperar el Lagrangiano efectivo que

habiamos propuesto en (8.12]) en base a la descripcién heuristica del proceso.
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El término de Pauli

Es interesante destacar una diferencia importante en el caso que estamos analizando con respecto
al del blanco escalar: cuando el hadréon estd representado holograficamente por un dilatino, existe
otro término de interaccidon que permite acoplarlo con el modo vectorial que se propaga en el canal
t en el contexto del proceso que contribuye a las funciones antisimétricas. Este término se conoce
como interaccion de Pauli, y podemos escribirlo esquematicamente como

Sp = B / Bz \/~Gazs FA & ™A™ (8.21)

para ciertas constantes 5. Este vértice estd persente de manera genérica en cualquier compactifi-
cacién de KK, y puede ocupar el rol que hasta ahora ha venido cumpliendo el acoplamiento tipo
corriente A,,J™ en la descripcién hologréafica del DIS. La principal diferencia radica en que, en
principio, esta interaccion estd presenta incluso para hadrones con carga Q nula. Es por esto que
en [93] los autores utilizan el término de Pauli para representar de manera holografica el DIS con
un neutréon como blanco en el régimen en el que es valida la aproximacién de supergravedad.

En el régimen de teoria de cuerdas, también pueden aparecer en el vértice inferior del
diagrama asociado al intercambio del bosén de gauge reggeizado en el canal t. Siguiendo los pasos
del capitulo 4 y de la seccién podemos construir nuevamente un Lagrangiano efectivo, asociado a
este nuevo proceso que también es necesario tener en cuenta. La apariciéon de este proceso novedoso
puede entenderse a partir del anélisis de las amplitudes de teorias de cuerdas: a diferencia del caso
escalar, en el caso fermiénico también debemos considerar la amplitud A(h, Fs5, ¥, ¥). En efecto, y
como ya hemos visto, la amplitud de tres puntos A(h, F5, F5) esté asociada a la interaccién de CS.
En el contexto del DIS dilaténico, el hadréon dual sélamente podia interactuar un campo de gauge
via A(h, ¢, ), de modo que nos vimos obligados a considerar a las fluctuaciones externas como
asociadas con los modos de R-R proponemos una situacion en la que uno de las perturbaciones
F5 corresponde al modo que se propaga hacia el interior. Sin embargo, en el caso del dilatino la
amplitud

A(./—"5,@, Sp) X fMl...MS@FMlmM5LD, (8.22)

resulta ser no nula y da origen a la interaccion (como puede verse a través de (4.63))).

A partir del proceso asociado al término de Pauli podemos obtener una nueva contribucién
a las funciones de estructura antisimétricas. En este caso la amplitud resultante serd también
independiente de la carga. No analizaremos el calculo en particular, pero es sencillo convencerse
de que el resultado es similar del Lagrangiano . Ma4s atn, la contribucion a las funciones de
estructura es exactamente de la misma forma: sélamente difiere en una constante multiplicativa
global. En esta tesis sélamente analizaremos la dependencia final en términos de z y ¢2, por lo que
no entraremos en detalles con respecto a esta contribucién.

Funciones de estructura

Utilizando una vez mas las soluciones de Ay, y Wiy /0us ¥ descomponiendo al tensor hadrénico
de espin-1/2 en términos de las funciones de estructura en este régimen encontramos los resultados

Fi(z,q*) = . (

2

A72 T—1 pﬂ_2ycip‘2
T

q 4/ A

para las funciones universales, junto con

27+ 3
Noris, Fo(r,q?) =22 < = > F, (8.23)
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1 A2)T—1 Q‘Cip|2ﬂ_2
Bad)=- (%) - 1. 8.24
=1 (%) SHT (s:29
donde las integrales I, j e T, estdn definidas en las ecuaciones (4.36) y (4.79), respectivamente. Por
otro lado, obtenemos

g1=92=93=94=95 =0. (8.25)

Podemos analizar estos resultados de la siguiente manera:

» En primer lugar podemos decir que la forma en que las funciones Fj 23 dependen de = y de
¢® es andloga a las que hemos obtenido en este régimen para los distintos blancos. En este
caso, las potencias dependen de 7 = A — 1/2.

= En la parte simétrica, vemos que se anulan las funciones de estructura gs4 s, asociados a
hadrones polarizados pero sobre todo a procesos que no sean invariantes ante paridad. En
el régimen de supergravedad habiamos obtenido contribuciones no nulas debido a la forma
especifica de las soluciones fermioénicas, que cerca del borde tienden a ser quirales. Sin embargo,
estos efectos resultan ser subdominantes para valores pequenos de z. Es importante notar
que, a primera vista, no pareceria ser el caso. En efecto, si bien algunos de los P, del tensor
hadrénico final aparecen a partir de las derivadas de los estados externos, otros provienen de
las expresiones

@out%ﬂpin X ﬂoutP—’YuP—i-uin = ﬁout’)’uP—I—uin = —1 (Pu + SM) . (826)

Por lo tanto, podria pensarse que si obtuvimos una F5 no nula, como esta funcién corresponde
a una estructura P, P, también deberfamos haber obtenido por ejemplo una contribucién para
g3, que estd asociada a la estructura P, S,). La ausencia de estas contribuciones es sencilla
de entender desde el punto de vista de la teoria de campos. El proceso de intercambio del
gravitén asociado a las contribuciones simétricas en este régimen estd asociado al término
JHJY ~ TH en el OPE de las corrientes, donde T*" es el tensor de energia-momento de la
teoria. En términos del valor de expectacién que define al tensor hadrénico del FCS tenemos

(P, S|J"(q) J""(0)| P, S) oc f(P, S, q){P.S|T"(0)|P,S) (8.27)

donde |P,S) es el estado asociado al hadrén polarizado inicial, y f(P,q) es alguna funcién
escalar que en este caso no interesa. Como vimos en la introduccién, el lado derecho sélo
puede depender del vector de espin linealmente. Ahora bien, como T es un tensor con-
servado resulta imposible que del lado derecho aparezcan términos proporcionales a P*SY
o (S - q)P*P". Por lo tanto, todas las g; deben ser nulas, al menos a primer orden. Des-
de el punto de vista hologréafico esta conclusién no es tan facil de obtener. Para demostrar
que g345 = 0 es necesario deshacer la aproximacién que consideramos para los esta-
dos Yiy/ou ¥ considerar su forma completa, que estd dada en e incluye un segundo
término subdominante en las cercanias del borde. El valor de expectacién (P, S|T"" (k)| P, S)
corresponde a la interaccién Shﬂw y en el limite £ — 0 puede verse explicitamente que la
correspondiente accién de interaccion se anula on-shell. En conclusion, podemos decir que la
universalidad del proceso de intercambio de un gravitén es tal que se pierden completamente
de vista las particularidades del modelo y del blanco: sin importar los detalles de la teoria
de campos ni la polarizaciéon del blanco, sélamente se generan las contribuciones tipicas a las
funciones de estructura universales F; y F5.



144 CAPITULO 8. BLANCOS FERMIONICOS

= En el caso de las funciones antisimétricas, el razonamiento es similar. El proceso relevante
estd asociado a un término del OPE de la forma JJ ~ J, més precisamente

(P, S72(0) 75 ()| P.S) ox dsace*q,(P, S|IE (0)|P,S) ~ g, (aPy +bS,),  (8.28)

para ciertas constantes a y b. Si la corriente esta conservada, necesariamente tenemos b = 0.
Esta es la razén por la que en el modelo hard-wall hemos obtenido g; 2 = 0 |45].

Sin embargo, existe una diferencia crucial entre los sectores simétricos y antisimétricos. En
efecto, existen modelos un tanto mas sofisticados que el hard-wall en los que en el UV la teoria es
nuevamente similar a A" = 4 SYM, mientras que en el IR alguna de las simetrias R asociadas a las
corrientes J/ estdn espontdneamente rotas. Un ejemplo puede econtrarse en [94]. Los detalles de
la ruptura de simetria no son importantes ya que en todos los casos la consecuencia es la misma:
en estos modelos obtendremos un b # 0 en . En particular, si el UV es el mismo que el que
venimos trabajando la identidad los resultados para la parte antisimétrica se modifican ven
modificados de manera tal que encontramos

o 1 ) 1 /A2\"'1
g1(z,q°) = §F3(:1:,q ) ~ Cte X 7 <q2> = 0. (8.29)
Vemos que la funcién de estructura resulta ser no nula. Es mas: satisface la misma relacion del tipo
Callan-Gross 2g1 = F3 que en el caso x > A~12. Como veremos més adelante, este resultado tiene
consecuencias fenomenoldgicas muy interesantes. Por otro lado, la funcién g9 sigue siendo nula,
como sucede por ejemplo en el modelo de partones [36].

Régimen del Pomerdn

Antes de estudiar los aspectos fenomenolégicos del caso fermidnico nos referimos a la manera
en que se corrigen los resultados que acabamos de obtener en el régimen en el que el parametro de
Bjorken x toma valores exponencialmente pequenos.

En el capitulo [5] hemos visto que en esta regiéon paramétrica la energia del sistema CM del
proceso es tan grande que no podemos simplemente despreciar el factor (o’ §)°‘lt/ 2 que aparece en
la parte imaginaria del prefactor G de teoria de cuerdas (ver ) En consecuencia, el caracter
de operador diferencial de ¢ indica que ya no podemos utilizar nuestra aproximacién local. Sin
embargo, los métodos que utilizamos en dicho capitulo para tener en cuenta la presencia de este
factor no son completamente independientes del hadrén en cuestién. Por lo tanto, las modificaciones
que sufren las funciones de estructura del blanco de espin-1/2 son en todo punto andlogas a las del
caso escalar.

En una primera aproximacion, podemos decir que la modificacion principal corresponde a una
correccion O ()\*1/ 2) en las potencias con las que las respectivas funciones divergen en el limite
x — 0. Dada la naturaleza de los correspondientes procesos, las modificaciones son distintas para
las funciones de la parte simétrica y de la parte antisimétrica del tensor hadrémnico, y estan dadas
por

N A 1\~ 1\ "avx
F1 ~ <> s F1 ~ <> 5 2g1 = F3 ~ () y (830)
x x

respectivamente.



8.2. COMPARACION CON LOS DATOS EXPERIMENTALES 145

En realidad, la presencia de los kernels presentados en las ecuaciones (5.29), (5.40), (5.49)
y también modifica la dependencia de las funciones con respecto a la virtualidad del fotén
externo, ¢2. En particular, recordamos que se produce un proceso difusivo en la direccién radial. Las
expresiones integrales exactas para I} y Fb son nuevamente de la forma y , mientras que
para g1 y F3 obtenemos expresiones analogas a . En todos los casos, los factores de impacto
asociados a los bosones de gauge siguen siendo los mismos (ver y ) Légicamente
debemos modificar el factor asociado al blanco hadrénico, reemplazando el P de por

Py(2') = 270 f+(Z)P ~ (F'2)*7 72, (8.31)

donde la funcién f(z) estd definida en base a la solucién segin i (z,2) = e ?[fi(2)Py +
F—(2)P_lun(P).

Cabe aclarar que para g1 no es técnicamente correcto utilizar los kernels que derivamos para
los modelos conformes y hard-wall. En efecto, hemos dicho en la seccién anterior que en ambos se
tiene precisamente ¢g; = 0. Sin embargo, todo lo que diremos en referencia a g; a partir de ahora
sera pensando en un modelo como los que acabamos de describir, en los que la regién IR se ve
modificada de manera tal de generar una ¢g; no nula. Supondremos, entonces, que los desarrollos
presentados en el capitulo [5| para F3 a partir del kernel del modelo hard-wall pueden aplicarse
aproximadamente de la misma manera a esta nueva funcién de estructura que aparece en el caso
fermiodnico.

8.2. Comparacion con los datos experimentales

Pomerén vs BFKL

En la introducciéon hemos visto que las funciones de estructura del DIS describen las distri-
buciones parténicas en el interior de los hadrones, incluyendo quarks, anti-quarks y gluones. Se
cree que la contribucién gludénica se vuelve cada vez més importante a medida que el pardmetro
de Bjorken toma valores cada vez mas pequenos. En consecuencia, en este régimen podemos ana-
lizar el problema despreciando la fenomenologia asociada a los quarks, al menos en una primera
aproximacién. En otras palabras, tomamos N > Ny, con Ny el nimero de sabores. Si bien en el
régimen de acoplamiento fuerte pierde sentido pensar en una descripcién parténica de los grados
de libertad, extrapolando este razonamiento vemos que en este régimen resulta natural considerar
la aplicacién de la correspondencia AdS/CFT.

Por otro lado, en el capitulo 5| mostramos que existe una similitud evidente entre las expresiones
para las amplitudes generadas a partir de los métodos BFKL [43] y las de la descripcién holografica
en el régimen del Pomerén. En efecto, el kernel BFKL y el del Pomerdn proveen una descripcion uni-
ficada del DIS que permite interpolar entre las regiones de acoplamiento débil y fuerte. En el primer
caso, las técnicas utilizadas son perturbativas, mientras que en el segundo utilizamos la dualidad
AdS/CFT para incluir los efectos no perturbativos en términos de la perspectiva hologréfica.

Estos argumentos inducen a pensar que en el régimen paramétrico asociado al Pomerén podria
tener sentido realizar una comparaciéon entre los resultados que hemos obtenido en esta tesis y la
fenomenologia disponible.

Cabe aclarar que los experimentos de DIS con blancos bariénicos de espin-1/2 (principalmente en
el caso del prot6n) han sido muchisimo mas numerosos que, por ejemplo, en el caso mesénico. Si bien
ya hemos dicho que la descripcion holografica que hemos utilizado no puede aplicarse directamente
al caso barionico debido al limite planar, podemos tener la esperanza de que la descripcién dual en
términos del dilatino sea suficiente para capturar al menos algunos aspectos universales del DIS en
estos casos.
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Sector universal

En esta seccién describimos la comparacién con los datos experimentales realizada en [61]. El
trabajo estd basado en el andlisis de la funcién de estructura F5. Esta funcién fue medida en el
caso proténico por las colaboraciones H1 y ZEUS en la dispersién no polarizada e*p producido
en HERA, y las publicaciones [95;97] contienen los datos con los que compararemos los resultados
de la seccién anterior. Estos datos describen en detalle el rango definido por 1076 < 2 < 1072 y
0,1(GeV/c)? < ¢ < 400(GeV /c)?.

Las expresiones integrales (5.61]), (5.62) y (5.65) (que utilizaremos en realidad para g¢;) son
dificiles de resolver analiticamente. Es por esto que, en un primer intento en la direccién feno-
menoldgica, los autores de [61] propusieron aproximar los factores de impacto asociados al fotén
virtual y al hadrén de la siguiente manera:

Py() ~ %5(5 /M), Palz) ~ (115@ “1/q), (8.32)

lo que en términos efectivos indica que estamos obviando todos los detalles de las funciones de onda,
quedandonos simplemente con las escalas alrededor de las que estan centradasﬂ Estas escalas son M
para el hadrén (que es aproximadamente del mismo orden que A) y ¢ para el fotén. De esta manera,
las deltas de Dirac en permiten realizar las integrales en z y 2’. Si bien esta aproximacién
puede parecer demasiado forzada, veremos que las expresiones que se obtienen parecen capturar
gran parte de la informacién relevante del proceso.

En un primer lugar nos concentramos en el proceso dominante a nivel arbol. Comenzamos
utilizando las aproximaciones para evaluar en el caso del dilatino. De esta manera,
obtenemos la siguiente expresién aproximada para la Fy generada por el intercambio de un (tinico)
Pomeroén:

3/2

2
g, P q o) [ =X log?(¢/M — L log?(gMz2
Fyfar, )~ g5 e 07 [ O g pg My RO (33)

con la funcién F definida en (5.41)), 2o = A1 yE|

p=2/VA, T=logd/s ~ log (o/z2's) =~ log <pq1> . (8.34)
2M x

La expresion es correcta en el contexto del modelo hard-wall. En el caso conforme sélo de-
bemos considerar el primer término entre corchetes. La estrategia para la comparacién es similar
a la que utilizamos en el caso de los mesones: consiste en considerar en términos de cier-
tos pardmetros considerados como libres, y utilizar los datos experimentales para ajustar dichos
parametros. En este caso, los parametros libres son la constante multiplicativa gg, la escala de masa
del hadrén M, el acoplamiento p y la escala de confinamiento zy (que s6lamente no esté presente
para el modelo conforme).

En el caso conforme los resultados del ajuste (realizado a partir de 160 datos) son,

p=0,7740 + 0,0103 , M = 0,5575 + 0,0432GeV , X2, = 0,75, (8.35)

3De hecho, en el trabajo original [61] el andlisis de los blancos fermiénicos no habia sido desarrollado. Los autores
simplemente utilizaron la descripcién del caso escalar.

4Notar que aqui usamos una definicién de 7 un tanto distinta de la del capitulo [5| para facilitar la comparacién
con |61]. Ademds, seguimos utilizando convenciones en las que R = 1.
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mientras que para el modelo confinante (con un ajuste realizado a partir de casi 250 datos dada la
inclusién de puntos con menor ¢?) los autores obtienen

p=0,7792 40,0034 , M = 0,4333 +0,0243CGeV , 29 = 4,96 +0,14GeV " | 3 ; = 1,07. (8.36)

Por otro lado, para los dos ajutes la constante global es tal que g(Q) ~ 100.

Es importante resaltar que en ambos casos los valores que se obtienen para los parametros del
ajuste son fenomenolégicamente aceptables. En primer lugar, el valor de p indica que tenemos un
A cercano a la transicién entre acoplamiento débil y fuerte. En segundo lugar, la ubicacién del
hard-wall genera una escala de confinamiento del mismo orden que Agcp. En tercer y tltimo lugar,
considerando el valor de zg fijo la masa hadrénica que obtenemos también estd dentro del rango
apropiado.

Asimismo, la diferencia entre ambos ajustes esté asociada a los datos con los valores de ¢? més
pequeiios. En efecto, cuando ¢? es muy grande no hay mayor diferencia entre ambos modelos ya
que los efectos del confinamiento son despreciables, lo que genera que el segundo término en
sea practicamente despreciable en comparacién con el primero. Sin embargo, por debajo de este
régimen la presencia del hard-wall cobra una importancia considerable, de manera que los datos
son descriptos mucho mas precisamente por el modelo confinante.

Para terminar, diremos que los autores de [61] también consideraron la posibilidad de incluir las
contribuciones de todos los diagramas tipo escalera de la figura [17] resumados en la férmula de la
aproximacion Eikonal. Los efectos asociados la inclusién de las contribuciones no lineales comienzan
a ser importantes alrededor de x ~ 1, donde x es la fase eikonal, lo que para los datos de HERA
ocurre aproximadamente en la regién ¢? < 1(GeV/c)?. Sin entrar en detalles, diremos que el ajuste
correspondiente incluso mejora los resutlados de . Presentamos en la ﬁgura la comparacion
entre los ajustes asociados a ambos modelos junto con los datos experimentales [61].

Ajustes y predicciones para ¢

En esta seccién presentamos los resultados obtenidos en nuestra publicacién [11], basados en
utilizar los métodos que acabamos de describir para comparar la descripcién holografica de la
funcién de estructura g; del protén (polarizado) con los datos experimentales disponibles. En primer
lugar, vemos que a reemplazando esta vez en obtenemos la siguiente expresién para

gi:

7 (LL‘, q2) —C L/Qer(lfp/@ e(‘ﬁIOgQ(Q/M)) + F(q, M, T)e(—p%ng(qMZg)) (837)
\/,7_
En esta féormula tenemos nuevamente cuatro parametros: C,p, M v zg. Sin embargo, si pensamos
tener un modelo coherente que permita decribir a F5 y a g1 al mismo tiempo no podemos tomarlos
a todos como libres: tanto p como M y zy ya estan determinados por los ajustes anteriores. El
Unico parametro independiente que tenemos para ajustar en este contexto es la constante global C.

Esta restriccién es realmente util, ya que debido a las dificultades experimentales la cantidad
de datos disponibles para g; en la regién de z chico y ¢ cuanto menos mayor a M es bastante
mas reducida que en el caso de F». Las mediciones realizadas fueron publicadas por la colaboracion
SMC [98] y, més recientemente, por la colaboracién COMPASS [99, [100]. Como hicimos en el caso
de los mesones, utilizaremos primero los datos mas antiguos y luego analizaremos como cambian
los resultados al considerar las mediciones més recientes. Dado el rango de validez de los célculos
de teoria de cuerdas, utilizaremos sdlamente los datos pertenecientes a la region relevante. Por lo
tanto, en el primer caso tenemos 19 mediciones con las que podemos realizar un ajuste de (8.37)).
De esta manera, obtenemos C = 0,0195 + 0,0024 para el modelo conforme y C = 0,0191 + 0,0023
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Figura 37: Ajustes y datos experimentales para la funcién de estructura F5 del proton, presentada en funcién
de x y para distintos valores de ¢2. Las curvas punteadas estdn asociadas al ajuste basado en el intercambio
de un tnico Pomerén en el modelo hard-wall, mientras que las curvas continuas corresponden al caso de la
eikonal . Los datos experimentales estan extraidos de \ .

en el caso del hard-wall. Ambos ajustes tienen un Xio.f. = 0,27, lo que indica que el ajuste no es
muy bueno. En la figura 38| presentamos los datos experimentales E| junto con nuestros ajustes.
Observamos que, como era de esperarse, el ajuste es mucho mejor en la regién x < 0,01 que para los
demds datos. Aun si los ajustes no son de todo satisfactorios, es interesante notar que en el rango
mencionado los valores que obtenemos utilizando los parametros definidos por el ajuste de F5 para
caracterizar la dependencia funcional no trivial de la funcién de estructura g;(z, ¢?) y simplemente
ajustando una constante multiplicativa global son similares a los datos experimentales.

Ahora bien, resulta muy interesante analizar qué sucede para los datos de la colaboracién
COMPASS, que constituyen una caracterizacién mucho mas precisa de la g; protoénica para el
régimen con ¢? < 1 (GeV/c)? y 4x 1075 < o < 4x 10~2. Esta region parece bastante més apropiado
para comparar con nuestros resultados ya que el formalismo del Pomerén describe procesos con
valores muy pequenos de x. Sin embargo, debemos tener en cuenta que también hemos tomado
a ¢ como un parametro mucho mayor a la escala A. Por lo tanto, decidimos utilizar inicamente
los datos para los que ¢ > M?, tomando como referencia los valores de M ~ 0,2-0,3 (GeV/c)?
senalados por los ajustes para Fy en y (8.36)). Realizamos entonces un ajuste con los quince
puntos que cumplen esta restriccion. obteniendo los siguientes resultados:

modelo conforme : € =0,011+0,002, X?l.o.f. = 1,140 (8.38)
modelo hard — wall : € =0,0124 0,002, X3, = 1,074, (8.39)

5 Por completitud incluimos también con valores del pardmetro de Bjorken hasta z = 0,035 publicados por las

colaboraciones SMC , EMC , HERMES , SLAC E143 , E155 y CLAS .
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Figura 38: Las curvas coloradas estdn asociadas a nuestros ajustes para g; en funcién de ¢ y para distintos
valores de x. Mostramos también los datos de [99] y los trabajos citados por los autores. Por otro lado, las
curvas amarillas caracterizan los errores del parametro C. Notamos que para pemitir una visién maés clara
le sumamos una constante C; = 12,1 — 0,7¢ a la funcién g; para cada valor de x tanto a los datos como a
nuestros resultados.

Como puede verse, en este caso nuestros modelos ajustan los datos de manera casi perfecta. Ademés,
el valor de C no se ve modificado de manera significativa en comparacién con los ajustes anteriores,
siendo en todos los casos C ~ 0,01. Este resultado constituye una prediccién de nuestro modelo. Por
otro lado, nuevamente vemos que el modelo confinante es més apropiado ya que ajusta mejor los
datos con los menores valores de ¢2, para los que las escalas ¢ y M se vuelven comparables. Como
un comentario aparte, diremos que sorprendentemente la inclusién de la totalidad de los datos de
[106] arroja un resultado razonablemente bueno para el ajuste en el caso del modelo conforme. No
sucede lo mismo en el contexto del modelo confinante. Suponemos que esta peculiaridad se debe
a los mayores errores asociados a los puntos con los valores més pequenos de ¢® y x. La figura
permite visualizar tanto los datos experimentales como nuestras predicciones para la funcién gq
asociada a estos nuevos ajustes.

A modo de conclusién, podemos realizar algunos comentarios con respecto a los regimenes de
validez de nuestros comparaciones fenomenoldgicas. El primer conjunto de datos, descripto en la
figura corresponde a valores mayores de x y a un rango relativamente grande de valores de ¢°.
Por otro lado, los datos mds recientes pueden observarse en la figura[39]y estdn asociados a valores
mucho menores del pardmetro de Bjorken, aunque los ¢ correspondientes son también pequeios.
En ambos casos la cantidad de puntos disponibles es mucho menor al caso de F, analizado en
[61]. La situacién ideal para analizar nuestro modelo consistiria en disponer de puntos con valores
muy pequefios de z y valores de ¢® bastante més grandes. Desafortunadamente, este tipo de datos
aun no se encuentra disponible. Esperamos que nuestro tratamiento pueda ser realizado de manera
mucho maés precisa en el futuro cercano. Igualmente, concluimos que los resultados que obtuvimos
son alentadores, ya que permiten describir de manera aceptable (y mucho méas que aceptable en un
rango reducido de datos) la fenomenologia del DIS proténica. Ademads, esta descripcién se da de
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Figura 39: Nuestros ajustes méas precisos para la descripcién de g; en comparacién con los datos de .
Las curvas continuas corresponden al ajuste conforme, mientras que las lineas punteadas estan asociadas al
caso hard-wall, que con C = 0,0120 40,0020 y X?i.o.f. = 1,074 constituye el resultado mas importante de esta
seccion. En este caso, sumamos una constante 3¢ a cada uno de los datos y curvas segtin el valor de x.

manera coherente con la que analizamos en la seccién anterior para Fb.
Finalmente, utilizando los resultados que acabamos de obtener podemos predecir el compor-
tamiento de g; en funcién de = en el régime de x chico y para distintos valores de ¢ (ver figura

i0).
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Figura 40: Nuestras predicciones para la dependencia de g; con respecto al pardmetro de Bjorken = para dis-
tintos valores de ¢2. Las lineas continuas corresponden al modelo conforme, mientras que las lineas punteadas
corresponden al caso confinante.
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Conclusiones y trabajo a futuro

La teoria cuantica de campos representa sin dudas uno de los formalismos mas exitosos en
la historia de la fisica de altas energias. Los observables bésicos asociados a los experimentos
realizados en los aceleradores de particulas estan dados por las secciones eficaces de dispersién. El
estudio perturbativo de las mismas en combinacién con el proceso de renormalizacién han originado
predicciones directas que han sido confirmadas por los experimentos con un nivel de precisiéon sin
precedentes. Sin embargo, el conocimiento que se tiene de las teorias de campos fuera del régimen
perturbativo sigue siendo limitado. En efecto, cuando un sistema se vuelve fuertemente acoplado
la mayor parte de las técnicas disponibles dejan de ser validas.

Este problema estd lejos de ser de indole exclusivamente tedrica: la cromodindmica cudntica,
teoria que describe las interacciones que se dan en los nucleos de los atomos que forman la materia
que nos rodea y de la que estamos hechos, resulta ser fuertemente interactuante a bajas energias. En
este régimen, los quarks y gluones no son los grados de libertad apropiados debido su confinamiento.
En cambio, emergen las particulas efectivas que denominamos hadrones: los bariones, como los
protones y los neutrones, y los mesones, como el pién y el mesén p, entre muchos otros.

Uno de los desafios mas importantes en la fisica tedrica consiste en desarrollar técnicas que se
puedan utilizar cuando las expansiones perturbativas fallan. En este sentido, vale la pena men-
cionar la importancia de las técnicas conocidas bajo los nombres de localizacion e integrabilidad,
que en ciertos casos permiten obtener resultados exactos. Ahora bien, en gran medida, la intuicién
disponible para la fisica de los sistemas fuertemente acoplados proviene del concepto de dualidad,
que ha sido importante tanto para las teorias de campos como para las teorias de cuerdas. En
diversas situaciones, las dualidades permite redefinir el problema original en términos de las varia-
bles asociadas a un sistema dual débilmente acoplado. En particular, la correspondencia AdS/CFT
constituye una herramientas esencial ya que permite expresar los observables de una gran cantidad
de teorias de gauge en términos de las teorias de supercuerdas y supergravedad que representan sus
correspondientes duales holograficos. En particular, en el régimen en que la cantidad de colores es
infinita y el acoplamiento de 't Hooft es no perturbativo la fisica de la teoria gravitatoria dual es
clésica y son despreciables las correcciones de cuerdas. El caso més estudiado es el de N'=4 SYM,
dual a las supercuerdas del tipo IIB en AdSs x S°, y a lo largo de esta tesis hemos considerado
principalmente una deformacién conocida como modelo hard-wall. Si bien estd claro que este mo-
delo no es el dual hologrifico de QCD (ni siquiera considerando su limite N — 00), ambas teorias
comparten varios aspectos fenomenolégicos. En particular, ambas teorias son confinantes a bajas
energl’asﬂ Por lo tanto, la comparacion entre los calculos realizados a partir de la teoria de cuerdas
v los resultados experimentales resulta ser sumamente interesante.

En esta tesis hemos analizado en detalle la descripcién hologréfica del proceso de DIS. Tomando
como punto de partida el modelo original propuesto por Polchinski y Strassler en [2], donde los

SEn realidad, aqui estamos abusando del lenguaje: el modelo hard-wall es una simplificacién que da los mismos
resultados que diversos modelos para los que esta afirmacién si es valida.
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autores consideraron blancos escalares (duales a glueballs) en el limite estrictamente planar, hemos
extendido el formalismo original con el objetivo de poder describir modelos realistas.

En primer lugar, consideramos el DIS con blancos mesénicos formados por modos en la repre-
sentacién fundamental del grupo de gauge. Estos proceso pueden analizarse en términos de modelos
holograficos basados en la inclusiéon de D-branas de prueba que representan los grados de libertad
de sabor. Estudiamos la amplitud de dispersién del proceso dual en un espacio con geometria AdS
en el limite planar y en todo el régimen fisico del parametro de Bjorken, incluyendo la regién de
T pequeiio en la que es necesario incluir las contribuciones de los modos masivos de la teoria de
cuerdas. En este régimen, presentamos las acciones efectivas correspondientes en base a un razo-
namiento heuristico y también desde primeros principios, es decir, a partir de las amplitudes de
dispersion de las cuerdas. Para esto, fue necesario utilizar amplitudes mixtas con estados externos
de cuerdas abiertas y cerradas. De esta manera, obtuvimos las funciones de estructura asociadas a
los mesones escalares, pseudoescalares y vectoriales para blancos total o parcialmente polarizados.
Calculamos también las secciones eficaces diferenciales del DIS y los momentos asociados a las
funciones de estructura universales. Encontramos resultados analogos en los distintos modelos de
D-branas analizados, lo que sugiere que se trata de fenémenos universales, validos para cualquier
teoria de campos con grados de libertad mesénicos y con un dual holografico. Asimismo, realiza-
mos una comparacién con los resultados obtenidos a partir de las simulaciones de lattice QCD,
obteniendo en todos los casos desviaciones menores al 20 % para los mejores ajustes.

En segundo lugar, estudiamos las primeras correcciones no planares al DIS en el régimen de
supergravedad. Calculamos las correcciones dominantes a la funciéon de estructura longitudinal
en la expansién en potencias de A%/¢? tanto para los glueballs del modelo original como para
los mesones escalares en el modelo D3D7. Demostramos que limites de N — oo y ¢> — o0 no
conmutan. En ambos casos, existe un régimen en el que esta correccion en realidad representa la
principal contribucién al DIS. Utilizamos estos resultados para comparar nuevamente con los datos
asociados mesén escalar més liviano, el pién, mostrando que los ajustes realizados anteriormente
se veian mejorados, obteniendo errores menores al 1,3% en comparacién con lattice QCD. Cabe
resaltar que, en principio, en el régimen en el que la aproximacién de supergravedad deja de ser
valida las correcciones cuanticas pueden incluirse a partir del formalismo eikonal.

En tercer y dltimo lugar, retornamos al modelo original para incluir las contribuciones a las
funciones de estructura asociadas a la parte antisimétrica del tensor hadrénico y estudiar en detalle
la fenomenologia de los blancos fermiénicos. Utilizando nuevamente amplitudes de teoria de cuerdas,
esta vez incluyendo estados entrantes/salientes asociados a modos de R-R y de NS-R, mostramos
que el proceso relevante estd dado por el intercambio de un bosén de gauge reggeizado en el canal
t. El término de Chern-Simons de la accion efectiva de la teoria gravitatoria en cinco dimensiones
juega un papel preponderante en este contexto. Finalmente, adaptamos el formalismo del Pomerén
al estudio de este proceso en el régimen en el que x ~ exp (—)\1/ 2), donde la energia en el sistema
centro de masa se vuelve muy alta, rompiendo la aproximacién local y generando un proceso de
difusién en la direccién radial. En este régimen se obtiene para la amplitud de dispersién una
expresion formalmente similar a la que produce el formalismo BFKL en un contexto perturbativo.
Bajo ciertas aproximaciones, esto permite tomar cuatro parametros como libres para realizar un
ajuste con los resultados experimentales asociados al DIS proténico similar al de [61]. En este
contexto, obtuvimos una descripcién muy satisfactoria de los datos relacionados con la funcién de
estructura polarizada g;(x, q?) consistente con los resultados presentados en [61] para Fy(x,q?).

Los célculos realizados y resultados obtenidos en esta tesis abren el camino a diversas proyectos
a futuro, algunos de los cuales describimos brevemente a continuacién:

= Serfa interesante utilizar las técnicas desarrolladas para le estudio de correcciones no planares
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en el régimen de supergravedad en el caso de los blancos escalares para analizar el caso de
los mesones vectoriales. En particular, en el caso del mesén p resultaria de suma importancia
mostrar que los resultados de los ajustes también mejoran al incluir este tipo de correcciones.

= En un plano mas tedrico, seria importante poder conectar las correcciones cudnticas en el
régimen de x pequeno con las amplitudes de teoria de cuerdas asociadas a topologias con
genus g > 0. Sin embargo, para esto es necesario tener en cuenta la geometria curva y la
presencia de flujos de R-R en la solucion clésica.

= Los resultados obtenidos para los protones en la regiéon del Pomerén demuestran que existe
un régimen en el que la universalidad de los procesos gravitatorios permite tratar incluso el
caso bariénico. Es necesario ver hasta qué punto pueden extrapolarse este tipo de compara-
ciones. Por otro lado, un tratamiento tedérico para los bariones requiere considerar los vértices
bariénicos, asociados a estados con D-branas en la teoria dual.

= Finalmente, seria interesante aplicar las técnicas holograficas a la descripcion de otros procesos
de dispersién para los que se disponga de una cantidad considerable de datos experimentales.
En este contexto vale la pena destacar el proceso de Drell-Yan.

Para concluir, podemos decir que uno de los objetivos principales de esta linea de investigacién
consiste en poder identificar las continuidades y rupturas entre los regimenes de acoplamiento
fuerte y débil, tanto en el régimen planar como incluyendo las correcciones en potencias de 1/N.
Seria de gran importancia tener una descripcion de los proceso hadrénicos que permita interpolar
entre ambos regimenes. Un primer paso en este sentido estd dado en el contexto de Pomerén, en el
que por ejemplo el espin efectivo de la particula intercambiada en el canal ¢, denominado jg, toma
valores de la forma 14+ O(\) y 2 — O(A~/?) en acoplamiento débil y fuerte, respectivamente, y
donde hemos presentado en el texto la forma explicita de las primeras correcciones en ambos casos.
Para esto, es necesario extender la descripcion hologréfica a valores mas generales de la constante
de ’t Hooft A.
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Apéndice A
Convenciones generales

A lo largo de esta tesis trabajamos con espacios con distinta dimensionalidad y geometrias
variables, sobre los que estardn definidas diversas teorias cuédnticas de campos, modelos de (su-
per)gravedad y teorias de (super)cuerdas. En este breve apéndice presentamos las convenciones que
utilizamos a lo largo del texto.

» Trabajamos siempre con la signatura (—,+,...,+). Esto es valido para los espacios Minky,
AdSs y AdSs x S°, que tienen cuatro, cinco y diez dimensiones espacio-temporales, respecti-
vamente. La tnica excepcién viene dada por la métrica de S°, que obviamente es euclidea.

= Los indices u,v,--- = 0,...,3 corresponden al espacio de Minkowski de cuatro dimensiones
asociado al borde conforme de AdSs.

= Los indices M, N,--- = 0,...,9 corresponden a las diez coordenadas de la teoria dual: la
supergravedad de tipo IIB.

= Los indices m,n,--- =0,...,4 corresponden a las coordenadas del espacio AdSs.
» Los indices a,b,--- = 1,...,5 corresponden a las coordenadas de la 5-esfera interna. Igual-
mente, en algunas ocasiones utilizamos estas a,b,--- = 1,..., N? — 1 para referirnos a los

indices de de color de la teoria de gauge.

» Losindices A, B,---=1,...,15 corresponden a los generadores del dlgebra de Lie del grupo de
simetria R de la teoria N’ = 4 SYM. Utilizando el cambio de base apropiado estos generadores
pueden identificarse con los del grupo de isometrias de la cinco-esfera, dado por SO(6).

» Los indices «, 3,... caracterizan genéricamente las componentes espinoriales (en cualquier
dimensién).

= En la convencion descripta en el primer punto, los fermiones satisfacen ecuaciones de Dirac
cuya forma genérica puede escribirse como —IP)y = ma). En este contexto, y utilizando los
indices que definir, llamamos v#, I'™ 4™ y 7@ a las diferentes matrices de Dirac involucradas.
En contadas ocasiones utilizaremos o; o0 0, = (1, ) para referirnos a las matrices de Pauli en
su forma usual.

= En las acciones gravitatorias, tomaremos una normalizacién del tipo

s 1/ddx¢—7d[Rd<gd>+~--],

= 5.2
2/-£d
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donde kg es la constante de Einstein en la dimensién apropiada, gg es la métrica corres-
pondiente y Ry el escalar de Ricci construido a partir de la misma. Los puntos suspensivos
incluyen a los distintos campos de la correspondiente teoria de supergravedad, generalmente
definida en AdS,. Si llamamos genéricamente @ a estos campos, definimos a sus perturbacio-
nes ¢ segin @ = &g + V2r4 ¢. De esta manera, los términos cinéticos de las perturbaciones
quedan canénicamente normalizados.



Apéndice B

Algunos detalles sobre la dualidad de
Maldacena

La teoria N =4 SYM

En esta seccién repasamos algunas de las caracteristicas fundamentales de la teoria N = 4
SYM. Para esto, nos basamos en principalmente en [18][11

El modelo en el que estamos interesados constituye la teoria cuantica de campos maximalmente
supersimétrica en cuatro dimensiones. Se trata de una teoria de Yang-Mills con grupo de gauge
SU(N) cuyo contenido de campos esta dado por

» Los bosones de gauge A,,.

» Cuatro fermiones de Weyl izquierdos A\, con p = 1,...,4 en la representacién fundamental del
grupo SU(4) asociado a la simetria R, que pueden juntarse en un unico espinor de Majorana-
Weyl de 16 componentes ¥.

= Seis escalares reales X, = —Xg, pertenecientes a la representacion adjunta de SU(4), que
también podemos llamar X; coni=1,...,6.

Todos los campos estdn en la representacién adjunta del grupo de gauge. La accién de la teoria es
la siguiente:

1 _
SN=14 = 2 /d4x r {_2 <FMV)2 + (DuXi)2 +iwIrtD,w (B.1)

= XL X -0 X, |

1<j

con D, = 0, —iA,, F,, = 0,A, — 0,A, + [A4, A)] y hemos repartido las matrices I’ segﬁnﬂ
M — (F“, Fi). La aparicién de la notacion usual para teorias en diez dimensiones no es casual:
la teoria N' = 4 SYM en cuatro dimensiones puede pensarse como la reduccién dimensional del
modelo N =1 SYM en diez dimensiones.

'Elegimos siguir las convenciones que utilizan los autores [49]. En particular, notamos que la signatura elegida
para la métrica es la opuesta a la que utilizamos en el cuerpo de la tesis.

2Estrictamente hablando, estas matrices son tienen 16 x 16 componentes, pues se trata del sector de quiralidad
izquierda de las I'™ de 32 x 32 que definimos més arriba.
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La accién es clasicamente invariante de escala. Esta simetria se mantiene a nivel cuantico.
El grupo de Lie de simetrias se conoce bajo el nombre de PSU(2,2[4), y contiene al grupo de
Lorentz, al de las simetrias conformes y al de las supersimetrias.

El potencial escalar de la teorfa indica que cualquier solucién clasica debe satisfacer [X;, Xj]
Vi, j. Tenemos entonces dos fases posibles:

» La fase superconforme, caracterizada por (X;) = 0 Vi.

= La fase de Coulomb, donde alguno o varios de los escalares adquieren un valor de expectacién
no nulo, rompiendo espontaneamente parte de las simetrias.

Cabe destacar que en esta tesis utilizaremos modelos en los que esta teoria describe la fisica
solamente en el UV. Igualmente, en el caso simplificado del modelo hard-wall la informacién sobre
las simetrias y el espectro sera de gran utilidad incluso para energias no tan altas.

Supercuerdas y supergravedad IIB en AdS; x S°

En esta seccidn repasamos algunas de las caracteristicas principales de la supergravedad y de las
supercuerdas del tipo IIB en diez dimensiones, teniendo en mente que nos interesan principalmente
sus formulaciones en un fondo AdSs x S°.

Comenzemos por el caso gravitatorio, que describe la fenomenologia de bajas energias de las
cuerdas fundamentales. En principio, la teoria IIB en diez dimensiones tiene N' = 2 supersimetrias
y un espectro (no masivo) formado por

s La métrica Gy py.
= Un escalar complejo formado por el dilatén @ y el axién a.

= Dos 2-formas By;N y Ayn, constituidas por modos de NS-NS y de R-R, respectivamente.
Las curvaturas correspondientes suelen llamarse Hs y F3.

= Una 4-forma A4 de R-R, cuya curvatura F5 debe ser auto dual.
= Dos gravitinos LD]& de Majorana-Weyl, con [ =1, 2.

= Dos dilatinos ¥/ de Majorana-Weyl.

Se trata de una teoria quiral. La parte bosdnica de la accién en el Einstein frame es la siguiente:

"z ~G [R(G) — % (8,9)* — %e_¢H§ — —%e” (8,a) (B.2)

1
2/1%0

1 gy 1] 1 /
PP - P2 4 [ AAANFsAH
12° 73 7 240 5}+2;@%O PRTAE

StB

con Fy = F3—a Hs y Fy = F5 + Ay A Hs. Esta accién debe estar suplementada por la condicién de
autodualidad de Fs.

La solucién que nos interesa tiene una geometria AdSs x S°. Ademés el campo escalar es
constante y la Fs es proporcional a la suma de las formas de volumen de AdS y de la esferaﬂ El
resto de los campos tienen valores de expectacién nulos.

3Hemos indicado la métrica y algunos otros detalles en el capitulo |1} ecuaciones (T.7) y (T.8).
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Los modos que acabamos de describir constituyen tinicamente el sector no masivo del espectro
de las cuerdas fundamentales. La fisica de las mismas puede definirse en base a una teoria conforme
sobre las dos dimensiones de la hoja de mundo. El Unico pardmetro libre de la teoria es la longitud
fundamental I, y en el limite o/ = [2 — 0 recuperamos a la teorfa de supergravedad como descrip-
cion efectiva. En particular, las ecuaciones de movimiento asociadas a pueden reinterpretarse
como las funciones beta del modelo sigma no lineal. Existen, ademas, cantidad infinita de modos
con masas proporcionales a 1/’ y espines crecientes. La evolucién de los espines es lineal, siguiendo
trayectorias similares a las de la teoria de Regge. Por otro lado, el valor de expectacién del dilaton
define el pardametro de expansién de las amplitudes en términos de los distintos tipos de variedades
riemannianas (euclideas) de dos dimensiones, ddndole una mayor importancia a las que tienen un
ntmero menor de manijas.

Espectro y diccionario holografico

En esta seccion estudiamos el espectro que se obtiene para la teoria gravitatoria en el contexto
de la solucién AdSs x S°. En primer lugar, obtener este espectro es importante para entender cémo
funciona en detalle la dualidad AdS/CFT en este ejemplo concreto, estableciendo el denominado
diccionario hologrdfico. En segundo lugar, también resulta escencial para el objetivo principal de
esta tesis: estudiar el proceso de Deep Inelastic Scattering desde el punto de vista dual.

A la hora de estudiar el espectro de la supergravedad IIB en AdSs x S° resulta prictico partir del
punto de vista diez-dimensional y pensar en la teoria efectiva que se obtiene en cinco dimensiones
luego de compactificar en la 5-esfera. El estudio completo fue realizado en detalle en [53] mucho
antes de la publicacién de la conjetura de Maldacena. Aqui simplemente repasamos algunos detalles
de los procedimientos involucrados. Concentrémonos en los campos bosénicos de la teoria: la métrica
GuN = gun + hy NEL un campo escalar complejo ¢ y la 4-forma de Ramond-Ramond (RR) Ay.
En este caso, F5 = dA4 es el inico campo que tiene un perfil no trivial en el background, ademas
de la métrica, dado que

1
]:5,mnopq = Eemnopq s ]'—5,abcde = Eeabcdea (B'S)

con € representa al pseudo-tensor de Levi-Civita. Queremos estudiar las fluctuaciones de estos
campos, para lo cual necesitamos obtener las ecuaciones de movimiento al orden cuadratico. Estas
fluctuaciones pueden expandirse en arménicos esféricos sobre la esféra S° siguiendo el método usual
de las compactificaciones de Kaluza-Klein, generando diversas torres de modos escalares, vectoriales
y tensoriales desde el punto de vista de AdSs [| Denotaremos a los distintos arménicos esféricos
como Y'(£2), Y}(12), Y(la ,b)(“Q)v Y[fl 7b](9)’ respectivamente, donde el uso de paréntesis en los sub-
indices indica que se encuentran simetrizados y con la traza removida, mientras que el uso de
corchetes indica que se encuentran antisimetrizados. Todos estos armdnicos son autofunciones del
laplaciano angular en la esfera V2 de manera tal que

v2Yl(Q) = —%k(k%—zl)Yl(Q), (B.4)

para algin entero k. En contraposicién a V2, utilizaremos el simbolo [ para indicar el laplaciano

4F] significado de los distintos tipos de indices que utilizamos aqui y a lo largo de este trabajo se encuentran
detallados en el apéndice
®Una descripcién detallada de estos objetos puede encontrarse, por ejemplo, en el apéndice B de |65].
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en AdSs;. Comenzando con el caso de la métrica, separamos las distintas componentes segin

- - 1
Gmn - gﬁrﬁgS) + hmn ) hmn = hmn - gggrﬁgs)ha (B5)
Gma = hma y Gab = gg‘; + hab )

y fijando condiciones de gauge tipo De Donder

Dhgpy =0, Dhgp =0, (B.6)

obtenemos

honn ya Z ) hima ya ZAZ
ab) ya Zd)l ) ha y? Zﬂ'

donde y indica de manera genérica la dependencia en las coordenadas en AdSs, mientras que {2
representa la dependencia angular asociada a las coordenadas esféricas. Para las fluctuaciones de
los demds campos se obtienen expresiones similares. Por ejemplo, las componentes vectoriales de
las fluctuaciones de A4 toman la forma

Amabe(y; 2 Za €are DY (92). (B.7)

Si bien estas expansiones simplifican considerablemente la forma de las ecuaciones de movimiento
linealizadas, atin son necesarios algunos pasos para poder desacoplarlas: los modos que las diagona-
lizan resultan ser, en algunos casos, combinaciones lineales de las fluctuaciones originales. Al final
del dia, encontramos una serie de torres de particulas de KK, cada una con su respectiva férmula
de masa mg . En particular, los modos del escalar complejo, la métrica y de la 4-forma se combi-
nan entre si dando lugar a tres torres de particulas escalares, dos vectoriales y una tensorial. Las
principales propiedades y numéros cuanticos de dichas particulas pueden observarse en la tabla
ﬂ Notemos que el primer modo (no masivo) en la torre asociada a h,,,) corresponde al gravitén
en AdSs.

Veremos en detalle mas adelante cémo se obtienen las soluciones clasicas asociadas a cada uno
de estos modos, pero por ahora alcanza con decir que todos los modos (bosénicos) normalizables
tienen una forma similar: las perturbaciones definidas por un cuadri-momento p* toman la forma
genérica

@ml... ~ Eml...eipwzaJA(k)—Z (pz)yl(k) (“Q) (BS)

para alguna potencia entera a y algin tensor de polarizacién €, ... Las funciones J, (x) no son otra
cosa que funciones de Bessel de primera especie.

Convenciones para los vectores de Killing en la esfera

En esta secciéon describimos de manera detallada la relacion entre los vectores de Killing de
la esfera S° y los generadores de SU(4). Las expresiones que obtenemos son importantes en el
contexto de las contribuciones antisimétricas al DIS en el régimen de z < A~1/2.

SEn esta tabla simplemente presentamos la informacién de algunos de los modos relevantes para este trabajo. Un
conjunto mds completo de datos puede encontrarse en las referencias |18} |53].
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Campo | espin | Compuesto por m2 i (k) A(k) Oqrr SU4)r
o) (0,0) ® k(k+4),k>0 k+4| Tr(F2X%) (0,k,0)
s (0,0) h%, ) Gaped k(k—4), k>2 k Tr(X") (0,k,0)
t 0,00 | Y, awea | (k+4)(k+8),k>0|k+8 ]| Tr (F2F2Xk) (0, k,0)
N (0,0) P(ab) k(k+4), k>2 k+4 | Tr(AOAXF) | (2,k—2,2)
A | G3) | hmas mae | (K=1)(k+1),k>1|k+3| Tr(AAXF) (1,k—1,1)
B | (Y| has Gmare | (k+3)(k+5), k>1 | k+7 H(FFAXX’f) 1,k —1,1)
By | (1,1) o) k(k+4), k>0 | k+4 Tr(FFXk) (0, k,0)

Tabla B.1: Algunas caracteristicas de las fluctuaciones de los campos de la supergravedad IIB en un fondo
AdS; x S° relevantes para este trabajo. El entero k indica la representacién irreducible del grupo SO(6) ~
SU(4)r y define la correspondiente masa de KK. También se indica el operador de la CFT asociado a cada
uno de los modos en cuestién, junto con la relacién entre k y la dimensién de escaleo A.

El dlgebra de Lie de SU(4) estd dada por el conjunto de las matrices de 4 x 4 hermiticas y de
traza nula. La base canénica estd dada {T4; A =1,...,15}, donde por ejemplo

1 0 00 10 0 0 100 0
110 =100 1 01 0 0 1 010
T3 = — ,Tg = 7T15 - /- 7(B9)
210 0 0 0 23| 0 0 =2 0 261 0 01 0
0 0 00 00 0 0 000 -3

son los tres generadores diagonales. Las matrices T satisfacen la relacién una relacién de ortonor-
malidad y las relaaciones de conmutacién
Tr(TyTp) = (T4, TB] (B.10)

§5AB ; =ifapcTc,

donde son las constantes de estructura estan representadas por el tensor completamente anti-
simétrico fapc. En los casos SU(n > 3) también resutla ttil tener en cuenta al simbolo totalmente
simétrico d 4pc, que aparece en las relaciones de anti-conmutacion. En términos de los generadores,
estos objetos estan definidos segtiin

fapc = =2iTr (Ta[TB,T¢]) , dapc =2Tr(Ta{Tn,1c}).

SU(4)R es el grupo asociado a la simetria R de la teorfa N' = 4 SYM, donde el simbolo dapc
aparece por ejemplo en los términos andémalos de las funciones de correlacién tres corrientes Jﬁ
(ver en el capitulo [5]). En términos de la dualidad AdS/CFT, esto se traduce en su presencia en el
término de Chern-Simons de la teorfa gravitatoria [15, |51} 52]. En cuanto a la descripcién hologréfica
del DIS, hemos visto la corriente electromagnética generalmente se simula gaugeando un subgrupo
U(1) c SU(4), asociado al generador T3 [44, 45]. Por lo tanto, son de interés las componentes dssc.
Las tnicas que resultan ser distintas de cero son dszs = 1/v/3 y d33 15 = 1/+/6.

Por otro lado, en la geometria dual la simetria R se ve realizada a través del grupo de isometrias
de la cinco-esfera, SO(6), que es isomorfo a SU(4). En este contexto, en general se maneja una

(B.11)
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base distinta definida por los quince vectores de Killing K75, con ¢, j = 1,...,6. La notacién refiere
a las coordenadas x de un R® en el que podemos embeber a la S°, en términos de las cuales los
estos vectores pueden escribirse como

Ky =2'0; —a?0; , i,j=1,...,6, (B.12)
El mapa explicito entre estos vectores y las matrices T' diagonales es el siguiente

1
23
(—K[M} + K[QG] + K[35]) . (B.l?))

Ty <+ K3 =2i (Kjg + Kpg)) ,  Ts <> Kg = (Kjg) — Ko + 2K35))

i
Ts < Kis = —=
V6
Los vectores K;; estdn normalizados segun

R’
/Sd‘r’()\/igSsKjK%gab(Sf’):— o 0a- (B.14)
S

A partir de los mismos podemos definir un nuevo simbolo simétrico a?[n"][

33/ [kk] = €' j5'kk! quUe toma
valores +1 o 0. En particular, se satisface la identidad

3

it = 57 /S 5 d® 0 gbede K] g, K171 9, KR (B.15)

que permite deducir el término de CS en la accién de la supergravedad (a menos de por las con-
tribuciones que provienen de diagramas a un loop) [54]. En la base {K4} esta identidad toma la
forma de una expresion integral que define a d4pc en términos del pseudo-tensor de Levi-Civita y
los vectores de Killing:

3i

_ 5 bed, A B C
dABC = m /;5d £2e%° eKa (%KC adKe . (Blﬁ)

Por completitud, escribimos una tltima identidad que serd de utilidad en el capitulo [b dada por

4i
gbede 9, Kt 9. K P = & dapc K. (B.17)

Los distintos modos en AdS;

En esta seccién repasamos brevemente la forma de las soluciones de los distintos modos bosénicos
en AdSs y sus derivaciones. En el caso no masivo nos basamos en la descripcién de [107].

Una vez expandidos los distintos campos de la supergravedad, las fluctuaciones sobre el fondo
AdSs x S° pueden expandirse en harménicos esféricos de la cinco-esfera S°. En el caso boséni-
co, generamos de esta manera distintas torres de Kaluza-Klein de modos escalares, vectoriales
y tensoriales en AdSs;. Como es usual, las correspondientes masas de KK (que aqui llamaremos
genéricamente m) vienen dadas por diferentes expresiones a partir los autovalores con respecto al
laplaciano angular. Por otro lado, es 1til pasar al espacio de momentos en las direcciones planas de
AdS.

Comencemos con los modos escalares. Como siempre, satisfacen una ecuacién de Klein-Gordon
masiva

(O —-m?)p(z,2) =0 = [22822 — 320, + (22p2 — R2m2)] ¢P)(z) =0, (B.18)
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con p? = NuwP"p”. En el caso no masivo esta ecuacion es equivalente las soluciones son de la forma

¢P)(2) ~ 2%Jo(pz) normalizable, (B.19)

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

donde p = \/—p?, J e Y son funciones de Bessel de primera y segunda especie, respectivamente.
Dado que los tinicos modos no normalizables que aparecen en el contexto del DIS son los del fotén
dual, que describimos en detalle en el lenguaje de [2] en el cuerpo de la tesis y repasamos en
el apéndice [C] en el lenguaje que estamos utilizando aqui, en lo que resta de este apéndice nos
contentramos en los modos normalizables. Cuando m? # 0 tenemos

En general, para las fluctuaciones escalares la dimensién de escaleo A > 2 del operador asociado en
la QFT del borde est4 relacionada con la masa segin m? = R~2A(A — 4). Por lo tanto, el indice

de las funciones de Bessel no es otra cosa que V4 + R2m?2 = A — 2. Por otro lado, los propagadores
asociados a estos modos estan dados por

Gz, z;2',2) = ! / d'p GP)(z, o) (@)
) Ry VOI(SS)RS (271_)4 y

i / dp dM? 22 Jp_o(M2)2?Jp_o( M2 )e? (=) (B.21)
mRE | (2m)t 2 P2+ M? —ie ) ’
Es sencillo ver que (B.21]) satisface la identidad
OG(z, z; 2, 2 :#54.%—1'/(52—2/ , B.22
( ) Neve ( )8(z = 2) (B.22)
usando
1
/dzz J,(M2)J,(M'z) = i S(M — M'). (B.23)

Cabe destacar que en el modelo hard-wall tenemos un cutoff zg en la direccion radial del AdS,
donde necesitamos imponer condiciones de contorno para nuestros modos normalizables. Eligiendo
condiciones de Dirichlet, esto implica que los p s6lo pueden toman valores tales que los productos
pzo sean un cero de la correspondiente funcién de Bessel.

En cuanto a las fluctuaciones vectoriales, que denotaremos genéricamente A,,, es necesario
resolver las ecuaciones de Einstein-Maxwell fijando algina condicion de gauge. Elegimos el gauge
axial, en el que A, = 0. Obtenemos entonces

[2282 — 20, + (*p* — R2m2)] AELP) =0y n“”puAl(,p) =0, (B.24)

donde la segunda ecuacion sélo es valida en el caso normalizable. Las soluciones masivas de este
sistema de ecuaciones son

Aff’)(z) ~€pzJ irpmaz(pz) conp-e=0. (B.25)

En este caso, m? = R72(A — 1)(A — 3) por lo que el indice de la funcién de Bessel es nuevamente
V1+ R?m? = A — 2. Por lo tanto, al menos en las direcciones planas la tnica con el caso escalar
estd en la potencia de z (mds alld de la presencia del vector de polarizacion).
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Finalmente, consideramos los las fluctuaciones tensoriales h,,. S6lamente hay una torre de KK
de este tipo, en cuya base se encuentra el gravitén en AdSs. Elegimos nuevamente el gauge axial,
que en este caso impone h;,, = 0 y selecciona una vez mas los modos con polarizacién transversal.
Las ecuaciones de movimiento son

[2283 + 20, + (zzp2 —4 - R2m2)] hl(f’y) =0y n“”puhl(fg) =0, (B.26)

de manera que nos quedamos sélamente con las fluctuaciones simétricas y de traza nula. De esta
manera, las soluciones son las siguientes:

h;(f)u) (Z) ~ EW’ J\/m(pz) con UWPVEW = nVUpVE,uU =0 ) UMVE;W =0 ; E,LLI/ = Eu,ua
(B.27)

Una vez mas, la potencia de z es distinta mientras que los indices de las funciones de Bessel son de
la forma A — 2.

Las normalizaciones canodnicas de los modos escalares en el modelo hard-wall estan discutidas
en el apéndice de [3] y repasadas en detalle en el capitulo [3| En tanto, las normalizaciones de los
modos vectoriales y tensoriales se definien de manera anéloga.



Apéndice C
DIS holografico en el gauge axial

En esta seccién analizamos el proceso dual al DIS en el régimen donde es vélida la aproximacion
de supergravedad y en el gauge axial.

Por empezar, imponemos desde el principio A, = 0. Proponiendo una solucién del tipo 4, =
cueik’m f(#) en las ecuaciones de Einstein-Maxwell en AdSs e imponiendo las condiciones de contorno
relevantes asociadas a que en el contexto del DIS A,, representa una perturbacién inducida por la
insercién de la corriente en el borde de AdS, de manera que nos interesa el modo no normalizable,
obtenemos la solucién presentada en [3.10] Recordemos que en el gauge de Lorentz se obtiene ¢, = ny,
(y A, # 0 cuando n - ¢ # 0). Ahora bien, a partir de la corriente asociada al dilatén el término de
interaccion se escribe como

Sagy = iQ / d"x \/=gA" Iy = iQ / d"x\/=gArJ,
- iQ/lex V=910 A" (2P, + qu)

donde identificamos un término asociado a la parte de la soluciéon proporcional a una funcién
de Bessel y otro proveniente de la parte constante de A,. La primera de estas contribuciones
genera un integrando idéntico al que obtuvimos trabajando en el gauge de Lorentz, dado por
22JA_o(s'/%22)K1(qz). Dado que

(2P, +qu) = <”u - (qqzn)qu> (2P" +q¢") =2n- (P + %) , (C.1)
vemos que este término origina en su totalidad la amplitud final presentada en [2]. Esto quiere
decir que la segunda contribucién deberia anularse. En efecto, esto es lo que sucede. Para verlo,
notamos que debido a la ausencia de la funcién de Bessel en el segundo término de (3.10) el A,
involucrado en esta contribucion no decae lo suficientemente rapido en el interior de AdS como para
permitirnos utilizar la forma asintética de las soluciones escalares asociadas a los estados entrantes.
En concreto, la integral en z toma la forma

20
/ dz 2Ja_o(s'/%2)Ja_o(P2) =
0

20
s — P2

[SJA_;;(SI/QZO)JA_Q(PZQ) - PJA_Z(SI/QZO)JA_P,(PZO)] : (C.2)

Sabemos que Ja_9(Pz) = debe anularse en zy por la condicién de normalizacién. Esto demuestra
que la contribucién extra que aparece trabajando en el gauge axial efectivamente se anula.
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