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1. Einleitung

Gegenstand der Forschung in der Teilchenphysik sind die elementaren Bausteine und die
zwischen ihnen herrschenden fundamentalen Wechselwirkungen in der Natur. Die zugrun-
deliegende Theorie ist das Standardmodell der Elementarteilchenphysik [1–4], das die ex-
perimentell beobachteten Phänomene der Teilchenphysik sehr gut beschreibt [5,6], jedoch
keine Antwort auf einige fundamentale Fragen liefern kann, die für das Verständnis der Na-
tur von zentraler Bedeutung sind. So bleibt unerklärt, woraus die dunkle Materie besteht
und warum im Universum mehr Materie als Antimaterie vorhanden ist. Außerdem kann
das Standardmodell nicht beschreiben, was bei extrem hohen Energien passiert, wenn die
Stärke der Gravitationswechselwirkung die Stärke der anderen Wechselwirkungen erreicht.
Um diese Fragen zu beantworten, ist eine neue umfassendere Theorie, die über das Stan-
dardmodell hinausgeht, erforderlich. Supersymmetrische Erweiterungen des Standardmo-
dells sind Versuche, diese Probleme anzugehen. Innerhalb eines supersymmetrischen Mo-
dells wird eine Symmetrie zwischen Fermionen und Bosonen postuliert, die Supersymmetrie
(SUSY) (siehe z.B. [7]). Dazu müssen in solch einem Modell fermionische bzw. bosonische
Superpartner zu den Bosonen bzw. Fermionen des Standardmodells angenommen werden.
Der experimentelle Nachweis eines dieser Superpartner und damit eine direkte Bestätigung
der Supersymmetrie steht noch aus.

In einer exakten Eichsymmetrie müssen die Eichbosonen masselos sein. Dies aller-
dings widerspricht experimentellen Beobachtungen. Daher wird im Standardmodell zur
Erklärung der Masse der Eichbosonen ein Higgs-Dublett mit nichtverschwindendem Vaku-
umerwartungswert eingeführt (Higgs-Mechanismus [8]). Dadurch wird die Eichsymmetrie
spontan gebrochen und die Eichbosonen und Fermionen, die an das Higgs-Feld koppeln,
erhalten eine Masse. Drei der vier Freiheitsgrade des komplexen Higgs-Dubletts liefern un-
physikalische Goldstone-Bosonen, der vierte verbleibt als physikalisches Higgs-Boson. Die
Suche nach diesem bislang experimentell nicht nachgewiesenen Teilchen ist die vordring-
lichste Aufgabe, der am neuen LHC (Large Hadron Collider) nachgegangen werden wird [9];
aktuell werden Experimente zum Nachweis des Higgs-Bosons am Tevatron durchgeführt.
Mit Experimenten am zukünftigen ILC (International Linear Collider) könnten die Eigen-
schaften des Higgs-Bosons dann hochpräzise untersucht werden: Die Meßgenauigkeit für
die Masse des Higgs-Bosons beträgt am ILC etwa 0.05 GeV [10–12], rund einen Faktor vier
besser als die ≈ 0.2 GeV [9], die am LHC zu erreichen sind.

Wie im Standardmodell werden auch im minimalen supersymmetrischen Standard-
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1. Einleitung

modell (MSSM) [13], das die minimale supersymmetrische Erweiterung des Standardmo-
dells darstellt, die Massen der Eichbosonen und der standardmodell-artigen Fermionen
durch spontane Symmetriebrechung erzeugt. Dazu sind jedoch zwei Higgs-Dubletts nötig,
einerseits um sowohl für die up- als auch für die down-artigen Quarks supersymmetrische
Yukawa-Terme aufstellen zu können, andererseits um die Theorie anomaliefrei zu halten.
Letzteres erfordert, daß die Summe der Hyperladung der Fermionen verschwindet. Aus
den zwei Higgs-Dubletts erhält man fünf Higgs-Bosonen und wiederum drei unphysikali-
sche Goldstone-Bosonen. Im Gegensatz zum Standardmodell sind aber nicht alle Massen
der Higgs-Bosonen freie Parameter. Insbesondere läßt sich die Masse des leichtesten Higgs-
Bosons als Funktion anderer Parameter des Modells ausdrücken (siehe z.B. [14]).

Die Masse des leichtesten Higgs-Bosons hat eine theoretische obere Schranke, die auf
Born-Niveau bei der Masse des Z-Bosons liegt. Durch Strahlungskorrekturen verschiebt
sich diese obere Schranke zu höheren Massenwerten von etwa 140 GeV [15, 16] und liegt
damit jenseits der derzeitigen experimentellen Ausschlußgrenze von ungefähr 93 GeV [17].

Aufgrund der starken Abhängigkeit von anderen Parametern des Modells stellt die
Masse des leichtesten Higgs-Bosons im MSSM eine interessante Präzisionsobservable dar.
Präzise Messungen und genaue Vorhersagen der Masse des leichtesten Higgs-Bosons können
dazu verwendet werden, den Parameterraum des MSSM gezielt zu testen und signifikant
einzugrenzen. Schon vor der Entdeckung des Higgs-Bosons können mit Hilfe der experi-
mentellen unteren Schranke und der theoretischen Vorhersage der Masse des Higgs-Bosons
Einschränkungen an den Parameterraum abgeleitet werden.

Bei einer präzisen Berechnung der Masse des leichtesten Higgs-Bosons müssen Quan-
tenkorrekturen höherer Ordnungen berücksichtigt werden. Für die Qualität der Vorhersage
ist außerdem eine Abschätzung der verbleibenden theoretischen Unsicherheit wichtig. Die-
se Unsicherheit wird einerseits durch den experimentellen Fehler der Eingabeparameter
verursacht (parametrischer Fehler), andererseits rührt sie daher, daß die Störungsrechnung
nur bis zu einer bestimmten Ordnung durchgeführt wird. Fehlende Beiträge aus höheren
Ordnungen tragen zur theoretischen Unsicherheit bei (intrinsischer Fehler).

Auf Ein-Schleifen-Niveau sind die Korrekturen zur Higgs-Masse vollständig bekannt [18–
28]. Die dominanten Beiträge der Ordnung O(αt) (αt = λ2

t/(4π) mit der Top-Yukawa-
Kopplung λt) werden dabei durch virtuelle Top-Quarks und -Squarks in den Schleifen ver-
ursacht. Für große Werte des Verhältnisses der Vakuumerwartungswerte der beiden Higgs-
Dubletts, tanβ = v2/v1, können auch die Korrekturen der Ordnung O(αb) (αb = λ2

b/(4π)
mit der Bottom-Yukawa-Kopplung λb), die von in den Schleifen umlaufenden Bottom-
Quarks und -Squarks stammen, relevant werden.

Auf Zwei-Schleifen-Niveau sind sowohl die Beiträge der starken Wechselwirkung O(αtαs)
[29–37] als auch die Yukawa-Korrekturen O(α2

t ) [29,30,38,39] zu den Ein-Schleifen-Beiträ-
gen des Top-Stop-Sektors im MSSM mit reellen Parametern bekannt. Weiter wurden die
Beiträge der Ordnung O(αbαs) [40] im Limes tanβ → ∞ bestimmt. Für alle diese Zwei-
Schleifen-Korrekturen wurde die Näherung verschwindender äußerer Impulse verwendet.
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In dieser Näherung wurden zudem die Beiträge der Ordnung O(αbαt) und O(α2
b) [41] be-

rechnet. Eine Berechnung der Korrekturen zur Masse des leichtesten Higgs-Bosons über
die Bestimmung des effektiven Potentials auf Zwei-Schleifen-Niveau [42] und eine Auswer-
tung der führenden impulsabhängigen Zwei-Schleifen-Effekte [43] sind jüngst durchgeführt
worden. Durch eine Aufsummation der tanβ-verstärkten Terme bis zu allen Ordnungen
können alle Korrekturen der Ordnungen O(αb(αs tanβ)n) [44–46] berücksichtigt werden.
Im Fall komplexer Parameter sind bislang Korrekturen, die über Ein-Schleifen-Niveau hin-
ausgehen, durch Renormierungsgruppen-verbesserte Ein-Schleifen-Rechnungen innerhalb
der Methode des effektiven Potentials [47,48] berücksichtigt worden.

In der vorliegenden Arbeit werden zwei Aspekte untersucht. Im ersten Teil der Arbeit
(Kapitel 4 – 6) liegt der Schwerpunkt auf der Berechnung und Analyse der Korrekturen der
starken Wechselwirkung zu den Bottom-Yukawa-Termen der Ein-Schleifen-Ordnung, d.h.
der Korrekturen der Ordnung O(αbαs), für den allgemeinen Fall beliebiger tanβ-Werte
im MSSM mit reellen Parametern. Innerhalb dieser Rechnung müssen die Parameter des
Bottom-Sbottom-Sektors auf Ein-Schleifen-Niveau definiert werden. Unterschiedliche De-
finitionen, die innerhalb eines Renormierungsschemas festgelegt werden, können zu ver-
schiedenen Ergebnissen führen. Eine ungünstige Wahl des Renormierungsschemas kann
große Korrekturen verursachen, so daß das daraus resultierende Ergebnis für die Masse des
leichtesten Higgs-Bosons ohne Berücksichtigung weiterer höherer Ordnungen keine Aus-
sagekraft hat. Durch eine geschickte Wahl des Renormierungsschemas werden dominante
Beiträge in das Ein-Schleifen-Ergebnis absorbiert, so daß die Korrekturen höherer Ord-
nung klein bleiben. Vergleicht man Ergebnisse für die Masse des leichtesten Higgs-Bosons,
die unter Verwendung unterschiedlicher

”
guter“ Renormierungsschemata gewonnen wer-

den, so kann man damit die theoretische Unsicherheit aufgrund fehlender Beiträge höherer
Ordnung abschätzen. Teilergebnisse der Untersuchung wurden bereits in [49] veröffentlicht.

Im zweiten Teil der Arbeit (Kapitel 7 – 10) wird die Masse des leichtesten Higgs-
Bosons unter Berücksichtigung der Korrekturen O(αtαs) im MSSM mit komplexen Para-
metern untersucht. Für reelle Parameter ist das MSSM CP-invariant, die Lagrangedichte
also invariant unter der Kombination der Transformationen Ladungskonjugation C und
Paritätstransformation P. Da jedoch CP-verletzende Prozesse experimentell beobachtet
werden, kann die CP-Symmetrie keine fundamentale Symmetrie der Natur sein. Folglich
ist es notwendig, auch im MSSM mögliche Quellen für CP-Verletzung, also komplexe Para-
meter, zu berücksichtigen und deren Auswirkungen auf Präzisionsobservable wie die Masse
des leichtesten Higgs-Bosons zu untersuchen.
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2. Das minimale supersymmetrische
Standardmodell

2.1. Das Standardmodell und Gründe für Erweiterungen

Die bislang experimentell beobachteten Phänomene der Teilchenphysik werden sehr gut
durch das Standardmodell der Elementarteilchenphysik [1–4] beschrieben [5,6]. Das Stan-
dardmodell ist eine spontan gebrochene Eichtheorie, die auf der nichtabelschen Eichgruppe
aus dem direkten Produkt SU(3)C × SU(2)W × U(1)Y beruht. Mit Hilfe der Eichgruppe
SU(3)C kann die starke Wechselwirkung beschrieben werden. Die dazugehörigen Eichboso-
nen, die Gluonen, sorgen für den Austausch der starken Wechselwirkung zwischen Teilchen
mit Farbladung. Das Produkt der Eichgruppen SU(2)W × U(1)Y liegt der Beschreibung
der elektroschwachen Wechselwirkung zugrunde; die elektroschwache Wechselwirkung faßt
die elektromagnetische und die schwache Kraft zusammen. Y bezeichnet die Hyperladung.
Das Photon ist für die Übertragung der elektromagnetischen Wechselwirkung zwischen den
geladenen Teilchen zuständig. Die W- und Z-Bosonen vermitteln die schwache Wechselwir-
kung zwischen den Fermionen. Fermionen sind Teilchen mit der Spinquantenzahl 1

2
und

bilden die fundamentalen Bausteine der Materie; Bosonen dagegen besitzen eine ganzzah-
lige Spinquantenzahl. Die Fermionen lassen sich aufteilen in die farbgeladenen Quarks und
die farbneutralen Leptonen. Die Quarks bzw. die Leptonen können weiter in drei gleich-
artige Familien unterteilt werden, die jeweils ein linkshändiges Dublett und zwei bzw. ein
rechtshändiges Singlett enthalten.

In einer Theorie mit exakter Eichsymmetrie sind alle Eichbosonen masselos. Da experi-
mentell jedoch nachgewiesen wurde, daß W- und Z-Bosonen eine endliche Masse besitzen,
kann eine solche Theorie die Realität nicht beschreiben. Im Standardmodell werden mit Hil-
fe des Higgs-Mechanismus [8] Massenterme in eichinvarianter Form eingeführt. Dazu wird
ein skalares Higgs-Feld mit nichtverschwindendem Vakuumerwartungswert postuliert. Da-
durch wird die SU(2)W × U(1)Y -Symmetrie spontan gebrochen, und alle Teilchen, die an
das Higgs-Feld koppeln, erhalten eine Masse.

Das Standardmodell beschreibt also alle drei für die Teilchenphysik relevanten elemen-
taren Wechselwirkungen. Bis auf das Higgs-Boson wurden alle Teilchen dieses Modells
experimentell nachgewiesen [50].
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2. Das minimale supersymmetrische Standardmodell

Trotz der guten Übereinstimmung der theoretischen Vorhersagen des Standardmodells
mit den experimentellen Ergebnissen [5, 6] bleiben offene Fragen, zu deren Lösung das
Standardmodell erweitert werden muß.

– Bei hohen Energien von der Größenordnung der Planck-Masse MPlanck ∼ 1019 GeV
werden die Effekte der Gravitation auch für die Teilchenphysik relevant. Damit stellt
sich einmal die Frage nach einer Quantentheorie der Gravitation; bislang ist noch
keine bekannt. Andererseits muß die Gültigkeit des Standardmodells diskutiert wer-
den, da es die Gravitation als vierte Wechselwirkung nicht berücksichtigt. Das Stan-
dardmodell kann so als eine Niederenergie-Approximation einer bislang unbekannten
grundlegenderen Theorie angesehen werden.

– Ginge das Standardmodell aus einer grundlegenderen Theorie durch Symmetrie-
brechung hervor, sollten die Kopplungskonstanten der elektromagnetischen, der
schwachen und der starken Wechselwirkung bei Energien der Brechungsskala MGUT

zusammenlaufen. Die Annahme, die drei Eichgruppen des Standardmodells seien
Untergruppen einer minimalen spontan gebrochenen SU(5)-Eichtheorie [51], muß
verworfen werden, da die innerhalb dieser Theorie vorhergesagte Lebensdauer des
Protons kleiner ist als die experimentell bestimmte untere Schranke. Im minimalen
supersymmetrischen Standardmodell (MSSM) hingegen erhalten die Kopplungskon-
stanten bei MGUT ∼ 1016 GeV den gleichen Wert unter der Bedingung, daß die Super-
partner der Standardmodell-Teilchen eine Masse der Größenordnung MSUSY ∼ 1 TeV
annehmen [52]. Die zu diesem Szenario gehörende GUT-Erweiterung (Grand Unified
Theories: GUT) des MSSM sagt eine Lebensdauer des Protons vorher, die größer ist
als die experimentelle untere Schranke.

– Strahlungskorrekturen zur Higgs-Selbstenergie im Standardmodell sind quadratisch
divergent. Diese Divergenzen kann man mit Hilfe eines Cutoff-Parameters regularisie-
ren (siehe Abschnitt 3.1), wobei der Cutoff-Parameter Λ häufig durch die Energieskala
festgelegt wird, bis zu der die Theorie gültig ist. Nimmt man also an, das Standardmo-
dell sei gültig bis zur Planckskala und Λ = MPlanck, so ist die vom Cutoff-Parameter
abhängige

”
nackte“ Higgs-Masse um etwa 30 Größenordnungen größer als die phy-

sikalische Higgs-Masse MH . 1 TeV (Hierarchie-Problem [53]). Die Kompensation
der Strahlungskorrekturen zur nackten Higgs-Masse, die zur physikalischen Higgs-
Masse führt, erscheint unnatürlich (

”
fine tuning“). Im Rahmen supersymmetrischer

Modelle werden die quadratischen Beiträge zur Higgs-Selbstenergie durch Beiträge
der Superpartner kompensiert.

– Nach Ergebnissen kosmologischer Messungen besteht die Materie im Universum zum
großen Teil aus dunkler Materie [54]. Das Standardmodell liefert als möglichen Träger
dieser Materie nur die Neutrinos, die jedoch nur einen Beitrag zur heißen dunklen
Materie liefern. In supersymmetrischen Modellen sind die Neutralinos ein möglicher
Kandidat zur Erklärung der kalten dunklen Materie.
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2.2. Die Lagrangedichte des minimalen supersymmetrischen Standardmodells

Zur Lösung oben genannter Fragen werden unterschiedliche Erweiterungen des Standard-
modells diskutiert. Supersymmetrische Modelle sind dabei aussichtsreiche Kandidaten.

Supersymmetrische Modelle besitzen eine zusätzliche Symmetrie, die Supersymmetrie.
Sie setzt bosonische Freiheitsgrade mit den fermionischen in Beziehung. Der Supersym-
metriegenerator Q führt einen bosonischen Freiheitsgrad in einen fermionischen über und
umgekehrt:

Q|Boson〉 = |Fermion〉, Q|Fermion〉 = |Boson〉. (2.1)

Die Supersymmetrie stellt nach [55] die einzige nichttriviale Möglichkeit dar, eine innere
Symmetrie mit einer Poincaré-Symmetrie zu verknüpfen.

In Anhang A sind einige Begriffe und Notationen aufgeführt, die im Zusammenhang mit
Supersymmetrie und dem MSSM wichtig sind. Ausführlichere Darstellungen dazu findet
man zum Beispiel in [7,13,56–59].

2.2. Die Lagrangedichte des minimalen

supersymmetrischen Standardmodells

Die Lagrangedichte des minimalen supersymmetrischen Standardmodells ist, wie die des
Standardmodells, eichinvariant unter SU(3)C×SU(2)W×U(1)Y -Transformationen. Zusätz-
lich wird eine N = 1-Supersymmetrie mit höchstens sanfter Brechung gefordert. Diese Sym-
metrie führt zu skalaren Partnern der Fermionen, den Sfermionen, und zu fermionischen
Partnern der Bosonen, den Gluinos, Neutralinos und Charginos. Weiter wird R-Parität ge-
fordert. Dabei bekommt jedes Teilchen eine weitere Quantenzahl mit dem Wert +1 für alle
Standardmodell-Teilchen und die beiden Higgs-Dubletts und -1 für alle anderen Teilchen.
Damit ist das leichteste Teilchen des MSSM stabil, und es gilt Lepton- und Baryonzahler-
haltung.

In einem Modell mit exakter Supersymmetrie haben Teilchen und die dazugehörigen
Superpartner die gleiche Masse. Da noch keine Superpartner nachgewiesen wurden, be-
schreibt ein Modell mit exakter Supersymmetrie die Realität nicht. Modelle mit spontaner
Supersymmetriebrechung [60] führen nicht zum empirisch bekannten Teilchenspektrum;
damit bleibt als einzige Möglichkeit explizite sanfte Symmetriebrechung [61]. Die Lagran-
gedichte des MSSM kann man also in einen supersymmetrischen Anteil und einen sanften
Brechungsanteil aufspalten:

LMSSM = LSUSY + Lsoft. (2.2)

Zur Konstruktion einer supersymmetrischen Lagrangedichte, die neben Erweiterungen
des Teilcheninhalts den Teilcheninhalt des Standardmodells vollständig beschreibt, werden
die Felder des Standardmodells durch Superfelder ersetzt:
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2. Das minimale supersymmetrische Standardmodell

Super- 2HDM- Super-

feld Teilchen partner
(SU(3)C , SU(2)W , U(1)Y ) Bezeichnung

Q̂


uL
dL





ũL
d̃L


 (3, 2, 1

3
) Quarks, Squarks

Û uCR ũ+
R (3∗, 1, −4

3
) Up-artige Quarks, Squarks

D̂ dCR d̃+
R (3∗, 1, 2

3
) Down-artige Quarks, Squarks

L̂


νL
eL





ν̃L
ẽL


 (1, 2, -1) Leptonen, Sleptonen

elektron-artige
Ê eCR ẽ+R (1, 1, 2)

Leptonen, Sleptonen

Ĥ1


H

1
1

H2
1





H̃

1
1

H̃2
1


 (1, 2, -1) Higgsbosonen, Higgsinos

Ĥ2


H

1
2

H2
2





H̃

1
2

H̃2
2


 (1, 2, 1) Higgsbosonen, Higgsinos

v′ Bµ λB (1, 1, 0) Bµ-Boson, Bino

V a W a
µ λaW (1, 3, 0) W a

µ -Bosonen, Winos

V a
s Ga

µ λas (8, 1, 0) Gluonen, Gluinos

Tabelle 2.1.: Übersicht über Superfelder und Teilcheninhalt des MSSM. Mit 2HDM-Teilchen
werden die Teilchen des um ein Higgs-Dublett erweiterten Standardmodells be-
zeichnet.

• Die linkshändigen Fermiondubletts werden durch Dubletts aus chiralen Superfeldern
(siehe A.3.2) ersetzt. Anstelle der rechtshändigen Fermionfelder des Standardmo-
dells werden die rechtshändigen Antifermionfelder zu chiralen Supermultipletts mit
ladungskonjugierten rechtshändigen Fermionen und deren Superpartnern verallge-
meinert, so daß die skalaren Partner der links- und rechtshändigen Fermionen die
gleiche Ladung haben.

• Zur Beschreibung der Eichfelder werden Vektorsuperfelder (siehe A.3.2) verwendet.
Die Eichfelder der SU(3)C-Symmetrie werden durch ein Oktett von Vektorsuperfel-
dern V a

s , die der SU(2)W -Symmetrie durch ein Triplett von Vektorsuperfeldern V a

und die der U(1)Y -Symmetrie durch ein Vektorsuperfeld v′ beschrieben.

• Das Higgs-Dublett des Standardmodells muß durch zwei Higgs-Dubletts mit chira-
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2.2. Die Lagrangedichte des minimalen supersymmetrischen Standardmodells

len Superfeldern ersetzt werden. Dafür gibt es mehrere Gründe. Einerseits erfordert
die Erzeugung der Massen der down-artigen Quarks und elektron-artigen Lepto-

nen Superpotentialterme der Art ǫijĤ i
1L̂

jÊ und ǫijĤ i
1Q̂

jD̂ , wobei Ĥ1 ein Higgs-
Supermultiplett mit chiralen Feldern und Hyperladung Y = −1 bezeichnet. Da-
mit die up-artigen Quarks Masse erhalten, könnte man versuchen, ad hoc analog

zum Standardmodell einen Term der Art ǫij ˆ̄H i
1Q̂

jÛ einzuführen, wobei das chirale

Feld Ĥ1 durch das dazugehörige antichirale Feld ˆ̄H1 ersetzt würde. Das ist aller-
dings nicht möglich, da im Superpotential nur chirale Felder vorkommen können;
andernfalls wäre das Superpotential nicht mehr invariant unter Supersymmetrie-
Transformationen. Deswegen ist ein zweites Higgs-Supermultiplett Ĥ2 mit Hyperla-
dung Y = 1 erforderlich. Andererseits erfordert die Bedingung der Anomaliefreiheit
zwei Higgs-Dubletts. Man spricht von einer Anomalie, falls durch den Übergang von
der klassischen Theorie zur Quantenfeldtheorie Symmetrien zerstört werden. Wenn
die Summe der Hyperladung aller Fermionen verschwindet, verschwinden auch die
Anomaliebeiträge der einzelnen Fermionen, und die Theorie ist anomaliefrei. Im Stan-
dardmodell ist das der Fall. Bei der Erweiterung eines Higgs-Dubletts zu einem Higgs-
Supermultiplett wird ein weiteres Fermion mit nicht verschwindender Hyperladung
eingeführt. Aus diesem Grund muß ein zweites Higgs-Dublett mit entgegengesetzter
Hyperladung eingeführt werden.

Der supersymmetrische Anteil der Lagrangedichte für das MSSM beinhaltet Massen-
terme, kinetische Terme und Wechselwirkungsterme für die Fermionen, Higgs- und Eich-
bosonen und läßt sich aufteilen

(i) in einen chiralen Anteil, das Superpotential,

Lchiral = (ǫij
[
λdĤ

i
1Q̂

jD̂ − λuĤ
i
2Q̂

jÛ + λeĤ
i
1L̂

jÊ − µĤ i
1Ĥ

j
2

]∣∣
θθ

+h.c.) (2.3)

mit den Yukawakopplungen der Higgsbosonen an die Materiefelder λu, λd und λe,

(ii) in einen Vektoranteil. Dieser enthält die kinetischen Terme der Fermionen sowie
Wechselwirkungsterme zwischen Skalar-, Spinor- und Vektorfeldern:

LVektor, 1 =
[ ˆ̄Le2g

′V ′+2gV L̂+ ˆ̄Ee2g
′V ′

Ê

+ ˆ̄Qe2g
′V ′+2gV+2gsVsQ̂+ ˆ̄Ue2g

′V ′−2gsV
T
s Û + ˆ̄De2g

′V ′−2gsV
T
s D̂

+ ˆ̄H1e
2g′V ′+2gV Ĥ1 + ˆ̄H2e

2g′V ′+2gV Ĥ2

]∣∣
θθθ̄θ̄

. (2.4)

Hierbei wurde die abkürzende Schreibweise verwendet:

Vs = T as V
a
s , V = T a V a , V ′ =

Y

2
v′. (2.5)

Mit T as werden die Generatoren der SU(3)C, mit T a die Generatoren der SU(2)W
und mit Y der Generator der U(1)Y bezeichnet.
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2. Das minimale supersymmetrische Standardmodell

Außerdem beinhaltet der Vektoranteil die kinetischen Terme der Eichfelder,

LVektor, 2 = (
[ 1

16g2
W aαW a

α +
1

16g′2
W ′αW ′a

α +
1

16g2
s

W aα
s W a

sα

]∣∣
θθ

+h.c.) , (2.6)

wobei W a
sα, W a

α und W ′
α die zu den Vektorsuperfeldern gehörigen Feldstärken

W a
sα = −1

4
D̄D̄(e−2gsVsDαe

2gsVs), (2.7)

W a
α = −1

4
D̄D̄(e−2gVDαe

2gV ), (2.8)

W ′
α = −1

4
D̄D̄(e−2g′V ′

Dαe
2g′V ′

) = −g
′

4
D̄D̄DαV

′ (2.9)

sind.

Der supersymmetrische Anteil der Lagrangedichte setzt sich also folgendermaßen zusam-
men1:

LSUSY = Lchiral + LVektor, 1 + LVektor, 2 . (2.10)

Die Supersymmetrie im MSSM ist durch sanfte Brechung explizit gebrochen. Durch
sanfte Brechung treten bei Schleifenberechnungen höchstens logarithmische Divergenzen
auf; die Kopplungskonstanten erhalten dadurch keine Korrekturterme. Sanfte Brechung
führt also zu keinen weiteren quadratischen Divergenzen in der Theorie. Berücksichtigt
man, welche Terme die obigen Bedingungen nach Giradello und Grisaru [61] erfüllen, dann
läßt sich der sanfte Brechungsanteil der Lagrangedichte des MSSM für eine Generation in
folgender Form schreiben:

Lsoft = −M 2
Lq̃

(ũ+
L ũL + d̃+

L d̃L) −M 2
ũR
ũ+
RũR −M 2

d̃R
d̃+
Rd̃R

−M 2
L

l̃
(ν̃+
L ν̃L + ẽ+L ẽL) −M 2

ẽR
ẽ+RẽR

−m2
1H

+
1 H1 −m2

2H
+
2 H2 + (m2

3ǫ
ijH i

1H
j
2 + h.c.)

− ǫij(−λuAuH i
2Q̃

jŨ + λdAdH
i
1Q̃

jD̃ + λeAeH
i
1L̃

jẼ + h.c.)

+
1

2
(M1λBλB +M2λ

a
Wλ

a
W +M3λ

a
sλ

a
s + h.c.).

(2.11)

Im allgemeinsten Fall bei Berücksichtigung der drei Generationen sind λu, λd, λe, Au, Ad
und Ae komplexe 3 × 3-Matrizen; die Brechungsparameter M 2

L
l̃
, M 2

Lq̃
, M 2

ũR
, M 2

d̃R
und M 2

ẽR

sind hermitesche 3×3-Matrizen. Bei den weiteren Rechnungen bleiben Familienmischungen
unberücksichtigt, so daß aus den hermiteschen 3×3-Matrizen reelle und aus den komplexen
3 × 3-Matrizen komplexe skalare Parameter werden.

1Es wurde nur eine Generation berücksichtigt und damit keine Familienmischungen.
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2.2. Die Lagrangedichte des minimalen supersymmetrischen Standardmodells

Die klassische Lagrangedichte setzt sich aus dem supersymmetrischen Anteil LSUSY und
dem sanften Brechungsanteil Lsoft zusammen. Zur Quantisierung [62,63] ist es notwendig,
die Eichung zu fixieren, da sonst nicht alle Greenfunktionen existieren. In der Praxis wird
häufig als Eichfixierungsterm die Rξ- oder ’t Hooft-Eichung verwendet,

LRξ
= − 1

2ξG
(∂µG

aµ)2 − 1

2ξA
(∂µA

µ)2 − 1

2ξZ
(∂µZ

µ +MZξZG
0)2

− 1

2ξW
|∂µW+µ + iMW ξWG

+|2 (2.12)

mit den Feldern des Photons Aµ, des Z-Bosons Zµ, des W-Bosons W+µ und der Goldstone-
Bosonen G0 und G+. Für konkrete Rechnungen ist die ’t Hooft-Feynman-Eichung, d.h.
ξG = ξA = ξZ = ξW = 1, von Vorteil, da dann die Propagatoren der Vektorbosonen direkt
proportional zur Minkowski-Metrik gµν sind. Durch den Eichfixierungsterm Lfix werden
zusätzliche, unphysikalische Polarisationsfreiheitsgrade in die Theorie eingeführt, die man
mit Hilfe eines Fadeev-Popov-Geistterms Lghost [62] kompensiert. Damit ist die quantisierte
Lagrangedichte bestimmt zu:

LMSSM = LSUSY + Lsoft + Lfix + Lghost . (2.13)

Zur Herleitung der Feynmanregeln muß die Lagrangedichte in Komponentenfelder ent-
wickelt werden. Die unphysikalischen D- und F -Hilfsfelder werden durch die zu Gleichung
(A.55) analogen Ausdrücke ersetzt. Die Weyl-Spinoren werden zu Dirac-Spinoren zusam-
mengefaßt. Explizite Rechnungen zur Entwicklung der Lagrangedichte in Komponenten-
feldern sind zum Beispiel in [64] aufgeführt.
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3. Regularisierung und Renormierung

Im allgemeinen enthält die Lagrangedichte eines Modells freie Parameter, die nicht durch
die Theorie festgelegt sind. Die Werte dieser Parameter müssen experimentell bestimmt
werden. Durch Relationen, welche die freien Parameter mit den Observablen in Beziehung
setzen, werden die Parameter definiert. Die Definitionen aller Parameter und die dazu-
gehörigen Relationen bilden ein Renormierungsschema, wobei sich die Relationen zwischen
Observablen und freien Parametern in der Störungstheorie von einer Ordnung zur nächsten
ändern können.

Bei der Berechnung von Quantenkorrekturen muß man nicht nur beachten, daß sich die
Relationen zwischen freien Parametern und Observablen gegenüber Born-Niveau verändern
können; die auftretenden Schleifenintegrale sind zudem im allgemeinen UV-divergent.

Zur Untersuchung der Divergenzstruktur dieser Schleifenintegrale kann der oberflächli-
che Divergenzgrad ω durch

”
Powercounting“, d.h. durch Abzählen der Potenzen, mit der

die Impulse im betrachteten Integral auftreten, bestimmt werden [65]. Jede Schleife im
Feynman-Diagramm geht mit einer Potenz 4 in den oberflächlichen Divergenzgrad ein. Ein
Vertex des Typs i liefert die Potenz di. Jeder Bosonpropagator fällt für große Impulse mit
einer Potenz −2 und jeder Fermionpropagator mit einer Potenz −1 ab. Damit erhält man
für den oberflächlichen Divergenzgrad ω:

ω =
∑

i

nidi + 4nL − 2b− f, (3.1)

wobei ni die Anzahl der Vertizes des Typs i, nL die Anzahl der Schleifen, b die Anzahl der
Bosonpropagatoren und f die Anzahl der Fermionpropagatoren sind. Ist der oberflächli-
che Divergenzgrad für alle Subdiagramme – einschließlich des vollständigen Diagramms –
kleiner als null, so ist das betrachtete Diagramm UV-endlich. Ein verschwindender ober-
flächlicher Divergenzgrad zeigt logarithmische Divergenzen an. Der divergente Anteil eines
Diagramms läßt sich als ein Polynom in den äußeren Impulsen ausdrücken. Dabei enthält
ein Graph mit ω = n, n > 0, einen divergenten Term proportional zu pn1

1 · ... · pnm
m mit

n = n1 + ... + nm, wobei p1, ... pm die m äußeren Impulse sind. Terme proportional zu
pn1

1 · ... · pnm
m mit n1 + ...+ nm > n sind endlich.
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3.1. Regularisierung

Die UV-Divergenzen werden mit Hilfe eines Regularisierungsverfahrens behandelt. Dazu
wird ein (evtl. auch mehrere) Regularisierungsparameter Λ in die Theorie eingeführt. Dabei
existiert ein Λ0, so daß für Λ → Λ0 die Schleifenintegrale in den ursprünglichen Ausdruck
ohne Regularisierungsparameter übergehen; für gewisse Parameterbereiche von Λ sind die
Schleifenintegrale jedoch endlich.

Es gibt unterschiedliche Regularisierungsverfahren, von denen drei hier kurz beschrie-
ben werden:

• Pauli-Villar-Regularisierung:
Eine anschauliche Möglichkeit bietet die Regularisierung durch einen Cutoff-Parame-
ter [66]. Dabei wird die Integration nur bis zu einem Impulsbetrag mit großem, aber
endlichem Wert, dem sogenannten Cutoff-Parameter, durchgeführt. Diese Methode
ist zwar einfach, zerstört aber im allgemeinen die Eichinvarianz.

• Dimensionale Regularisierung:
Für Standardmodell-Rechnungen wird häufig das Verfahren der dimensionalen Re-
gularisierung [67] verwendet. Dazu werden die vier Dimensionen der Raumzeit durch
D Dimensionen mit D = 4 − ǫ ersetzt, die Divergenzen also durch Pole in ǫ bis zur
Ordnung nL ausgedrückt. Dimensionale Regularisierung erhält im allgemeinen die
Eichsymmetrien, jedoch werden durch dimensionale Regularisierung chirale Eichsym-
metrien sowie die Supersymmetrie gebrochen. Da beim Übergang zu D Dimensionen
zusätzliche Freiheitsgrade eingeführt werden, stimmt die Anzahl der bosonischen Frei-
heitsgrade nicht mehr mit der Anzahl der fermionischen überein; die Supersymmetrie
ist folglich gebrochen.

• Dimensionale Reduktion:
Um eine explizite Supersymmetrie-Brechung zu vermeiden, wurde das Verfahren der
dimensionalen Reduktion [68,69] entwickelt. Hierbei werden im Gegensatz zum Ver-
fahren der dimensionalen Regularisierung nur die Impulse in D Dimensionen behan-
delt, die Felder hingegen bleiben vierdimensional.

3.2. Renormierung

Durch die Regularisierung wurden unphysikalische Parameter in die Theorie eingeführt.
Mittels Renormierung wird diese Abhängigkeit von unphysikalischen Parametern eliminiert
und ein Zusammenhang zwischen Parametern der Theorie und physikalischen Observablen
hergestellt.
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3.3. Renormierungsschemata

Bei multiplikativer Renormierung werden die nackten Parameter der Lagrangedichte g0

durch renormierte Parameter g mit den Renormierungskonstanten Zg ersetzt:

g0 = Zgg = g + δ(1)g + δ(2)g + ... . (3.2)

Die renormierten Parameter g haben einen endlichen Wert. Die dazugehörigen Counterter-
me δ(i)g enthalten die Abhängigkeit von den Regularisierungsparametern in i-ter Ordnung.
Die Parameterrenormierung reicht unter Berücksichtigung der Wellenfunktionsrenormie-
rung der äußeren Teilchen aus, um endliche S-Matrix-Elemente zu erhalten. Damit auch alle
Green-Funktionen endlich sind, müssen zusätzlich die Felder renormiert werden; dazu wer-
den die nackten Felder Φ0 durch renormierte Felder Φ und Feld-Renormierungskonstanten
ZΦ ersetzt:

Φ0 = Z
1
2

ΦΦ = (1 +
1

2
δ(1)ZΦ − 1

8
(δ(1)ZΦ)2 +

1

2
δ(2)ZΦ + ...)Φ (3.3)

mit der Entwicklung der Feld-Renormierungskonstanten

ZΦ = 1 + δ(1)ZΦ + δ(2)ZΦ + ... . (3.4)

Hat man die Parameter und Felder durch ihre renormierten Werte in der Lagrangedichte
ersetzt und die Lagrangedichte nach den Countertermen entwickelt, so kann die Lagrange-
dichte in einen renormierten Anteil und einen Counterterm-Anteil aufgeteilt werden:

L(g0,Φ0) =L(g,Φ) + LCounter(g,Φ, Zg, ZΦ) . (3.5)

Der Counterterm-Anteil kann wieder in Anteile δ(i)L der i-ten Ordnung aufgespalten wer-
den:

LCounter(g,Φ, Zg, ZΦ) = δ(1)L(g,Φ, δ(1)g, δ(1)ZΦΦ)

+ δ(2)L(g,Φ, δ(1)g, δ(1)ZΦΦ, δ(2)g, δ(2)ZΦΦ) + ... . (3.6)

3.3. Renormierungsschemata

Die Definitionen aller unabhängigen Parameter und damit auch die Festlegung der Rela-
tionen zwischen Parametern der Theorie und Observablen, bilden ein Renormierungssche-
ma. Das Ergebnis einer exakten Rechnung, bei der alle Ordnungen der Störungstheorie
berücksichtigt sind, ist unabhängig vom Renormierungsschema. Natürlich ist dabei zu be-
achten, daß die Input-Werte gemäß dem verwendeten Renormierungsschema gewählt wer-
den müssen. In der Praxis können jedoch nur Beiträge bis zu einer bestimmten Ordnung der
Störungsreihe in einer Rechnung berücksichtigt werden. Die Abhängigkeit des Ergebnisses
einer solchen Rechnung vom Renormierungsschema spiegelt die theoretische Unsicherheit
wider, die durch den Abbruch der Störungsreihe verursacht wird.

In den folgenden Kapiteln wird zwischen DR-Renormierung und On-Shell-Renormierung
unterschieden:
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3. Regularisierung und Renormierung

• DR-Renormierung:
Der zu einem Parameter gehörende Counterterm absorbiert nur den zu ∆n propor-
tionalen Anteil des nackten Parameters, n = 1, 2, . . . , wobei ∆ den divergenten An-
teil 2

ǫ
mit den numerischen Konstanten γE und log 4π darstellt und auf Ein-Schleifen-

Niveau folgende Form annimmt:

∆ =
2

ǫ
− γE + ln 4π . (3.7)

Die Absorption der numerischen Konstanten γE und log 4π in die Counterterme ent-
spricht einer Redefinition der Renormierungsskala µ:

ln(µDR)2 := −γE + ln 4π + lnµ2 . (3.8)

Bei der Berechnung von Schleifen-Integralen verwendet man als Regularisierungs-
verfahren das Verfahren der dimensionalen Reduktion. Im Gegensatz dazu wird im
MS-Schema [70–72] das Verfahren der dimensionalen Regularisierung benutzt. Auf
Ein-Schleifen-Niveau unterscheiden sich die Counterterme im DR-Schema nicht von
denen im MS-Schema.

Das endliche Ergebnis einer Rechnung im DR- bzw. MS-Schema hängt noch von einer
freien Massenskala µDR bzw. µMS ab, die bei der Regularisierung eingeführt wurde,
damit sich die Massendimension der Schleifenintegrale nicht ändert. Zur vollständi-
gen Bestimmung des Renormierungsschemas ist die Festlegung von µDR bzw. µMS

notwendig.

• On-Shell-Renormierung:
On-shell bedeutet im allgemeinen, daß die Renormierungsbedingungen auf der Mas-
senschale gestellt werden. Dabei absorbieren die Parameter-Counterterme außer dem
divergenten Anteil auch endliche Terme. Wenn die Masse eines Teilchens on-shell
festgelegt ist, so ist der dazugehörige Massenparameter durch den Realteil des Pols
des Propagators gegeben und kann als physikalische Masse interpretiert werden. Die
Massencounterterme absorbieren dann alle Korrekturen zum Realteil des Pols des
Propagators. Werden alle Größen on-shell bestimmt, so hängt das endliche Ergebnis
einer Rechnung nicht mehr von der zur Regularisierung eingeführten Massenska-
la µDR ab. In Kapitel 5.3.4 wird der Begriff

”
On-Shell-Größe“ in verallgemeinerter

Form verwendet; der Counterterm zu dieser
”
On-Shell-Größe“ absorbiert nicht nur

den divergenten, sondern auch den von der Massenskala µDR abhängigen Anteil. Die
Renormierungsbedingung ist jedoch nicht auf der Massenschale gestellt.

In [73,74] wird dieses Renormierungsverfahren für das Standardmodell verwendet.
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4. Der Higgs-Sektor im reellen MSSM

Wie im Standardmodell erhalten im MSSM die Vektorbosonen, die im Fall exakter Eich-
symmetrie masselos sind, ihre Masse durch eine spontane Brechung der SU(2) × U(1)-
Symmetrie. Diese spontane Symmetriebrechung wird durch einen nichtverschwindenden
Vakuumerwartungswert eines oder mehrerer skalarer Felder, Higgs-Felder, verursacht
(Higgs-Mechanismus [8]). Die Existenz eines bzw. mehrerer dieser Higgs-Felder ist essen-
tiell sowohl für das Standardmodell als auch für das MSSM. Bislang wurden noch keine
Higgs-Bosonen experimentell nachgewiesen, doch ist die Suche nach einem Higgs-Boson
eine wesentliche Aufgabe, der am LHC nachgegangen werden soll [9].

Der reine skalare Higgs-Sektor ohne kinetische Terme — Kopplungen an weitere Teil-
chen werden zunächst nicht betrachtet — ist durch das Higgs-Potential VHiggs bestimmt:

LHiggs = −VHiggs . (4.1)

Das Higgs-Potential setzt sich aus den F-Termen des Superpotentials, den D-Termen des
Feldstärkeanteils und den Termen des SUSY-Brechungsanteils zusammen:

VHiggs = −(LFHiggs + LDHiggs + Lsoft
Higgs)

= |µ|2(H+
1 H1 +H+

2 H2)

+
g2

2
(H+

1 T
aH1 +H+

2 T
aH2)

2 +
g′2

2
(
Y

2
H+

1 H1 +
Y

2
H+

2 H2)
2

+ (m2
1H

+
1 H1 +m2

2H
+
2 H2 − (ǫijm2

3H
i
1H

j
2 + h.c.)) . (4.2)

Im Gegensatz zum Standardmodell hängt das Higgs-Potential im MSSM aufgrund der
D-Terme des Feldstärkeanteils von den Eichkopplungen g und g′ ab. Für spezielle Parame-
terbereiche von m2

1, m
2
2, m

2
3 und µ mit m2

3 6= 0 und µ 6= 0 [75] hat das Higgs-Potential ein
nichttriviales Minimum; das heißt:

∂VHiggs

∂H i
j

|vac. = 0 , i, j = 1, 2 , (4.3)

mit

〈H1〉 =

(
H1

1 |vac.

H2
1 |vac.

)
=

(
v1

0

)
und 〈H2〉 =

(
H1

2 |vac.

H2
2 |vac.

)
=

(
0
v2

)
. (4.4)
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4. Der Higgs-Sektor im reellen MSSM

Die Bedingung (4.3) entspricht der Forderung, daß die linearen Anteile der Higgs-Felder
in der Wirkung verschwinden. Sie muß notwendigerweise im Higgs-Vakuumzustand erfüllt
sein.

Die Higgs-Dubletts H1 und H2 können um den Vakuumzustand mit den Vakuumer-
wartungswerten v1 und v2 in CP-Eigenzuständen entwickelt werden:

H1 =

(
v1 + 1√

2
(φ0

1 − iζ0
1)

−φ−
1

)
, H2 =

(
φ+

2

v2 + 1√
2
(φ0

2 + iζ0
2 )

)
. (4.5)

φ0
{1,2}, ζ

0
{1,2} sind reelle und φ±

{1,2} komplexe Skalarfelder, aber keine Felder der Massen-
eigenzustände. Im allgemeinen können die neutralen bzw. die geladenen Felder mischen, da
sie jeweils in allen Quantenzahlen übereinstimmen. Im MSSM mit reellen Parametern, das
in diesem Teil der Arbeit betrachtet wird, gilt jedoch zusätzlich CP-Invarianz, so daß nicht
alle neutralen Felder, sondern nur jeweils die CP-geraden φ0- bzw. die CP-ungeraden ζ0-
Felder mischen. Durch unitäre Transformationen kann man die Felder φ0

{1,2}, ζ
0
{1,2} und φ±

{1,2}
in die Felder der Masseneigenzustände h0,H0, A0,G0,H± und G± überführen. Dabei lassen
sich die fünf physikalischen Higgs-Bosonen unterteilen in die neutralen, CP-geraden Higgs-
Bosonen h0, H0, das neutrale, CP-ungerade Higgs-Boson A0 und die geladenen Higgs-
Bosonen H±. Analog zum Standardmodell treten drei unphysikalische Goldstone-Bosonen
G0, G± auf, die durch geeignete Wahl der Eichung eliminiert werden können.

Aus der Mischung der φ0-Felder geht das leichteste physikalische Higgs-Boson h0 hervor
(siehe Abschnitt 4.1). Auf Born-Niveau hat dieses Higgs-Boson eine obere Massenschranke,

die bei der Masse des Z-Bosons MZ liegt, M
(0)

h0 ≤ MZ . Diese obere Massenschranke ver-
schiebt sich bei Berücksichtigung von Quantenkorrekturen nach oben zu Mh0 . 140 GeV
[15, 16] — und liegt damit oberhalb der experimentellen Ausschlußgrenze [17]. In die Be-
rechnung der Quantenkorrekturen gehen die MSSM-Parameter ein. Wenn die Higgs-Masse
experimentell bestimmt ist, können indirekt Aussagen über die MSSM-Parameter getrof-
fen werden. Indirekte Aussagen dieser Art sind die einzige Informationsquelle über den
SUSY-Anteil des MSSM, solange noch keine SUSY-Teilchen direkt experimentell nachge-
wiesen wurden. Vor der Entdeckung des Higgs-Bosons h0 kann mit Hilfe der experimen-
tellen unteren und der theoretischen oberen Massenschranke der MSSM-Parameterraum
eingeschränkt werden.

Zur Berechnung der Higgs-Masse Mh0 wird die Zwei-Punkt-Vertex-Funktion Γ

Γ(k2) =

(
k2 − (M

(0)

H0)2 + Σ̂H0h0(k2)|11 Σ̂H0h0(k2)|12

Σ̂H0h0(k2)|21 k2 − (M
(0)

h0 )2 + Σ̂H0h0(k2)|22

)
(4.6)

bestimmt. Dann werden die Nullstellen der Determinante von Γ gesucht. Hierbei sind M
(0)

H0

und M
(0)

h0 die Massen der CP-geraden Higgs-Bosonen auf Born-Niveau (siehe Abschnitt 4.1)

und Σ̂H0h0 die matrixwertige renormierte Selbstenergie der CP-geraden Higgs-Bosonen:

Σ̂H0h0 =

(
Σ̂H0h0 |11 Σ̂H0h0 |12

Σ̂H0h0 |21 Σ̂H0h0 |22

)
=

(
Σ̂H0H0 Σ̂h0H0

Σ̂h0H0 Σ̂h0h0

)
. (4.7)
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4.1. Der Higgs-Sektor auf Born-Niveau

Die renormierten Selbstenergien Σ̂H0H0 , Σ̂h0H0 bzw. Σ̂h0h0 setzen sich aus allen ein-Teilchen-
irreduziblen Feynman-Diagrammen zur entsprechenden Zwei-Punkt-Vertex-Funktion zu-
sammen. Analog zu Σ̂H0h0 wird die matrixwertige renormierte Selbstenergie Σ̂G0A0 des
neutralen CP-ungeraden Higgs-Bosons A0 und des neutralen Goldstone-Bosons G0 defi-
niert:

Σ̂G0A0 =

(
Σ̂G0A0|11 Σ̂G0A0|12

Σ̂G0A0|21 Σ̂G0A0|22

)
=

(
Σ̂G0G0 Σ̂A0G0

Σ̂A0G0 Σ̂A0A0

)
. (4.8)

Die renormierten Selbstenergien Σ̂G0G0 , Σ̂A0G0 und Σ̂A0A0 bestehen aus allen ein-Teilchen-
irreduziblen Feynman-Diagrammen zur dazugehörenden Zwei-Punkt-Vertex-Funktion. Die
renormierten Selbstenergien Σ̂ setzen sich allgemein aus renormierten Selbstenergien Σ̂(i)

der i-ten Ordnung zusammen,

Σ̂(p2) = Σ̂(1)(p2) + Σ̂(2)(p2) + . . . . (4.9)

Die renormierten Selbstenergien Σ̂(i) kann man in einen unrenormierten Anteil Σ(i) und
einen Counterterm-Anteil δΣ(i) aufspalten. Der Counterterm-Anteil δΣ(i) ist dabei durch
die Ableitung der Fourier-transformierten Counterterm-Lagrangedichte der i-ten Ordnung
nach den Feldern der ein- bzw. auslaufenden Teilchen gegeben.

Die renormierten matrixwertigen Selbstenergien sind in Abschnitt 4.2 in allgemeiner
Form dargestellt. In Abschnitt 4.3 wird der Ausdruck der Selbstenergie, der in der expli-
ziten Berechnung der Higgs-Massen Verwendung findet, hergeleitet. Das Ergebnis wird in
Abschnitt 4.3.3 zusammengefaßt.

4.1. Der Higgs-Sektor auf Born-Niveau

Die in den φ0-, ζ0- und φ±-Feldern bilinearen Terme des Higgs-Potentials (4.2) lassen sich
unter der Voraussetzung von CP-Invarianz (vgl. auch Kap. 7.1) – d.h. die Parameter des
MSSM sind reell – umschreiben:

VHiggs|bil. =
1

2

(
φ0

1, φ
0
2

)
Mφ0

(
φ0

1

φ0
2

)
+

1

2

(
ζ0
1 , ζ

0
2

)
Mζ0

(
ζ0
1

ζ0
2

)
+
(
φ+

1 , φ
+
2

)
Mφ±

(
φ−

1

φ−
2

)
. (4.10)

Dabei ist Mφ0 die Massenmatrix der CP-geraden neutralen Higgs-Felder,

Mφ0 =

(
m̃2

1 + 1
4
(g2 + g′2)(3v2

1 − v2
2) −

(
m2

3 + 1
2
(g2 + g′2)v1v2

)

−
(
m2

3 + 1
2
(g2 + g′2)v1v2

)
m̃2

2 − 1
4
(g2 + g′2)(v2

1 − 3v2
2)

)
, (4.11)

Mζ0 die Massenmatrix der CP-ungeraden neutralen Higgs-Felder,

Mζ0 =

(
m̃2

1 + 1
4
(g2 + g′2)(v2

1 − v2
2) −m2

3

−m2
3 m̃2

2 − 1
4
(g2 + g′2)(v2

1 − v2
2)

)
, (4.12)
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4. Der Higgs-Sektor im reellen MSSM

und Mφ± die Massenmatrix der geladenen Higgs-Felder,

Mφ± =

(
m̃2

1 + 1
4

(
(g2 + g′2)v2

1 + g̃2v2
2

)
−m2

3 − 1
2
g2v1v2

−m2
3 − 1

2
g2v1v2 m̃2

2 + 1
4

(
g̃2v2

1 + (g2 + g′2)v2
2

)
)

, (4.13)

m̃2
1 = m2

1 + |µ|2, m̃2
2 = m2

2 + |µ|2 und g̃2 = g2−g′2 wurde als Abkürzung verwendet. In (4.5)
sind die Parameter v1 und v2 – in diesem Abschnitt bislang nur formale Parameter – als
Higgs-Vakuumerwartungswerte eingeführt worden. Das heißt, das Higgs-Potential nimmt
für verschwindende φ0-, ζ0- und φ±-Felder ein Minimum an. Notwendige Bedingung dafür
ist, daß die Terme des Higgs-Potentials, die linear in den Feldern φ0

1,2, ζ
0
1,2 und φ±

1,2 sind,

VHiggs|lin = (
√

2(m2
1 + |µ|2)v1 −

√
2m2

3v2 +
v1(g2 + g′2)(v2

1 − v2
2)

2
√

2
)φ0

1

+ (−
√

2m2
3v1 +

√
2(m2

2 + |µ|2)v2 −
v2(g2 + g′2)(v2

1 − v2
2)

2
√

2
)φ0

2 , (4.14)

verschwinden. Folglich muß gelten:

√
2(m2

1 + |µ|2)v1 −
√

2m2
3v2 +

v1(g
2 + g′2)(v2

1 − v2
2)

2
√

2
= 0 , (4.15)

−
√

2m2
3v1 +

√
2(m2

2 + |µ|2)v2 −
v2(g

2 + g′2)(v2
1 − v2

2)

2
√

2
= 0 . (4.16)

Statt v1 und v2 über die Beziehungen (4.15) und (4.16) festzulegen, werden üblicherweise
die Parameter m2

1 und m2
2 aus diesen Gleichungen bestimmt zu

m2
1 = −|µ|2 +m2

3

v2

v1

− (g2 + g′2)(v2
1 − v2

2)

4
, (4.17)

m2
2 = −|µ|2 +m2

3

v1

v2

+
(g2 + g′2)(v2

1 − v2
2)

4
(4.18)

und aus der Rechnung eliminiert.

Die Berechnung der Eigenwerte der Massenmatrizen (4.11), (4.12) und (4.13) unter
Berücksichtigung von (4.17) und (4.18) liefert die Quadrate der Massen der CP-geraden
neutralen Higgs-Felder,

(M
(0)

H0,h0)2 =
1

2

(
m2

3(tanβ + cotβ) +M 2
Z

±
√(

m2
3(tanβ − cotβ) +M 2

Z cos(2β)
)2

+
(
2m2

3 +M 2
Z sin(2β)

)2
)
, (4.19)

der CP-ungeraden neutralen Higgs-Felder,

M 2
G0,A0 =

1

2

(
m2

3(tanβ + cotβ) ∓
√

4m4
3 +

(
m2

3(tanβ − cotβ)
)2
)
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4.1. Der Higgs-Sektor auf Born-Niveau

= {0,m2
3(tanβ + cotβ)} , (4.20)

und der geladenen Higgs-Felder,

M 2
G±,H± = {0,m2

3(tanβ + cotβ) +M 2
W} , (4.21)

jeweils in niedrigster Ordnung. Hier wurde verwendet, daß

tanβ =
v2

v1

(4.22)

und daß für die Z-Boson-Masse

M 2
Z =

1

2
(g2 + g′

2
)(v2

1 + v2
2) (4.23)

und für die W-Boson-Masse

M 2
W =

1

2
g2(v2

1 + v2
2) (4.24)

gilt.

Mit Hilfe der unitären Transformationen(
H0

h0

)
= Uφ0

(
φ0

1

φ0
2

)
mit Uφ0 =

(
cosα sinα
− sinα cosα

)
, (4.25)

(
G0

A0

)
= Uζ0

(
ζ0
1

ζ0
2

)
mit Uζ0 =

(
cosβB sin βB
− sin βB cosβB

)
, (4.26)

(
G±

H±

)
= Uφ±

(
φ±

1

φ±
2

)
mit Uφ± =

(
cosβB sin βB
− sin βB cosβB

)
(4.27)

können die Massenmatrizen auf Diagonalgestalt gebracht werden. Der bilineare Anteil des
Higgs-Potential kann dann durch die Masseneigenzustände ausgedrückt werden:

VHiggs|bil. =
1

2

(
H0, h0

)
Dφ0

(
H0

h0

)
+

1

2

(
G0, A0

)
Dζ0

(
G0

A0

)
+
(
G+, H+

)
Dφ±

(
G−

H−

)
, (4.28)

wobei

Dφ0 = Uφ0 Mφ0 U+
φ0 = diag

(
(M

(0)

H0)2, (M
(0)

h0 )2
)
, (4.29)

Dζ0 = Uζ0 Mζ0 U+
ζ0

= diag
(
0, M 2

A0

)
, (4.30)

Dφ± = Uφ± Mφ± U+
φ±

= diag
(
0, M 2

H±

)
(4.31)

gilt. Der Wert des Mischungswinkels βB stimmt auf Born-Niveau mit dem Wert von β,
welches über das Verhältnis der Higgs-Vakuumerwartungswerte definiert ist (tanβ = v2

v1
),

überein:

βB = βB(orn) = β . (4.32)

Der Mischungswinkel α wird über folgende Relation bestimmt:

tan 2α = tan 2β
M 2

A0 +M 2
Z

M 2
A0 −M 2

Z

mit − π

2
< α < 0 . (4.33)
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4. Der Higgs-Sektor im reellen MSSM

4.2. Der Higgs-Sektor in höheren Ordnungen

In diesem Kapitel werden allgemeine Ausdrücke für die Higgs-Selbstenergien angegeben. Sie
vereinfachen sich stark auf Zwei-Schleifen-Niveau, wenn man nur die dominanten Beiträge
berücksichtigt (siehe Kapitel 4.3). Die Ausdrücke der Zwei-Schleifen-Selbstenergien, die in
der expliziten Berechnung der Higgs-Massen verwendet werden, sind in Abschnitt 4.3.3
zusammengestellt.

4.2.1. Renormierte Selbstenergien im Higgs-Sektor

Für die Berechnung der Higgs-Massen in höheren Ordnungen ist die Kenntnis der renor-
mierten Higgs-Selbstenergien notwendig (siehe (4.6)), vor allem werden im Higgs-Sektor
im Fall reeller Parameter die Selbstenergien der ungeladenen Higgs-Bosonen benötigt. Die
explizite Herleitung der Selbstenergien zweier neutraler Teilchen ist in Anhang B.1 auf-
geführt.

Wie in Kapitel 3.2 beschrieben, erfolgt die Parameterrenormierung, indem man nackte
Parameter durch renormierte Größen und Counterterme ersetzt. Die Parameter des rei-
nen ungeladenen, CP-geraden bzw. CP-ungeraden Higgs-Sektors sind in der Massenmatrix
Mφ0 bzw. Mζ0 enthalten. Anstatt alle Parameter einzeln aufzuführen, erhalten hier die
Massenmatrizen Counterterme:

Mφ0 → Mφ0 + δM(1)

φ0 + δM(2)

φ0 , (4.34)

Mζ0 → Mζ0 + δM(1)

ζ0
+ δM(2)

ζ0
, (4.35)

wobei δM(i)

φ0 bzw. δM(i)

ζ0
der Massenmatrix-Counterterm i-ter Schleifenordnung ist und

alle Parameter-Counterterme der i-ten Ordnung enthält (siehe auch Abschnitt 4.2.2). Zur
Feldrenormierung werden die nackten Felder durch renormierte Felder und Z-Faktoren
ersetzt und gemäß (3.3) entwickelt:

H1 =

(
v1 + 1√

2
(φ0

1 − iζ0
1 )

−φ−
1

)
→
√
ZH1

H1 =
[
1 +

1

2
(δZ

(1)
H1

+ ∆ZH1
)
]
H1 , (4.36)

H2 =

(
φ+

1

v2 + 1√
2
(φ0

2 + iζ0
2 )

)
→
√
ZH2

H2 =
[
1 +

1

2
(δZ

(1)
H2

+ ∆ZH2
)
]
H2 . (4.37)

Um endliche Ergebnisse zu erhalten, reicht es aufgrund der SU(2)-Invarianz aus, die Kom-
ponenten der Higgs-Dubletts gleich zu behandeln und universelle Z-Faktoren zu verwen-
den. Die Z-Faktoren δZ

(1)
Hi

sind von Ein-Schleifen-Ordnung, die ∆ZHi
von Zwei-Schleifen-

Ordnung mit i = 1, 2. Die Z-Faktoren ∆ZHi
enthalten den echten Zwei-Schleifen-Anteil

der Entwicklung der Z-Faktoren, δZ
(2)
Hi

, sowie das Quadrat des Ein-Schleifen-Anteils dieser
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Entwicklung, (δZ
(1)
Hi

)2, das formal von Zwei-Schleifen-Ordnung ist:

∆ZHi
= δZ

(2)
Hi

− 1

4

(
δZ

(1)
Hi

)2

. (4.38)

Unter Verwendung, daß die unitäre Matrix Uφ0 die Massenmatrix Mφ0 zu Dφ0 diagonalisiert
(4.29), erhält man für die renormierten Ein-Schleifen-Higgs-Selbstenergien der CP-geraden
ungeladen Higgs-Felder

Σ̂
(1)

H0h0(k2) = Σ
(1)

H0h0(k2) +
1

2
k2(δZ̃+

φ0 + δZ̃φ0)

− 1

2
(δZ̃+

φ0 Dφ0 + Dφ0 δZ̃φ0) − Uφ0 δM(1)

φ0 U+
φ0 (4.39)

und für die dazugehörigen renormierten Zwei-Schleifen-Higgs-Selbstenergien

Σ̂
(2)

H0h0(k2) = Σ
(2)

H0h0(k2) +
1

2
k2(∆Z̃+

φ0 + ∆Z̃φ0 +
1

2
δZ̃+

φ0 δZ̃φ0)

− 1

2
(∆Z̃+

φ0 Dφ0 + Dφ0 ∆Z̃φ0 +
1

2
δZ̃+

φ0 Dφ0 δZ̃φ0)

− Uφ0 δM(2)

φ0 U+
φ0 −

1

2
(δZ̃+

φ0 Uφ0 δM(1)

φ0 U+
φ0 + Uφ0 δM(1)

φ0 U+
φ0 δZ̃φ0). (4.40)

Zur Abkürzung wurde die Schreibweise

δZ̃φ0 = Uφ0 δZ(1)
H U+

φ0 mit δZ(1)
H =

(
δZ

(1)
H1

0

0 δZ
(1)
H2

)
(4.41)

∆Z̃φ0 = Uφ0 ∆ZH U+
φ0 mit ∆ZH =

(
∆ZH1

0
0 ∆ZH2

)
(4.42)

verwendet.

Entsprechend erhält man für die renormierten Selbstenergien der ungeladenen, CP-
ungeraden Higgs-Felder auf Ein-Schleifen-Niveau folgenden Ausdruck:

Σ̂
(1)

G0A0(k2) = Σ
(1)

G0A0(k2) +
1

2
k2(δZ̃+

ζ0
+ δZ̃ζ0)

− 1

2
(δZ̃+

ζ0
Dζ0 + Dζ0 δZ̃ζ0) − Uζ0 δMζ0 U+

ζ0
. (4.43)

Die dazugehörigen renormierten Zwei-Schleifen-Selbstenergien sind:

Σ̂
(2)

G0A0(k2) = Σ
(2)

G0A0(k2) +
1

2
k2(∆Z̃+

ζ0
+ ∆Z̃ζ0 +

1

2
δZ̃+

ζ0
δZ̃ζ0)

− 1

2
(∆Z̃+

ζ0
Dζ0 + Dζ0 ∆Z̃ζ0 +

1

2
δZ̃+

ζ0
Dζ0 δZ̃ζ0)

− Uζ0 δM(2)

ζ0
U+
ζ0

+
1

2
(δZ̃+

ζ0
Uζ0 δM(1)

ζ0
U+
ζ0

+ Uζ0 δM(1)

ζ0
U+
ζ0
δZ̃ζ0) . (4.44)
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Dabei wurde verwendet, daß die Massenmatrix der CP-ungeraden Higgs-Felder Mζ0 (4.12)
durch die unitäre Matrix Uζ0 (4.26) zu Dζ0 diagonalisiert (4.30) wird. Außerdem wurde die
Schreibweise

δZ̃ζ0 = Uζ0 δZ(1)
H U+

ζ0
, ∆Z̃ζ0 = Uζ0 ∆ZH U+

ζ0
(4.45)

eingeführt mit δZ(1)
H und ∆ZH , wie sie in (4.41) und (4.42) angegeben sind.

4.2.2. Higgs-Massenmatrizen unter Berücksichtigung höherer

Ordnungen

In Abschnitt 4.2.1 wird die Massenmatrix Mφ0 , welche die nackten Parameter enthält, mit
Hilfe der renormierten Massenmatrix und den dazugehörigen Countertermen eliminiert
(4.34). Zur Bestimmung der expliziten Gestalt dieser Counterterme müssen die nackten
Parameter im Higgs-Potential (4.2) durch renormierte Parameter mit den dazugehörigen
Countertermen ersetzt und der bilineare Anteil Ordnung für Ordnung berechnet werden.

Tadpol-Parameter

Bei Berücksichtigung höherer Ordnungen im Higgs-Potential ändert sich insbesondere ne-
ben dem bilinearen Anteil auch der in den Higgs-Feldern lineare Beitrag des Higgs-Poten-
tials. Die notwendige Bedingung für ein Minimum des Higgs-Potentials ist durch (4.3)
gegeben. Der lineare Beitrag des Higgs-Potentials spielt also bei der Bestimmung der Higgs-
Vakuumzustände eine entscheidende Rolle.

Lineare Terme höherer Ordnung im Higgs-Potential werden zum einen durch Ein-
Punkt-Vertex-Diagramme der Felder φ0

1 bzw. φ0
2 erzeugt. Diese Tadpol-Beiträge i-ter Ord-

nung werden mit T
(i)

φ0
1

und T
(i)

φ0
2

bezeichnet. Zum anderen bilden Counterterme der Parameter

des Higgs-Potentials und Z-Faktoren der Higgs-Felder Terme höherer Ordnung.

Anstatt alle ursprünglichen Parameter im linearen Anteil des Higgs-Potentials zu re-
normieren, ist es sinnvoll, zwei neue Parameter einzuführen, die Tadpol-Parameter tφ0

1
und

tφ0
2
, und diese zu renormieren:

tφ0
1

= −
(√

2(m2
1 + |µ|2)v1 −

√
2m2

3v2 +
v1(g

2 + g′2)(v2
1 − v2

2)

2
√

2

)
, (4.46)

tφ0
2

= −
(
−
√

2m2
3v1 +

√
2(m2

2 + |µ|2)v2 −
v2(g

2 + g′2)(v2
1 − v2

2)

2
√

2

)
. (4.47)

Durch die Tadpol-Parameter tφ0
1

und tφ0
2

werden die Parameter m2
1 und m2

2 eliminiert. Die
Gleichungen (4.46) und (4.47) entsprechen auf Born-Niveau den Gleichungen (4.15) und
(4.16), wobei die Tadpol-Parameter auf Born-Niveau verschwinden.
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4.2. Der Higgs-Sektor in höheren Ordnungen

Führt man die Parameter-Renormierung gemäß Kapitel 3.2 durch,

tφ0
i
→ tφ0

i
+ δt

(1)

φ0
i

+ δt
(2)

φ0
i

mit i = 1, 2 , (4.48)

und verwendet (4.36) und (4.37) zur Feldrenormierung, so kann man den linearen Anteil des
Higgs-Potentials – bis zur Zwei-Schleifen-Ordnung entwickelt – folgendermaßen schreiben:

VHiggs|lin =
n∑

i=1

(
−δt(1)

φ0
i

− T
(1)

φ0
i

− δt
(2)

φ0
i

− 1

2
δt

(1)

φ0
i

δZ
(1)
Hi

− T
(2)

φ0
i

)
φ0
i , (4.49)

Hier wurde schon verwendet, daß tφ0
i

auf Born-Niveau verschwindet. Damit v1 und v2

auch in Ein- und Zwei-Schleifen-Ordnung die Higgs-Vakuumerwartungswerte sind, muß
der in den φ0-, ζ0- und φ±-Feldern lineare Anteil des Higgs-Potentials verschwinden, so
daß Gleichung (4.3) an den Stellen v1 und v2 erfüllt ist. Aus dieser Bedingung erhält
man mit (4.49) neben den schon von der Betrachtung auf Born-Niveau bekannten Born-
Bedingungen tφ0

i
= 0 die folgenden Forderungen mit i = 1, 2:

T
(1)

φ0
i

+ δt
(1)

φ0
i

= 0 , (4.50)

T
(2)

φ0
i

+ δt
(2)

φ0
i

+
1

2
δt

(1)

φ0
i

δZ
(1)
Hi

= 0 . (4.51)

Massenmatrizen mit neuem Parameter-Satz

Die Massenmatrix Mφ0 , die in (4.11) gegeben ist, kann auch durch Parameter ausgedrückt
werden, die als physikalische Massen und Mischungswinkel interpretiert werden können.
Dabei wird ein Wechsel vom Satz der fundamentalen Parameter

m2
1, m2

2, m2
3, g′, g, v1, v2 (4.52)

zum Parameter-Satz

tφ0
1
, tφ0

2
, M 2

A0, e, MW , MZ , tanβ (4.53)

durchgeführt. tφ0
1
, tφ0

2
sind die in (4.46) und (4.47) eingeführten Tadpol-Parameter. MA0

ist die Masse des A0-Bosons (4.30). e bezeichnet die Elementarladung,

e =
g′g√
g′2 + g2

. (4.54)

Anstelle der Masse des Z-Bosons MZ in (4.23) oder der des W-Bosons MW in (4.24) kann
auch der elektroschwache Mischungswinkel durch cos θW ,

cos θW =
g√

g′2 + g2
=
MW

MZ

, (4.55)

25



4. Der Higgs-Sektor im reellen MSSM

eingeführt werden. Die Higgs-Vakuumerwartungswerte v1 und v2 kann man mit Hilfe von
tanβ (4.22) und MZ im Ausdruck für die Massenmatrix Mφ0 (4.11) eliminieren.

Mit diesen Ersetzungen nimmt die Massenmatrix Mφ0 folgende Form an:

Mφ0 =

(
Mφ0

11
Mφ0

12

Mφ0
21

Mφ0
22

)
, (4.56)

Mφ0
11

= M 2
Z cos2 β +

M 2
A0

cos2(β − βB)
sin2 β − e

tφ0
1

cosβB(cosβ cosβB + 2 sinβ sinβB)

2MZ cos θW sin θW cos2(β − βB)

+ e
tφ0

2
cos2 βB sin β

2MZ cos θW sin θW cos2(β − βB)
, (4.57)

Mφ0
12

= −(
M 2

A0

cos2(β − βB)
+M 2

Z) sin β cosβ − e
tφ0

1
sin β sin2 βB + tφ0

2
cosβ cos2 βB

2MZ cos θW sin θW cos2(β − βB)
, (4.58)

Mφ0
21

= Mφ0
12
, (4.59)

Mφ0
22

=
M 2

A0

cos2(β − βB)
cos2 β +M 2

Z sin2 β + e
tφ0

1
cosβ sin2 βB

2MZ cos θW sin θW cos2(β − βB)

− e
tφ0

2
(sinβ sin2 βB + cosβ sin 2βB)

2MZ cos θW sin θW cos2(β − βB)
. (4.60)

Über die Masse des A0-Bosons, M 2
A0 = (Uζ0Mζ0U+

ζ0
)22 (vgl. (4.30)), wurde der Mischungs-

winkel βB in den Ausdruck für die Massenmatrix Mφ0 eingeführt. Auf Born-Niveau nimmt
βB den Wert von β an. Da in dieser Arbeit das Renormierungsschema so gewählt wurde,
daß die Mischungsmatrix Uζ0 nicht renormiert wird, erhält βB im Gegensatz zu β bzw.
tanβ keinen Counterterm.

Renormierte Massenmatrizen und dazugehörige Countertermmatrizen

Ausgangspunkt zur Herleitung der renormierten Massenmatrix und der dazugehörigen
Countertermmatrizen ist die Massenmatrix Mφ0 aus Gleichung (4.56). Die zu renormieren-
den Parameter in dieser Matrix werden durch renormierte Parameter und Counterterme
bis zur Zwei-Schleifen-Ordnung ersetzt,

M 2
A0 →M 2

A0 + δM 2
A0

(1)
+ δM 2

A0

(2)
, (4.61)

M 2
Z →M 2

Z + δM 2
Z

(1)
+ δM 2

Z

(2)
, (4.62)

M 2
W →M 2

W + δM 2
W

(1)
+ δM 2

W

(2)
, (4.63)

tφ0
1
→ tφ0

1
+ δt

(1)

φ0
1

+ δt
(2)

φ0
1

, (4.64)
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tφ0
2
→ tφ0

2
+ δt

(1)

φ0
2

+ δt
(2)

φ0
2

, (4.65)

tanβ → tanβ + δ tan(1) β + δ tan(2) β , (4.66)

e→ (1 + δZ(1)
e + δZ(2)

e )e . (4.67)

Der erhaltene Ausdruck wird entwickelt, so daß die Matrix in eine renormierte Matrix Mφ0 ,

eine Countertermmatrix von Ein-Schleifen-Ordnung δM(1)

φ0 und eine Countertermmatrix

von Zwei-Schleifen-Ordnung δM(2)

φ0 aufgeteilt werden kann:

Mφ0 → Mφ0 + δM(1)

φ0 + δM(2)

φ0 , (4.68)

Mφ0 =

(
M 2

Z cos2 β +M 2
A0 sin2 β −(M 2

A0 +M 2
Z) sinβ cosβ

−(M 2
A0 +M 2

Z) sinβ cosβ M 2
A0 cos2 β +M 2

Z sin2 β

)
, (4.69)

δM(1)

φ0 =

(
sin2 β − sin β cosβ

− sin β cosβ cos2 β

)
δM 2

A0

(1)
+

(
cos2 β − sin β cosβ

− sin β cosβ sin2 β

)
δM 2

Z

(1)

+

(
2 cos3 β sin β(M 2

A0 −M 2
Z) − cos2 β cos(2β)(M 2

A0 +M 2
Z)

− cos2 β cos(2β)(M 2
A0 +M 2

Z) −2 cos3 β sin β(M 2
A0 −M 2

Z)

)
δ tan(1) β

+
e

2MZ cos θW sin θW

(
− cosβ(1 + sin2 β) − sin3 β

− sin3 β cosβ sin2 β

)
δt

(1)

φ0
1

+
e

2MZ cos θW sin θW

(
cos2 β sin β − cos3 β
− cos3 β −(1 + cos2 β) sin β

)
δt

(1)

φ0
2

, (4.70)

δM(2)

φ0 =

(
sin2 β − sin β cosβ

− sin β cosβ cos2 β

)
δM 2

A0

(2)
+

(
cos2 β − sin β cosβ

− sin β cosβ sin2 β

)
δM 2

Z

(2)

+

(
2 cos3 β sin β(M 2

A0 −M 2
Z) − cos2 β cos(2β)(M 2

A0 +M 2
Z)

− cos2 β cos(2β)(M 2
A0 +M 2

Z) −2 cos3 β sin β(M 2
A0 −M 2

Z)

)
δ tan(2) β

+
e

2MZ cos θW sin θW

(
− cosβ(1 + sin2 β) − sin3 β

− sin3 β cosβ sin2 β

)
δt

(2)

φ0
1

+
e

2MZ cos θW sin θW

(
cos2 β sin β − cos3 β
− cos3 β −(1 + cos2 β) sin β

)
δt

(2)

φ0
2

+

(
2 cos3 β sin β − cos2 β cos(2β)

− cos2 β cos(2β) −2 cos3 β sinβ

)
δM 2

A0

(1)
δ tan(1) β

bitte umblättern!−−−−−−−−−→
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+

(
−2 cos3 β sin β − cos2 β cos(2β)
− cos2 β cos(2β) 2 cos3 β sinβ

)
δM 2

Z

(1)
δ tan(1) β

+
[1

2

(
− cos4 β

(
1 − 3 cos(2β)

)
cos3 β sin β

(
1 + 3 cos(2β)

)

cos3 β sin β
(
1 + 3 cos(2β)

)
6 cos4 β sin2 β

)
M 2

A0

+

(
cos4 β

(
1 − 2 cos(2β)

)
cos3 β sin β

(
1 + 2 cos(2β)

)

cos3 β sinβ
(
1 + 2 cos(2β)

)
− cos4 β

(
1 − 2 cos(2β)

)
)
M 2

Z

]
(δ tan(1) β)2

+
[ e

2MZ cos θW sin θW

(
− cos4 β sinβ − cos3 β sin2 β
− cos3 β sin2 β − cos2 β sin3 β

)
δ tan(1) β

+

(
− cosβ(1 + sin2 β) − sin3 β

− sin3 β cosβ sin2 β

)( e

2MZ cos θW sin θW
δZ(1)

e

− e cos θW
4M 3

Z sin3 θW
δM 2

Z

(1)
+
e(cos2 θW − sin2 θW )

4M 3
Z cos3 θW sin3 θW

δM 2
W

(1)
)]
δt

(1)

φ0
1

+
[ e

2MZ cos θW sin θW

(
cos5 β cos4 β sin β

cos4 β sin β cos3 β sin2 β

)
δ tan(1) β

+

(
cos2 β sinβ − cos3 β
− cos3 β −(1 + cos2 β) sin β

)( e

2MZ cos θW sin θW
δZ(1)

e

− e cos θW
4M 3

Z sin3 θW
δM 2

Z

(1)
+
e(cos2 θW − sin2 θW )

4M 3
Z cos3 θW sin3 θW

δM 2
W

(1)
)]
δt

(1)

φ0
2

, (4.71)

wobei hier schon tφ0
1,2

= 0 und tanβB = tanβ verwendet wurde.

In expliziten Rechnungen werden die Tadpole-Parameter tφ0
1,2

durch die Tadpole-Parameter
tH0,h0 ersetzt,

tφ0
1

= cosα tH0 − sinα th0 , (4.72)

tφ0
2

= sinα tH0 + cosα th0 , (4.73)

mit dem Winkel α aus (4.33).

4.3. Renormierte Selbstenergien der CP-geraden

neutralen Higgs-Bosonen

Während in Kapitel 4.2 der Higgs-Sektor der ungeladenen Felder, speziell der CP-geraden
neutralen Higgs-Felder, allgemein behandelt wurde, wird in diesem Kapitel auf die explizite

28



4.3. Renormierte Selbstenergien der CP-geraden neutralen Higgs-Bosonen

Berechnung der Selbstenergien eingegangen. Dazu gehört insbesondere die Festlegung der
Renormierungskonstanten und die Identifizierung der dominanten Zwei-Schleifen-Terme.

4.3.1. Ein-Schleifen-Ordnung O(α)

Die Berechnung der Ein-Schleifen-Selbstenergien (4.39) wird exakt durchgeführt. Zur Be-
rechnung der Selbstenergie (4.39) ist die Festlegung der Counterterme, die in den Abschnit-
ten 4.2.1 und 4.2.2 eingeführt werden, notwendig:

• Der Counterterm zum Quadrat der A-Boson-Masse δM 2
A0

(1)
wird durch die On-Shell-

Bedingung,

ReΣ̂
(1)

G0A0(M 2
A0)|22 = 0 , (4.74)

festgelegt, wobei Σ̂
(1)

G0A0 durch (4.43) gegeben ist. Der Realteil des inversen Teil-
chenpropagators des A-Bosons hat dann eine Nullstelle bei M 2

A0. MA0 besitzt somit
auf Ein-Schleifen-Niveau die Bedeutung der physikalischen A-Boson-Masse1. Für den
A-Boson-Massen-Counterterm ergibt sich damit:

δM 2
A0

(1)
= (Uζ0δM(1)

ζ0
U+
ζ0

)22 = ReΣ
(1)

G0A0(M 2
A0)|22 = ReΣ

(1)

A0A0(M
2
A0) . (4.75)

• Der Counterterm zur Z-Boson-Masse wird ebenfalls on-shell festgelegt, d.h. der Re-
alteil des inversen Propagators des Z-Bosons soll eine Nullstelle bei M 2

Z haben, so
daß MZ die Bedeutung der physikalischen Masse hat:

ReΣ̂
(1)
ZZ(M 2

Z) = 0 . (4.76)

Die renormierte Z-Selbstenergie Σ̂ZZ ist dabei gegeben durch:

Σ̂
(1)
ZZ(k2) = Σ

(1)
ZZ(k2) + (k2 −M 2

Z)δZ
(1)
ZZ − δM 2

Z

(1)
. (4.77)

Das Quadrat der Z-Boson-Masse wurde durch das renormierte Massenquadrat mit
Counterterm,

M 2
Z →M 2

Z + δM 2
Z

(1)
, (4.78)

und die nackten Felder der ungeladenen Eichbosonen Aµ und Zµ wurden durch die
renormierten Felder mit Z-Faktoren,

(
Aµ
Zµ

)
→
(

1 +
1

2

(
δZ

(1)
γγ δZ

(1)
γZ

δZ
(1)
Zγ δZ

(1)
ZZ

))(Aµ
Zµ

)
(4.79)

1In höheren Ordnungen, die über das Ein-Schleifen-Niveau hinausgehen, liefert diese Bedingung für insta-
bile Teilchen eichabhängige Massen [76]. In diesem Fall kann der Realteil des Pols des Propagators als
physikalische Masse interpretiert werden. Der Unterschied in den Massen beider Betrachtungsweisen
ist von der Ordnung O(α2).
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in der Lagrangedichte ersetzt. Damit erhält man für den Counterterm des Quadrats
der Z-Boson-Masse folgendes:

δM 2
Z

(1)
= ReΣ

(1)
ZZ(M 2

Z) . (4.80)

• Die Tadpol-Parameter werden analog zu (4.50) durch die Bedingungen

T
(1)

φ0
1

+ δt
(1)

φ0
1

= 0 , (4.81)

T
(1)

φ0
2

+ δt
(1)

φ0
2

= 0 (4.82)

bestimmt, so daß, wie in Abschnitt 4.2.2 beschrieben, die Parameter v1 und v2

auch in Ein-Schleifen-Ordnung die Bedeutung der Higgs-Vakuumerwartungswerte
haben. T

(1)

φ0
1

bzw. T
(1)

φ0
2

setzt sich aus allen Ein-Schleifen-Beiträgen der Ein-Punkt-

Vertexdiagramme des φ0
1- bzw. φ0

2-Felds zusammen. Die Tadpol-Counterterme sind
dann:

δt
(1)

φ0
1

= −T (1)

φ0
1

, (4.83)

δt
(1)

φ0
2

= −T (1)

φ0
2

. (4.84)

• Die Z-Faktoren δZ
(1)
H1

und δZ
(1)
H2

werden im DR-Schema (siehe Kapitel 3.3) festgelegt:

δZ
(1)
H1

=
1

cos 2α

(
sin2 α ∆h0h0 − cos2 α ∆H0H0

)
, (4.85)

δZ
(1)
H2

=
1

cos 2α

(
sin2 α ∆H0H0 − cos2 α ∆h0h0

)
(4.86)

mit

∆h0h0 = Re
∂Σ

(1)

h0h0(k2)

∂k2

∣∣
k2=M2

h0

∣∣∣
div.

, ∆H0H0 = Re
∂Σ

(1)

H0H0(k
2)

∂k2

∣∣
k2=M2

H0

∣∣∣
div.

. (4.87)

Dabei wird der divergente Anteil der Ableitung der Selbstenergien herausprojiziert,
indem die Zwei-Punkt-Integrale A und B0 (siehe (C.10) und (C.11)) durch ihren
divergenten Anteil (3.7) ersetzt werden:

A(m)|div. = m2∆ , (4.88)

B0(p2,m1,m2)|div. = ∆ . (4.89)

Diese Festlegung führt zu einem stabileren Verhalten in Bereichen von Schwellen und
vermeidet damit unphysikalisch große Korrekturen [23,28].

• Ebenfalls wird im DR-Schema der Counterterm zu tanβ festgelegt,

δ tan(1) β = δ(1)

(
v2

v1

)
= tanβ

(1

2
(δZ

(1)
H2

− δZ
(1)
H1

) +
δv

(1)
2

v2
− δv

(1)
1

v1

)
(4.90)
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mit

vi →
√
ZHi

(vi + δv
(1)
i + ...) ≃ vi + δv

(1)
i +

1

2
viδZ

(1)
Hi

, i = 1, 2 . (4.91)

Die divergenten Anteile von δv
(1)
1 /v1 und δv

(1)
2 /v2 sind gleich (siehe auch [20, 21]).

Damit ist der Counterterm zu tanβ über die Z-Faktoren δZ
(1)
H1

und δZ
(1)
H2

gemäß
(4.85) und (4.86) bestimmt. Gegenüber einer On-Shell-Bedingung nach [20,21] bietet
eine DR-Bedingung für tanβ den Vorteil, daß sich dadurch numerische Instabilitäten
vermeiden lassen und daß sie zu einem prozessunabhängigen und auf Ein-Schleifen-
Niveau innerhalb der Klasse der Rξ-Eichungen eichunabhängigen Counterterm führt
[23,28,77].

4.3.2. Zwei-Schleifen-Ordnung O(αtαs), O(αbαs)

Die dominanten Beiträge zur Korrektur des Ein-Schleifen-Ergebnisses werden durch die
starke Wechselwirkung verursacht. Deswegen werden in folgendem nur Zwei-Schleifen-
Korrekturen der Ordnung O(ααs) betrachtet.

Auf Ein-Schleifen-Niveau liefern Terme proportional zum Quadrat der Top-Yukawa-
Kopplung λ2

t die größten Beiträge, da

λt ∼
mt

sin β
(4.92)

und der Wert der Top-Quark-Masse mt groß gegenüber den Werten der Massen der stan-
dardmodellartigen Teilchen ist. Für große tanβ können allerdings die Beiträge der Terme
proportional zum Quadrat der Bottom-Yukawa-Kopplung λ2

b von gleicher Größenordnung
sein, weil

λb
λt

∼ mb

mt

tanβ mit λb ∼
mb

cosβ
(4.93)

ist. Im folgenden werden die QCD-Korrekturen zu diesen Termen – also Zwei-Schleifen-
Korrekturen der Ordnung O(αtαs) und O(αbαs) mit α{t,b} ∼ λ2

{t,b} – betrachtet. Des wei-
teren wird in Zwei-Schleifen-Ordnung im Limes verschwindender Eichkopplungen g, g′

gerechnet. Die in den Zwei-Schleifen-Selbstenergien auftretenden Kopplungen sind dann
entweder proportional zu den Yukawa-Kopplungen λ{t, b} oder zur Eichkopplung der star-
ken Wechselwirkung gs.

Die Korrekturen der Ordnung O(αtαs) und O(αbαs) werden mit verschwindendem
äußeren Impuls berechnet. Diese Näherung wird dadurch gerechtfertigt, daß schon auf Ein-
Schleifen-Niveau der impulsabhängige Anteil der Top- und Bottom-Yukawa-Terme klein
ist.
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Abb. 4.1 stellt die Abhängigkeit der Masse des leichtesten Higgs-Bosons in Abhängig-
keit von tanβ dar. Man erkennt, daß für große tanβ die Berücksichtigung der Bottom-
Yukawa-Terme der Ordnung O(αb) für eine gute Näherung der Higgs-Masse notwendig ist.
Hierbei wurde der Wert der Bottom-Quark-Masse mit mb = 4.7 GeV angesetzt. Dies ist als
Wert einer effektiven Bottom-Quark-Masse anzusehen, bei dem große Korrekturen höherer
Ordnung zur Bottom-Quark-Masse berücksichtigt sind. Die Verwendung einer effektiven
Bottom-Quark-Masse mit großem Wert im Vergleich zum Wert der MS-Bottom-Quark-
Masse des Standardmodells ist für große tanβ und große |µ| gemäß Kapitel 5.4 gerecht-
fertigt. Außerdem wird aus Abb. 4.1 deutlich, daß die Impulsabhängigkeit der Yukawa-
Beiträge gering und die Näherung verschwindender äußerer Impulse gut ist.
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Abb. 4.1.: Abhängigkeit der Masse des leichtesten Higgs-Bosons h0 von tanβ in der Ordnung
O(α), in der Ordnung O(αt) und in der Ordnung O(αt) und O(αb). In der Ordnung
O(αt) wurden die Selbstenergien bei verschwindendem äußeren Impuls (p2 = 0)
berechnet. Dagegen wurden in der Ordnung O(αt) und O(αb) die Selbstenergi-
en sowohl in der Näherung eines verschwindenden äußeren Impulses (p2 = 0) als
auch ohne diese Näherung berechnet. Die Rechnung wurde mit einem Wert der
Bottom-Quark-Masse von mb = 4.7 GeV durchgeführt. Dieser Wert ist als Wert
einer effektiven Bottom-Quark-Masse zu betrachten, wobei effektiv bedeutet, daß
Korrekturen höherer Ordnung zur Bottom-Quark-Masse berücksichtigt wurden. Die
SUSY-Parameter wurden folgendermaßen gewählt: µ = −1000 GeV, MSUSY = 600
GeV, Af = 500 GeV, MA0 = 700 GeV, M2 = 100 GeV. M1 wurde über die GUT-
Relation (siehe Tab. 6.1) festgelegt.
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Mit diesen Annahmen und Näherungen vereinfacht sich der Ausdruck (4.40) für die
Zwei-Schleifen-Selbstenergie der CP-geraden Higgs-Bosonen erheblich. Terme mit Produk-
ten von Ein-Schleifen-Countertermen sind von Ordnung der O(α2), d.h. sie tragen nicht
zur Korrektur der betrachteten Ordnung O(α{t,b}αs) bei. Somit erhält man folgenden Aus-
druck:

Σ̂
(2)

H0h0(0) = Σ
(2)

H0h0(0) − 1

2
(∆Z̃+

φ0 Dφ0 + Dφ0 ∆Z̃φ0) − Uφ0 δM(2)

φ0 U+
φ0. (4.94)

Der Ausdruck (4.71) für den Higgs-Massenmatrix-Counterterm δM(2)

φ0 vereinfacht sich ent-
sprechend zu

δM(2)

φ0 =

(
sin2 β − sin β cosβ

− sin β cosβ cos2 β

)
δM 2

A0

(2)
+

(
cos2 β − sin β cosβ

− sin β cosβ sin2 β

)
δM 2

Z

(2)

+

(
2 cos3 β sinβ(M 2

A0 −M 2
Z) − cos2 β cos(2β)(M 2

A0 +M 2
Z)

− cos2 β cos(2β)(M 2
A0 +M 2

Z) −2 cos3 β sin β(M 2
A0 −M 2

Z)

)
δ tan(2) β

+
e

2MZ cos θW sin θW

(
− cosβ(1 + sin2 β) − sin3 β

− sin3 β cosβ sin2 β

)
δt

(2)

φ0
1

+
e

2MZ cos θW sin θW

(
cos2 β sin β − cos3 β
− cos3 β −(1 + cos2 β) sin β

)
δt

(2)

φ0
2

. (4.95)

Für die explizite Berechnung der Zwei-Schleifen-Selbstenergien müssen noch Renormie-
rungsbedingungen zur Bestimmung der Zwei-Schleifen-Counterterme ∆ZH1

, ∆ZH2
,

δ tan(2) β, δM 2
A0

(2)
, δM 2

Z
(2)

und δt
(2)

φ0
{1,2}

gestellt werden.

• Die Z-Faktoren werden wie auf Ein-Schleifen-Niveau im DR-Schema festgelegt. In
der betrachteten Ordnung besitzen die Z-Faktoren keinen divergenten Anteil, wie in
Anhang B.2 gezeigt wird. Es gilt folglich:

∆ZH1
= ∆ZH2

= 0 . (4.96)

• Die A-Boson-Masse wird – wie auch auf Ein-Schleifen-Niveau – über die renormierte
A-Boson-Selbstenergie Σ̂

(2)

G0A0|22 bestimmt. In der hier betrachteten Ordnung O(αtαs)
und O(αbαs) vereinfacht sich (4.44) unter Berücksichtigung von (4.96) zu:

Σ̂
(2)

G0A0(k2) = Σ
(2)

G0A0(k2) − Uζ0 δM(2)

ζ0
U+
ζ0
. (4.97)

In der Näherung verschwindender äußerer Impulse wird folgende Renormierungsbe-
dingung gestellt:

Σ̂
(2)

G0A0(0)|22 = 0 . (4.98)
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Damit erhält man für den Massencounterterm des A-Bosons in Zwei-Schleifen-Ord-
nung δM 2

A0

(2)
:

δM 2
A0

(2)
= (Uζ0 δM(2)

ζ0
U+
ζ0

)|22 = Σ
(2)

G0A0(0)|22 . (4.99)

• Der Massencounterterm des Z-Bosons wird über die Z-Boson-Selbstenergie on-shell
festgelegt. Da die Kopplungen an das Z-Boson proportional zu den Eichkopplungen
sind, und diese in der betrachteten Näherung zu null gesetzt werden, hat die Z-Boson-
Selbstenergie hier keine Beiträge der Ordnungen O(αtαs) und O(αbαs). Somit gilt

für den Massencounterterm des Z-Bosons δM 2
Z

(2)
:

δM 2
Z

(2)
= 0 . (4.100)

• Die Tadpol-Parameter werden auf Zwei-Schleifen-Niveau analog zu (4.51) unter Ver-
nachlässigung der O(α2)-Terme durch die Bedingungen

T
(2)

φ0
i

+ δt
(2)

φ0
i

= 0 mit i = 1, 2 (4.101)

festgelegt. Damit haben in dieser Ordnung die Parameter v1 und v2 die Bedeutung
der Higgs-Vakuumerwartungswerte, wie in Abschnitt 4.2.2 beschrieben. T

(2)

φ0
1

bzw.

T
(2)

φ0
2

setzt sich dabei aus allen Beiträgen der irreduziblen Zwei-Schleifen-Tadpol-

Diagramme der Ordnung O(αtαs) und O(αbαs) des φ0
1- bzw. φ0

2-Felds zusammen.
Für die Tadpol-Counterterme gilt also:

δt
(2)

φ0
i

= −T (2)

φ0
i

mit i = 1, 2 . (4.102)

• Wie auf Ein-Schleifen-Niveau wird der Counterterm zu tan β im DR-Schema festge-
legt. Der Zwei-Schleifen-Counterterm zu tanβ läßt sich als

δ tan(2) β = tanβ
(1

2
(∆ZH2

− ∆ZH1
) +

δv
(2)
2

v2
− δv

(2)
1

v1

)
(4.103)

schreiben; dabei wurde zur Renormierung des Vakuumerwartungswertes folgende Er-
setzung verwendet:

vi → vi + δv
(1)
i +

1

2
viδZ

(1)
Hi

+ δv
(2)
i +

1

2
vi∆ZHi

, i = 1, 2 . (4.104)

Außerdem wurde berücksichtigt, daß die Produkte der Ein-Schleifen-Counterterme
keinen Beitrag in der betrachteten Ordnung liefern. Die Differenz δv

(2)
2 v−1

2 − δv
(2)
1 v−1

1

ist in diesem Fall analog zum Ein-Schleifen-Niveau UV-endlich. Mit (4.96) verschwin-
det in dieser Ordnung der Zwei-Schleifen-Counterterm zu tanβ:

δ tan(2) β = 0 . (4.105)
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4.3.3. Zusammenfassung

Die renormierte Ein-Schleifen-Higgs-Selbstenergie Σ̂
(1)

H0h0

Σ̂
(1)

H0h0(k2) = Σ
(1)

H0h0(k2) +
1

2
k2(δZ̃+

φ0 + δZ̃φ0)

− 1

2
(δZ̃+

φ0 Dφ0 + Dφ0 δZ̃φ0) − Uφ0 δM(1)

φ0 U+
φ0 (4.106)

wird exakt und vollständig berechnet. Der Counterterm zur Massenmatrix Mφ0 ist dabei
gegeben durch

δM(1)

φ0 =

(
sin2 β − sin β cosβ

− sin β cosβ cos2 β

)
δM 2

A0

(1)
+

(
cos2 β − sin β cosβ

− sin β cosβ sin2 β

)
δM 2

Z

(1)

+

(
2 cos3 β sinβ(M 2

A0 −M 2
Z) − cos2 β cos(2β)(M 2

A0 +M 2
Z)

− cos2 β cos(2β)(M 2
A0 +M 2

Z) −2 cos3 β sin β(M 2
A0 −M 2

Z)

)
δ tan(1) β

+
e

2MZ cos θW sin θW

(
− cosβ(1 + sin2 β) − sin3 β

− sin3 β cosβ sin2 β

)
δt

(1)

φ0
1

+
e

2MZ cos θW sin θW

(
cos2 β sin β − cos3 β
− cos3 β −(1 + cos2 β) sin β

)
δt

(1)

φ0
2

. (4.107)

Auf Zwei-Schleifen-Niveau werden nur Terme der Ordnung O(αtαs) und O(αbαs) in der
Näherung verschwindender schwacher Eichkopplungen g, g′ und verschwindender äußerer
Impulse berücksichtigt, so daß sich die Zwei-Schleifen-Higgs-Selbstenergie Σ̂

(2)

H0h0 verein-
facht zu

Σ̂
(2)

H0h0(0) = Σ
(2)

H0h0(0) − Uφ0 δM(2)

φ0 U+
φ0 . (4.108)

Hierbei wurde benutzt, daß die Z-Faktoren verschwinden. Für den Zwei-Schleifen-Counter-

term zur Massenmatrix Mφ0 erhält man in dieser Ordnung, da δ tan(2) β und δM 2
Z

(2)
ver-

schwinden, folgenden Ausdruck:

δM(2)

φ0 =

(
sin2 β − sin β cosβ

− sin β cosβ cos2 β

)
δM 2

A0

(2)

+
e

2MZ cos θW sin θW

(
− cosβ(1 + sin2 β) − sin3 β

− sin3 β cosβ sin2 β

)
δt

(2)

φ0
1

+
e

2MZ cos θW sin θW

(
cos2 β sin β − cos3 β
− cos3 β −(1 + cos2 β) sin β

)
δt

(2)

φ0
2

. (4.109)
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5. Der Quark-Squark-Sektor im reellen
MSSM

Bei der Berechnung der Higgsmassen bis zur Ordnung O(α{t,b}αs) spielen die Top/Bottom-
Quarks und deren Superpartner, die Squarks, der dritten Generation eine wichtige Rolle.
Sie treten schon auf Ein-Schleifen-Niveau als virtuelle Teilchen in den Schleifen auf und
liefern Beiträge zur Ordnung O(α{t,b}αs) auf Zwei-Schleifen-Niveau. Außer den Quarks und
Squarks sind auf Zwei-Schleifen-Niveau in der Ordnung O(α{t,b}αs) nur Gluonen und Glui-
nos in den Schleifen als virtuelle Teilchen vertreten. Gluonen und Gluinos treten allerdings
erst auf Zwei-Schleifen-Niveau auf.

Die Zwei-Schleifen-Selbstenergien der CP-geraden Higgs-Bosonen setzen sich aus
”
gene-

rischen“ Zwei-Schleifen-Diagrammen (wie z. B. in Abb. D.2) und Ein-Schleifen-Diagrammen
mit Ein-Schleifen-Counterterm-Einsetzungen (wie z.B. in Abb. D.3) zusammen. Um die
Diagramme mit Counterterm-Einsetzungen auswerten zu können, werden analytische Aus-
drücke für die Ein-Schleifen-Counterterme benötigt, die in diese Diagramme eingesetzt
werden. Ergebnisse, die man durch die Verwendung unterschiedlicher Renormierungssche-
mata bei gleichen Input-Parametern erhält, können zur Abschätzung des Fehlers dienen,
der durch den Abbruch der Störungsreihe verursacht wird. Dazu werden in Kapitel 5.3 vier
unterschiedliche Renormierungsschemata für den Bottom-Sbottom-Sektor vorgestellt, de-
ren Auswirkung in der numerischen Auswertung diskutiert wird. Für den Top-Stop-Sektor
hingegen wurde nur ein Renormierungsschema verwendet; die Fehlerdiskussion wurde in
diesem Teil der Arbeit auf den Bottom-Sbottom-Sektor beschränkt. Die aus dem Top-
Stop-Sektor herrührenden Korrekturen der Ordnung O(αtαs) zu den Higgs-Massen sind
für reelle Parameter bekannt [29–37], die Beiträge der Ordnung O(αbαs) aus dem Bottom-
Sbottom-Sektor zu den Higgs-Massen wurden noch nicht für beliebige tanβ berechnet.

In den Abschnitten 5.2 und 5.3 werden die im Top-Stop- und Bottom-Sbottom-Sektor
verwendeten Renormierungsschemata beschrieben, wobei nur Beiträge der starken Wech-
selwirkung, also der Ordnung O(αs), zu den Ein-Schleifen-Countertermen berücksichtigt
und die durch die elektroschwache Wechselwirkung verursachten Terme der Ordnung O(α)
vernachlässigt werden. Das ist ausreichend, um die Higgs-Selbstenergien bis zur Ord-
nung O(αtαs) bzw. O(αbαs) zu berechnen. Zunächst wird jedoch in Abschnitt 5.1.1 der
Quark-Squark-Sektor auf Born-Niveau und in Abschnitt 5.1.2 die Quark- und Squark-
Selbstenergien auf Ein-Schleifen-Niveau dargestellt.

37



5. Der Quark-Squark-Sektor im reellen MSSM

5.1. Der Quark-Squark-Sektor auf Born- und

Ein-Schleifen-Niveau

5.1.1. Der Quark-Squark-Sektor auf Born-Niveau

In diesem Abschnitt werden die Born-Relationen zwischen den Massen und den funda-
mentalen Parametern der Theorie hergeleitet. Während die Quarks ihre endliche Masse
nur durch die spontane SU(2) × U(1)-Symmetriebrechung erhalten, trägt zur Masse der
Squarks noch die explizite Supersymmetriebrechung bei.

Quarks

Durch die endlichen Higgs-Vakuumerwartungswerte enthalten die Quark-Yukawaterme im
Superpotential,

LSuperpot., Quarks =
[
ǫij(−λtĤ i

2Q̂
jÛ + λbĤ i

1Q̂
jD̂)
]∣∣
θθ

+h.c. , (5.1)

Terme, die bilinear in den Quarkfeldern sind1:

LMasse = λtv2tLt
C
R + λbv1bLb

C
R + h.c. . (5.2)

Diese Quarkmassenterme lassen sich schreiben als

LMasse = −mtt̄ t−mbb̄ b (5.3)

mit den Quarkmassen mt = λtv2 und mb = λbv1 und den zu 4-Spinoren zusammengefaßten
Weyl-Spinoren:

t =

(
tL
t̄CR

)
b =

(
bL
b̄CR

)
. (5.4)

Die Yukawa-Kopplungskonstanten λ können mit Hilfe der Quarkmassen mq, mit tanβ
gemäß (4.22) und der Masse des W-Bosons nach (4.24) durch

λt =
mt g√

2MW sinβ
, λb =

mb g√
2MW cosβ

(5.5)

ausgedrückt werden.

1Da im folgenden nur die dritte Generation eine Rolle spielt, werden hier die Spinoren mit t und b
bezeichnet. Diese Spinoren können bei Vernachlässigung der Familienmischung als generisch angesehen
werden, wobei t für die up- und b für die down-artigen Quarks steht.

38



5.1. Der Quark-Squark-Sektor auf Born- und Ein-Schleifen-Niveau

Squarks

Die Squarkmassenterme in der Lagrangedichte können als bilinearer Ausdruck geschrieben
werden:

LSfermionmasse = −
(
t̃+L , t̃

+
R

)
Mt̃

(
t̃L
t̃R

)
−
(
b̃+L , b̃

+
R

)
Mb̃

(
b̃L
b̃R

)
. (5.6)

Mt̃ und Mb̃ sind die 2 × 2-Massenmatrizen der up- und down-artigen Squarks, deren
Matrixelemente Beiträge erhalten aus:

• dem Softbrechungsanteil der Lagrangedichte,

Lsoft = −M 2
Lq̃

(t̃+L t̃L + b̃+L b̃L) −M 2
t̃R
t̃+R t̃R −M 2

b̃R
b̃+Rb̃R

− (λtAtv2t̃Lt̃
+
R + λbAbv1b̃Lb̃

+
R + h.c.) , (5.7)

• den F-Termen der Yukawaterme im Superpotential,

LF = −(λ2
tv

2
2(t̃+L t̃L + t̃+R t̃R) + λ2

bv
2
1(b̃+L b̃L + b̃+Rb̃R)

+ (−µ∗v1λtt̃
+
R t̃L − µ∗v2λbb̃

+
Rb̃L + h.c.) , (5.8)

• dem Feldstärkeanteil,

LD = −v
2
1 − v2

2

2

[
g2(Q̃+T 3Q̃+ t̃+RT

3t̃R + b̃+RT
3b̃R)

− g′
2
(Q̃+Y

2
Q̃+ t̃+R

Y

2
t̃R + b̃+R

Y

2
b̃R)
]
. (5.9)

In den Gleichungen (5.7), (5.8) und (5.9) werden die Higgsfelder im Grundzustand betrach-
tet. Aufgrund der gebrochenen SU(2)W × U(1)Y -Symmetrie treten Mischungsterme trotz
unterschiedlicher SU(2)W × U(1)Y -Quantenzahlen zwischen den rechts- und linkshändi-
gen Squarkfeldern auf, da die anderen Quantenzahlen übereinstimmen. Ersetzt man die
Yukawa-Kopplungskonstanten durch die Ausdrücke in (5.5) und die Hyperladung Y durch
die elektrische Ladung Q = T 3 + Y

2
– und beachtet dabei, daß die Ladung der rechtshändi-

gen Antiquarks das Negative der Ladung der linkshändigen Quarks ist – läßt sich folgender
Ausdruck für die Squarkmassenmatrix Mq̃ herleiten:

Mq̃ =

(
M 2

L +m2
q +M 2

Zc2β(T 3
q −Qqs

2
W ) mq(A

∗
q − µκ)

mq(Aq − µ∗κ) M 2
q̃R

+m2
q +M 2

Zc2βQqs
2
W

)
. (5.10)

c2β = cos(2β) und sW = sin θW wurden als abkürzende Schreibweisen eingeführt. Der Pa-
rameter κ ist für up-artige Squarks κ = cotβ und für die down-artigen Squarks κ = tanβ.
Qq ist die Quantenzahl der elektrischen Ladung der Squarks. Mit T 3

q ist der Eigenwert der
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dritten Komponente des Isospins der linkshändigen Sfermionen bezeichnet. Da in diesem
Teil der Arbeit CP-Invarianz angenommen wird, sind der Softbrechungsparameter Aq und
der Higgsmassenparameter µ reell.

Die Massenmatrix (5.10) kann durch eine unitäre Transformation Uq̃ diagonalisiert wer-
den. Sie ist im betrachteten Fall reeller Parameter durch einen Mischungswinkel parame-
trisierbar,

(
q̃1
q̃1

)
= Uq̃

(
q̃l
q̃r

)
, Uq̃ =

(
Uq̃11 Uq̃12
Uq̃21 Uq̃22

)
=

(
cos θq̃ sin θq̃
− sin θq̃ cos θq̃

)
, (5.11)

so daß die Massenmatrix in der (q̃1, q̃2)-Basis Diagonalgestalt annimmt,

Dq̃ = Uq̃Mq̃ U+
q̃ =

(
m2
q̃1

0
0 mq̃2

)
, (5.12)

mit den Eigenwerten m2
q̃1

und m2
q̃2

:

m2
q̃1,2

=
1

2
(M 2

L +M 2
q̃R

) +m2
q +

1

2
T 3
qM

2
Zc2β ±

1

2

M 2
L −M 2

q̃R
+M 2

Zc2β(T 3
q − 2Qq sin2 θW )

|M 2
L −M 2

q̃R
+M 2

Zc2β(T 3
q − 2Qq sin2 θW )|

×
√[

M 2
L −M 2

q̃R
+M 2

Zc2β(T 3
q − 2Qq sin2 θW )

]2
+ 4m2

q(Aq − µκ)2 . (5.13)

Die Squarkmassenmatrix kann jetzt auch durch die zwei Masseneigenwerte und den Mi-
schungswinkel folgendermaßen ausgedrückt werden:

Mq̃ =

(
cos2 θq̃ m

2
q̃1

+ sin2 θq̃ m
2
q̃2

sin θq̃ cos θq̃ (m2
q̃1
−m2

q̃2
)

sin θq̃ cos θq̃ (m2
q̃1
−m2

q̃2
) sin2 θq̃ m

2
q̃1

+ cos2 θq̃ m
2
q̃2

)
. (5.14)

5.1.2. Quark- und Squark-Selbstenergien auf Ein-Schleifen-Niveau

Zur Bestimmung der Parameter des Quark-Squark-Sektors auf Ein-Schleifen-Niveau, al-
so zur Festlegung der zu den Parametern gehörigen Counterterme (siehe Kap. 5.2 und
5.3), werden Quark- und Squark-Selbstenergien benötigt. Allgemeine Ausdrücke für diese
Selbstenergien werden in den nächsten zwei Abschnitten hergeleitet.

Quark-Selbstenergie auf Ein-Schleifen-Niveau

Zur Herleitung der Quark-Selbstenergie geht man vom unrenormierten Anteil der Fourier-
transformierten Lagrangedichte LQuark, in dem die Quarkfelder bilinear vorkommen, aus:

LQuark = ψ̄Lq
6kψLq

+ ψ̄Rq
6kψRq

−mqψ̄Lq
ψRq

−mqψ̄Rq
ψLq

. (5.15)
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Dabei ist ψLq
das linkshändige und ψRq

das rechtshändige Quarkfeld. Ersetzt man die
unrenormierten Parameter und Felder durch renormierte Größen,

mq → mq + δmq ,

ψLq
→ Z

1
2

ψL
ψLq

= (1 +
1

2
δZψL

)ψLq
,

ψRq
→ Z

1
2

ψR
ψRq

= (1 +
1

2
δZψR

)ψRq
, (5.16)

so erhält man die Lagrangedichte bestehend aus einem renormierten Anteil und einem
Counterterm-Anteil δLQuark,

δLQuark = δZψL
ψ̄Lq

6kψLq
+ δZψR

ψ̄Rq
6kψRq

−
(1

2
mq(δZψL

+ δZψR
) + δmq

)(
ψ̄Lq

ψRq
+ ψ̄Rq

ψLq

)
. (5.17)

Die renormierte Quarkselbstenergie Σ̂q setzt sich dann zusammen aus der unrenormierten
Selbstenergie und dem Counterterm-Anteil; sie kann in einen linkshändigen, einen rechts-
händigen und einen skalaren Anteil aufgespalten werden,

Σ̂qL(k2) = ΣqL(k2) + δZψL
,

Σ̂qR(k2) = ΣqR(k2) + δZψR
,

Σ̂qS (k2) = ΣqS(k2) − 1

2
(δZψL

+ δZψR
) − 1

mq

δmq , (5.18)

analog zur unrenormierten Selbstenergie Σq,

Σq(k) = 6kω−ΣqL(k2)+ 6kω+ΣqR(k2) +mqΣqS(k2) , (5.19)

wobei ω± = 1
2
(1 ± γ5) ist. Die unrenormierte Selbstenergie Σq ist durch die entsprechende

unrenormierte Zwei-Punkt-Vertex-Funktion Γq ohne Born-Anteil bestimmt:

Γq(k) = 6k −mq + Σq(k) . (5.20)

Squark-Selbstenergie auf Ein-Schleifen-Niveau

Um die renormierte Squark-Selbstenergie herzuleiten, kann man, wie in Kap. B.1 beschrie-
ben, vorgehen. In dieser Arbeit ist es ausreichend, sich auf das Ein-Schleifen-Niveau im
Squark-Sektor zu beschränken. Zunächst werden zur Renormierung des Squark-Sektors
Counterterme zur Massenmatrix eingeführt,

Mq̃ → Mq̃ + δMq̃ , (5.21)
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wobei δMq̃ alle Counterterme zu den in (5.10) vorkommenden Parametern enthält. Zur
Feldrenormierung wird statt der minimalen Ersetzung der Felder durch renormierte Felder
und Z-Faktoren,

(
q̃L
q̃R

)
→ (1 +

1

2
δZq̃)

(
q̃L
q̃R

)
mit δZq̃ =

(
δZq̃L 0

0 δZq̃R

)
, (5.22)

die zusammen mit den Parameter-Countertermen einen minimalen Satz von Renormie-
rungskonstanten bilden und alle auftretenden Divergenzen absorbieren können, eine Erset-
zung analog (B.11) verwendet:

(
q̃L
q̃R

)
→ U+

q̃ (1 +
1

2
δZ̃q̃)

(
q̃1
q̃2

)
, (5.23)

Dabei ist der matrixwertige Z-Faktor δZ̃q̃:

δZ̃q̃ = Uq̃δZq̃U+
q̃ − δZUq̃

=

(
δZ̃q̃11 δZ̃q̃12
δZ̃q̃21 δZ̃q̃22

)
, (5.24)

mit einer UV-endlichen Matrix δZUq̃
. Sie beschreibt die Abweichung der Transformation

Rq̃ von der unitären Transformation Uq̃ (5.11), welche die Felder von der (q̃L, q̃R)-Basis in
die (q̃1, q̃2)-Basis überführt:

Rq̃ = (1 +
1

2
δZUq̃

)Uq̃ . (5.25)

Mit diesen Ersetzungen erhält man dann für die renormierte matrixwertige Squark-
Selbstenergie:

Σ̂q̃(k
2) = Σq̃(k

2) +
1

2
k2(δZ̃+

q̃ + δZ̃q̃) −
1

2
(δZ̃+

q̃ Dq̃ + Dq̃δZ̃q̃) − Uq̃δMq̃U+
q̃ . (5.26)

Die renormierten Selbstenergien setzen sich dabei aus allen ein-Teilchen-irreduziblen Feyn-
man-Diagrammen zur entsprechenden renormierten Zwei-Punkt-Vertex-Funktion zusam-
men.

5.2. Renormierung im Top-Stop-Sektor

Das Teilchenspektrum des Top-Stop-Sektors umfaßt das Top-Quark und die dazugehörigen
Superpartner, die Top-Squarks. Der Top-Quark-Anteil liefert nur einen fundamentalen Pa-
rameter der Theorie, die Top-Yukawa-Kopplung λt. Diese kann durch die Top-Quark-Masse
mt ersetzt werden, da die Top-Quark-Masse und die Top-Yukawa-Kopplung in Beziehung
stehen; auf Born-Niveau ist diese Abhängigkeit durch Gleichung (5.5) gegeben. Der Anteil
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5.2. Renormierung im Top-Stop-Sektor

der Top-Squarks hingegen enthält drei fundamentale Parameter, den linkshändigen2 Bre-
chungsparameter M 2

L, den rechtshändigen Brechungsparameter M 2
t̃R

und den Brechungs-

parameter At. Die erstgenannten Brechungsparameter M 2
L und M 2

t̃R
stehen in direktem

Zusammenhang mit den Top-Squarkmassen und können durch diese ersetzt werden. Der
A-Parameter At liefert einen Beitrag zur Mischung der beiden Sfermionfelder und damit
auch zum Massen-Splitting. Der Mischungswinkel θt̃, der die Transformation von den ur-
sprünglichen Sfermionfeldern in der Lagrangedichte in die Felder des Masseneigenzustands
beschreibt (siehe (5.11)), ist abhängig von dem A-Parameter At und der Top-Quark-Masse
mt. Die Parameter µ und tanβ werden in dieser Arbeit nicht dem Squark-Sektor zu-
geordnet, sondern dem Gaugino- bzw. Higgs-Sektor. Da die zu µ und tanβ gehörenden
Ein-Schleifen-Counterterme nur Beiträge der Ordnung O(α) liefern, verschwinden sie in
der Ordnung O(αs).

Der Top-Stop-Sektor enthält also vier fundamentale Parameter. Die dazugehörigen vier
Counterterme müssen durch vier Renormierungsbedingungen festgelegt werden. Counter-
terme zu weiteren Parametern des Top-Stop-Sektors ergeben sich aus einer Kombination
dieser unabhängigen Counterterme. Zur vollständigen Renormierung der Theorie müssen
neben den Parametern auch die Felder renormiert werden und die dabei eingeführten Z-
Faktoren durch Renormierungsbedingungen bestimmt werden. Die Z-Faktoren der Quarks
und Squarks verschwinden jedoch bei der Berechnung der Higgsmassen, da Quarks und
Squarks nur als virtuelle Teilchen auftreten. So genügt es, im folgenden nur die Parameter
und deren Counterterme zu betrachten.

5.2.1. On-Shell-Renormierung

Im Top-Stop-Sektor werden On-Shell-Renormierungsbedingungen gestellt, so daß die Mas-
senparameter mt und mt̃{1,2}

die Bedeutung der physikalischen Massen erhalten; das heißt,

die dazugehörigen Propagatoren haben eine Polstelle mit Realteil mt bzw. m2
t̃{1,2}

3. Dieses

Renormierungsschema entspricht dem in [78] verwendeten Schema.

(i) Für die Top-Quark-Masse lautet die On-Shell-Renormierungs-Bedingung

ReΣ̂t(k)u(k)
∣∣
k2=m2

t

= 0, ū(k)ReΣ̂t(k)
∣∣
k2=m2

t

= 0 (5.27)

mit Σ̂t gegeben durch (5.18) und (5.19). u und ū sind die Spinoren der äußeren
Teilchen, also der Top-Quarks. Aus diesen Bedingungen erhält man dann für den

2Mit links- bzw. rechtshändigem Brechungsparameter wird der Brechungsparameter bezeichnet, der zu
dem Sfermionfeld gehört, welches das skalare Partnerfeld zum links- bzw. rechtshändigen Fermionfeld
ist.

3Für eine vollständige On-Shell-Renormierung der Squarks muß die Mischung der Felder Σ̂
t̃12

an den

Stellen m2
t̃{1,2}

verschwinden, was durch eine geeignete Wahl der Z-Faktoren δZ̃12 bzw. δZ̃21 erreicht

werden kann.
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5. Der Quark-Squark-Sektor im reellen MSSM

Counterterm δmt:

δmt =
1

2
mt

(
ReΣtL(m2

t ) + ReΣtR(m2
t ) + 2ReΣtS(m2

t )
)
. (5.28)

(ii) Für die Top-Squark-Massen erreicht man eine On-Shell-Renormierung durch die Be-
dingung, daß die Realteile der renormierten Selbstenergien (5.26) an der Stelle m2

t̃1

bzw. m2
t̃2

verschwinden:

ReΣ̂t̃11
(m2

t̃1
) = 0 , ReΣ̂t̃22

(m2
t̃2

) = 0 . (5.29)

Die Squark-Massen-Counterterme nehmen dann folgende Form an:

δm2
t̃1

=
(
Ut̃ δMt̃ U+

t̃

)
11

= ReΣt̃11
(m2

t̃1
) , (5.30)

δm2
t̃2

=
(
Ut̃ δMt̃ U+

t̃

)
22

= ReΣt̃22
(m2

t̃2
) . (5.31)

Die Counterterm-Matrix δMt̃ kann ausgehend von der Massenmatrix Mt̃ (5.14)
durch die Squark-Massen und dem Mischungswinkel θt̃ und den dazugehörigen Coun-
tertermen ausgedrückt werden:

(δMt̃)11 = cos2 θt̃ δm
2
t̃1

+ sin2 θt̃ δm
2
t̃2
− 2 sin θt̃ cos θt̃ (m2

t̃1
−m2

t̃2
) δθt̃ ,

(δMt̃)12 = sin θt̃ cos θt̃ (δm2
t̃1
− δm2

t̃2
) + cos(2θt̃)(m

2
t̃1
−m2

t̃2
) δθt̃ ,

(δMt̃)21 = (δMt̃)12 ,

(δMt̃)22 = sin2 θt̃ δm
2
t̃1

+ cos2 θt̃ δm
2
t̃2

+ 2 sin θt̃ cos θt̃ (m2
t̃1
−m2

t̃2
) δθt̃ . (5.32)

(iii) Der Top-Squark-Mischungswinkel wird so festgelegt, daß die Summe aus der renor-
mierten Sfermionmischung an der Stelle der ersten Top-Squarkmasse und der renor-
mierten Sfermionmischung an der Stelle der zweiten Top-Squarkmasse verschwindet:

ReΣ̂t̃12
(m2

t̃1
) + ReΣ̂t̃12

(m2
t̃2

) = 0 . (5.33)

Aus dieser Bedingung erhält man mit (5.26) und der Forderung4 δZt̃12 = δZt̃21 fol-
gende Relation:

δYt :=
(
Ut̃ δMt̃ U+

t̃

)
12

=
1

2

(
ReΣt̃12

(m2
t̃1

) + ReΣt̃12
(m2

t̃2
)
)
. (5.34)

Mit der Counterterm-Matrix δMt̃ (5.32) und der unitären Matrix Ut̃ (5.11) ergibt
sich daraus der Counterterm zum Mischungswinkel als

δθt̃ =
δYt

m2
t̃1
−m2

t̃2

=
ReΣt̃12

(m2
t̃1

) + ReΣt̃12
(m2

t̃2
)

2(m2
t̃1
−m2

t̃2
)

. (5.35)

4Bei einer Renormierung mit minimaler Anzahl von Z-Faktoren ist die Bedingung δZ
t̃12

= δZ
t̃21

erfüllt.
Aufgrund der Forderung (5.33) kann trotz der Bedingung δZ

t̃12
= δZ

t̃21
eine vollständige Entmischung

erreicht werden, wenn eine Renormierung mit einer Z-Faktor-Matrix mit vier unabhängigen Elementen
durchgeführt wird.
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5.3. Renormierung im Bottom-Sbottom-Sektor

Einige Vertizes sind vom A-Parameter abhängig. Der dazugehörende Counterterm δAt wird
über den Zusammenhang zwischen A-Parameter und Mischungswinkel bestimmt:

sin 2θt̃ =
2mt(At − µ cotβ)

m2
t̃1
−m2

t̃2

. (5.36)

Damit erhält man folgenden Ausdruck für den A-Parameter-Counterterm:

δAt =
1

mt

[1

2
sin 2θt̃

(
δm2

t̃1
− δm2

t̃2

)
+ cos 2θt̃(m

2
t̃1
−m2

t̃2
)δθt̃ (5.37)

− δmt(At − µ cotβ) +mt cotβ δµ−mt µ (cotβ)2 δ tanβ︸ ︷︷ ︸
O(α) : wird vernachlässigt

]
.

Der Zusammenhang von δAt und δθt̃ wurde unter Verwendung der speziellen Parametri-
sierung der unitären Matrix Ut̃ (5.11) hergeleitet. Allgemeiner läßt sich diese Abhängigkeit
über die Relation

(Ut̃11Ut̃22 + Ut̃12Ut̃21)δYt = − Ut̃11Ut̃12(δm
2
t̃1
− δm2

t̃2
) + (At − µ cotβ)δmt

+mtδAt + O(α) (5.38)

formulieren, wobei δYt :=
(
Ut̃δMt̃U+

t̃

)
12

den Mischungswinkel δθt̃ implizit enthält und der
Zusammenhang zwischen δYt und δθt̃ bei der verwendeten Parametrisierung explizit durch
die linke Seite von (5.35) gegeben ist.

5.3. Renormierung im Bottom-Sbottom-Sektor

Das Teilchen-Spektrum des Bottom-Sbottom-Sektors besteht aus dem Bottom-Quark und
den dazugehörigen Superpartnern, den Bottom-Squarks. Wie im Top-Stop-Sektor enthält
der Bottom-Quark-Anteil nur einen Parameter, die Bottom-Yukawa-Kopplung λb, die durch
die Bottom-Quark-Masse mb ersetzt werden kann. Im Bottom-Squark-Anteil gibt es wie-
derum drei fundamentale Parameter, den linkshändigen Brechungsparameter M 2

L, den
rechtshändigen Brechungsparameter M 2

b̃R
und den Brechungsparameter Ab. Aufgrund der

SU(2)-Invarianz ist jedoch der linkshändige Brechungsparameter M 2
L im Top-Stop-Sektor

mit dem entsprechendem im Bottom-Sbottom-Sektor identisch, so daß die Stop- und
Sbottom-Massen in Beziehung stehen:

U 2
b̃11
m2
b̃1

+ U 2
b̃12
m2
b̃2

= U 2
t̃11
m2
t̃1

+ U 2
t̃12
m2
t̃2

+m2
b −m2

t −M 2
W cos(2β) (5.39)

bzw. mit der speziellen Wahl der unitären Matrix Ut̃ (5.11)

cos2 θb̃m
2
b̃1

+ sin2 θb̃m
2
b̃2

= cos2 θt̃m
2
t̃1

+ sin2 θt̃m
2
t̃2

+m2
b −m2

t −M 2
W cos(2β) . (5.40)
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5. Der Quark-Squark-Sektor im reellen MSSM

Da die Parameter des Topsektor schon durch Renormierungsbedingungen festgelegt sind,
also auch M 2

L, sind im Bottom-Sbottom-Sektor nur noch drei Parameter zu renormieren. Im
folgenden wird die Sbottom-Masse mb̃2

, die den Brechungsparameter M 2
b̃R

ersetzt, immer

on-shell festgelegt, so daß der Propagator des b̃2-Feldes eine Polstelle mit Realteil m2
b̃2

hat:

ReΣ̂t̃22
(m2

b̃2
) = 0 . (5.41)

Der dazugehörige Counterterm ist dann:

δm2
b̃2

= ReΣb̃22
(m2

b̃2
) . (5.42)

Der Counterterm zur Sbottom-Masse mb̃1
wird über die Relation (5.40) bestimmt und kann

durch δmt, δm
2
t̃{1, 2}

, δθt̃, δmb, δm
2
b̃2

und δθb̃ ausgedrückt werden:

δm2
b̃1

= − tan2 θb̃δm
2
b̃2

+ 2 tan θb̃(m
2
b̃1
−m2

b̃2
)δθb̃ +

1

cos2 θb̃

[
cos2 θt̃δm

2
t̃1

+ sin2 θt̃δm
2
t̃2
− sin 2θt̃(m

2
t̃1
−m2

t̃2
)δθt̃ + 2mbδmb − 2mtδmt

− cos(2β)δM 2
W +

4M 2
W tanβ

(1 + tan2 β)2
δ tanβ

︸ ︷︷ ︸
O(α) : wird vernachlässigt

]
. (5.43)

Im folgenden sind die Counterterme δmt, δm
2
t̃{1, 2}

, δθt̃ und δm2
b̃2

immer unabhängig und

δAt und δm2
b̃1

abhängig, während δmb, δAb und δθb̃ sowohl als unabhängige als auch als

abhängige Counterterme auftreten. Ausgehend von Gleichung (5.39) erhält man eine allge-
meinere Form des Ausdrucks für den Counterterm δm2

b̃1
und ist dabei frei von der speziellen

Wahl der unitären Matrizen Ut̃ und Ub̃:

δm2
b̃1

=
1

U 2
b̃11

[
−U 2

b̃12
δm2

b̃2
+ 2Ub̃12Ub̃22δYb + U 2

t̃11
δm2

t̃1
+ U 2

t̃12
δm2

t̃2

− 2Ut̃12Ut̃22δYt + 2mbδmb − 2mtδmt

]
+ O(α) . (5.44)

Hier sind δYt :=
(
Ut̃δMt̃U+

t̃

)
12

– wie in (5.38) – bzw. δYb :=
(
Ub̃δMb̃U+

b̃

)
12

die Counterter-

me zu den Parametern Yt :=
(
Ut̃Mt̃U+

t̃

)
12

bzw. Yb :=
(
Ub̃Mb̃U+

b̃

)
12

, die auf Born-Niveau
verschwinden und deswegen nicht in der Gleichung (5.39) auftreten.

Nachdem die Counterterme zu den Sbottom-Massen bestimmt sind, müssen nur noch
Ausdrücke für die Counterterme der Bottom-Quark-Massemb, des Sbottom-Mischungswin-
kels θb̃ und des A-Parameters Ab gefunden werden. Die Bottom-Quark-Masse mb, der Mi-
schungswinkel θb̃ und der A-Parameter Ab hängen über die Relation

sin(2θb̃) =
2mb(Ab − µ tan β)

m2
b̃1
−m2

b̃2

(5.45)
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5.3. Renormierung im Bottom-Sbottom-Sektor

zusammen. Wenn zwei der zu den Parametern mb, θb̃ und Ab gehörenden Counterterme
festgelegt sind, kann der dritte über die Beziehung

(m2
b̃1
−m2

b̃2
) cos(2θb̃)δθb̃ = − 1

2
sin(2θb̃)(δm

2
b̃1
− δm2

b̃2
) + δmb(Ab − µ tanβ)

+mbδAb−mb(µ δ tanβ + tanβδµ)︸ ︷︷ ︸
O(α) : wird vernachlässigt

(5.46)

bestimmt werden. Analog zu (5.38) kann man diese Relation auch unabhängig von der
Wahl der unitären Matrizen Ut̃ und Ub̃ folgendermaßen ausdrücken:

(Ub̃11Ub̃22 + Ub̃12Ub̃21)δYb = − Ub̃11Ub̃12(δm
2
b̃1
− δm2

b̃2
) + (Ab − µ tan β)δmb

+mbδAb + O(α) . (5.47)

Zur Übersicht sind die unterschiedlichen Renormierungsschemata, die in Kapitel 6.2
untersucht werden, in Tabelle 5.1 zusammengestellt.

5.3.1. On-Shell-Renormierung analog zum Top-Stop-Sektor

Das in diesem Abschnitt beschriebene Renormierungsschema ist analog zu dem im Top-
Stop-Sektor verwendeten aufgebaut. Zu berücksichtigen ist, daß die Anzahl der unabhängi-
gen Parameter um eins geringer ist als im Topsektor.

(i) Wie im Top-Stop-Sektor wird die Bottom-Quark-Masse über eine On-Shell-Bedingung
festgelegt, so daß der Bottom-Massen-Parameter mb die Bedeutung der physikali-
schen Masse erhält:

ReΣ̂b(k)u(k)
∣∣
k2=m2

b

= 0, ū(k)ReΣ̂b(k)
∣∣
k2=m2

b

= 0 (5.48)

m2
b̃2

mb Ab θb̃

analog Top-Stop-Sektor (
”
mb OS“) on-shell on-shell on-shell

DR-Bottomquark-Masse (
”
mb DR“) on-shell DR DR

DR-Mischungswinkel u. Ab (
”
θb̃, Ab DR“) on-shell DR DR

on-shell Mischungswinkel u. Ab (
”
θb̃, Ab OS“) on-shell on-shell on-shell

Tabelle 5.1.: Zusammenstellung der vier betrachteten Renormierungsschemata für den
Bottom-Sbottom-Sektor: Die unausgefüllten Felder kennzeichnen die abhängigen
Größen.
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5. Der Quark-Squark-Sektor im reellen MSSM

wobei Σ̂b durch (5.18) und (5.19) gegeben ist und u und ū die Spinoren der äußeren
Teilchen, also der Bottom-Quarks, sind. Daraus erhält man dann für den Bottom-
Massen-Counterterm

δmb =
1

2
mb

(
ReΣbL(m2

b) + ReΣbR(m2
b) + 2ReΣbS(m2

b)
)
. (5.49)

(ii) Der Bottom-Squark-Mischungswinkel wird entsprechend (5.33) festgelegt:

ReΣ̂b̃12
(m2

b̃1
) + ReΣ̂b̃12

(m2
b̃2

) = 0 . (5.50)

Für den Mischungswinkel-Counterterm erhält man dann mit (5.11) und (5.14) und
der Forderung δZb̃12 = δZb̃21 folgenden Ausdruck:

δθb̃ =
δYb

m2
b̃1
−m2

b̃2

=
ReΣb̃12

(m2
b̃1

) + ReΣb̃12
(m2

b̃2
)

2(m2
b̃1
−m2

b̃2
)

. (5.51)

Damit sind alle unabhängigen Counterterme des Bottom-Sbottom-Sektors festge-
legt. Alle anderen Counterterme ergeben sich als Kombination aus den unabhängigen
Countertermen, insbesondere die Counterterme des A-Parameters und der weiteren
Bottom-Squarkmasse.

Der A-Parameter-Counterterm δAb wird mit (5.46) bestimmt und ergibt sich als:

δAb =
1

mb

[Ub̃22
Ub̃11

δYb − δmb(Ab − µ tan β − 2
Ub̃12
Ub̃11

mb)

+
Ub̃12
Ub̃11

(
−δm2

b̃2
+ U 2

t̃11
δm2

t̃1
+ U 2

t̃12
δm2

t̃2
− 2Ut̃12Ut̃22δYt − 2mtδmt

)

+
Ub̃12
Ub̃11

(
− cos(2β)δM 2

W +
4M 2

W tanβ

(1 + tan2 β)2
δ tanβ

)
+mb tanβ δµ+mbµ δ tanβ

︸ ︷︷ ︸
O(α) : wird vernachlässigt

]

=
1

mb

[
(m2

b̃1
−m2

b̃2
)δθb̃ − δmb(Ab − µ tanβ − 2 tan θb̃mb) + tan θb̃

(
−δm2

b̃2

− 2mtδmt + cos2 θt̃δm
2
t̃1

+ sin2 θt̃δm
2
t̃2
− sin 2θt̃(m

2
t̃1
−m2

t̃2
)δθt̃

)
+ O(α)

]
. (5.52)

Der Bottom-Squark-Massen-Counterterm δmb̃1
ist durch (5.43) gegeben.

Obwohl dieses Renormierungsschema formal dem im Top-Stop-Sektor entspricht, gibt
es entscheidende Unterschiede. Den Wert der Bottom-Quark-Polmasse aus experimen-
tellen Daten mit der benötigten Präzision zu bestimmen, gestaltet sich aufgrund nicht-
pertubativer Effekte als schwierig. Die Genauigkeit des Werts der Top-Quark-Polmasse
dagegen ist durch die Experimente begrenzt. Ein weiterer wichtiger Unterschied besteht in
dem anderen tanβ-Verhalten der Squark-Massenmatrizen. In die Bottom-Squark-Massen-
matrix geht tanβ, in die Top-Squark-Massenmatrix jedoch cotβ ein. Die Auswirkungen
dieser Unterschiede werden in Kapitel 6.2 detaillierter diskutiert.
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5.3.2. Bottom-Masse im DR-Schema

Mögliche Probleme, verursacht durch die Verwendung der Bottom-Quark-Polmasse, können
durch die Wahl eines Renormierungsschemas, in das die Bottom-Masse als laufende Größe
eingeht, vermieden werden. In folgendem Renormierungsschema werden neben der durch ei-
ne On-Shell-Bedingung festgelegten Sbottom-Masse m2

b̃2
die Bottom-Quark-Masse mb und

der A-Parameter Ab als unabhängige Parameter des Bottom-Sbottom-Sektors gewählt und
durch eine DR-Bedingung festgelegt.

(i) Den Bottom-Massen-Counterterm erhält man aus (5.49), in dem man die Zwei-
Punkt-Integrale A und B0 in den Selbstenergien Σ durch den divergenten Anteil
∆ gemäß (4.88) und (4.89) ersetzt. Damit ist der Bottom-Massen-Counterterm

δmb =
1

2
mb

(
ReΣbL(m2

b)|div. + ReΣbR(m2
b)|div. + 2ReΣbS (m2

b)|div.

)
. (5.53)

(ii) Entsprechendes gilt für den A-Parameter-Counterterm. Werden in (5.52) die Erset-
zungen (4.88) und (4.89) durchgeführt, so erhält man für den A-Parameter-Counter-
term:

δAb =
1

2

(
2
Ub̃12
Ub̃11

mb − Ab + µ tan β
)
[ReΣbL(m2

b)|div. + ReΣbR(m2
b)|div. + 2ReΣbS (m2

b)|div.]

+
1

mb

[ Ub̃22
2Ub̃11

[ReΣb̃12
(m2

b̃1
)|div. + ReΣb̃12

(m2
b̃2

)|div.] +
Ub̃12
Ub̃11

(
−ReΣb̃22

(m2
b̃2

)|div.

− Ut̃12Ut̃22[ReΣt̃12
(m2

t̃1
)|div. + ReΣt̃12

(m2
t̃2

)|div.] + U 2
t̃11

ReΣt̃11
(m2

t̃1
)|div.

+ U 2
t̃12

ReΣt̃22
(m2

t̃2
)|div. −m2

t [ReΣtL(m2
t )|div. + ReΣtR(m2

t )|div.

+ 2ReΣtS(m2
t )|div.]

)]
+ O(α)

=
1

2

(
2 tan θb̃mb − Ab + µ tan β

)
[ReΣbL(m2

b)|div. + ReΣbR(m2
b)|div. + 2ReΣbS (m2

b)|div.]

+
1

mb

[1

2
[ReΣb̃12

(m2
b̃1

)|div. + ReΣb̃12
(m2

b̃2
)|div.] + tan θb̃

(
−ReΣb̃22

(m2
b̃2

)|div.

− 1

2
sin 2θt̃[ReΣt̃12

(m2
t̃1

)|div. + ReΣt̃12
(m2

t̃2
)|div.] + cos2 θt̃ReΣt̃11

(m2
t̃1

)|div.

+ sin2 θt̃ReΣt̃22
(m2

t̃2
)|div. −m2

t [ReΣtL(m2
t )|div. + ReΣtR(m2

t )|div.

+ 2ReΣtS(m2
t )|div.]

)]
+ O(α) . (5.54)

Damit sind im Bottom-Sbottom-Sektor alle Counterterme festgelegt. Die Counterterme
zum Mischungswinkel und zur Sbottom-Masse mb̃1

erhält man als Kombination der obigen

49



5. Der Quark-Squark-Sektor im reellen MSSM

Counterterme und der des Top-Stop-Sektors. Der Counterterm zum Mischungswinkel, δθb̃
ergibt sich als:

δθb̃ =
δYb

m2
b̃1
−m2

b̃2

=
1

m2
b̃1
−m2

b̃2

[Ub̃11
Ub̃22

(
mbδAb + δmb(Ab − µ tan β) − mb tanβ δµ︸ ︷︷ ︸

O(α) : wird vernachlässigt

)

+
Ub̃12
Ub̃22

(
δm2

b̃2
− U 2

t̃11
δm2

t̃1
− U 2

t̃12
δm2

t̃2
+ 2Ut̃12Ut̃22(m

2
t̃1
−m2

t̃2
)δθt̃ − 2mbδmb

+ 2mtδmt + cos(2β)δM 2
W −

(Ub̃11
Ub̃12

mbµ+
4M 2

W tanβ

(1 + tan2 β)2

)
δ tanβ

︸ ︷︷ ︸
O(α) : wird vernachlässigt

)]

=
1

m2
b̃1
−m2

b̃2

[
mbδAb + δmb(Ab − µ tanβ) + tan θb̃

(
δm2

b̃2
− cos2 θt̃δm

2
t̃1

− sin2 θt̃δm
2
t̃2

+ sin 2θt̃(m
2
t̃1
−m2

t̃2
)δθt̃ − 2mbδmb + 2mtδmt

)
+O(α)

]
. (5.55)

Der Bottom-Squark-Massen-Counterterm δm2
b̃1

ist wiederum durch (5.43) gegeben.

5.3.3. DR-Renormierung des A-Parameters und des

Mischungswinkels

Eine weitere Möglichkeit zur Festlegung des Renormierungsschemas besteht in der Wahl des
Mischungswinkel und des A-Parameters – neben der on-shell festgelegten Sbottom-Masse
mb̃2

– als unabhängige Parameter, deren Counterterme durch DR-Bedingungen bestimmt
werden. Die Bottom-Quark-Masse ist dann ein abhängiger Parameter, dessen Counterterm
durch eine Kombination der Counterterme der unabhängigen Parameter gegeben ist.

(i) Der Counterterm zum Mischungswinkel wird dadurch bestimmt, daß im Ausdruck für
den On-Shell-Mischungswinkel (5.51) die Zwei-Punkt-Integrale, wie in (4.88), (4.89),
durch den divergenten Anteil ersetzt werden:

δθb̃ =
δYb

m2
b̃1
−m2

b̃2

=
ReΣb̃12

(m2
b̃1

)|div. + ReΣb̃12
(m2

b̃2
)|div.

2(m2
b̃1
−m2

b̃2
)

. (5.56)

(ii) Der A-Parameter-Counterterm ist wie in Abschnitt 5.3.2 durch (5.54) gegeben.

Alle Counterterme sind damit bestimmt. Die Counterterme zur Bottom-Quark-Masse, δmb,
und zur Bottom-Squark-Masse, δm2

b̃1
, setzen sich aus den oben berechneten Countertermen
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zusammen. Für den Counterterm der Bottom-Quark-Masse ergibt sich folgender Ausdruck
(der sich im Grenzfall Ab − µ tan β → 0 wohlverhält):

δmb =
[
−mbδAb +

Ub̃22
Ub̃11

δYb +
Ub̃12
Ub̃11

(
−δm2

b̃2
+ U 2

t̃11
δm2

t̃1
+ U 2

t̃12
δm2

t̃2

− 2Ut̃12Ut̃22δYt − 2mtδmt− cos(2β)δM 2
W +

4M 2
W tanβ

(1 + tan2 β)2
δ tanβ

︸ ︷︷ ︸
O(α) : wird vernachlässigt

)

+mbµ δ tanβ +mb tanβδµ︸ ︷︷ ︸
O(α) : wird vernachlässigt

][
Ab − µ tanβ − 2mb

Ub̃12
Ub̃11

]−1

=
[
−mbδAb + (m2

b̃1
−m2

b̃2
)δθb̃ + tan θb̃

(
cos2 θt̃δm

2
t̃1

+ sin2 θt̃δm
2
t̃2
− 2mtδmt

− sin 2θt̃(m
2
t̃1
−m2

t̃2
)δθt̃ − δm2

b̃2

)
+ O(α)

][
Ab − µ tanβ − 2mb tan θb̃

]−1

, (5.57)

und der Bottom-Squark-Massen-Counterterm δm2
b̃1

ist gegeben durch (5.43).

5.3.4. On-Shell-Renormierung des A-Parameters und des

Mischungswinkels

In [40] wurde eine Renormierungsbedingung an den Vertex A0b̃1b̃2 gestellt, um eine explizi-

te Abhängigkeit von der Renormierungsskala µDR zu vermeiden. In diesem Abschnitt wird
ein ähnliches Renormierungsschema beschrieben, wobei hier im Gegensatz zu [40] nicht
der Limes tanβ → ∞ verwendet wird. Die aus den Unterschieden zwischen diesem und
dem in [40] angewandten Renormierungschema resultierenden unterschiedlichen Werte für
die Higgsmasse werden in Kapitel 6.4 ausführlicher diskutiert. Analog zu [40] wird dieses
Schema als

”
on-shell“ bezeichnet, obwohl der Vertex A0b̃1b̃2 off-shell berechnet wird; die

renormierte Zwei-Schleifen-Selbstenergie der Higgs-Bosonen der Ordnung O(αbαs) hängt
weder bei Verwendung dieses Renormierungsschemas noch bei Anwendung eines Schemas,
in dem alle Renormierungsbedingungen on-shell gestellt werden, vom Regularisierungspa-
rameter µDR ab.

Als unabhängige Parameter werden außer der on-shell festgelegten Sbottom-Masse mb̃2

der Mischungswinkel θb̃ und der A-Parameter Ab gewählt.

(i) Für den Mischungswinkel wird dieselbe Renormierungsbedingung gestellt wie in Ab-
schnitt 5.3.1, und somit ist der zum Mischungswinkel gehörende Counterterm durch
(5.51) gegeben.
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(ii) Der Counterterm zum A-Parameter wird über den Vertex A0b̃1b̃2

A0

b̃2

b̃1

=̂ Λ̂(p2
A0, p2

b̃1
, p2

b̃2
) (5.58)

festgelegt, wobei Λ̂(p2
A0, p2

b̃1
, p2

b̃2
) die dazugehörige renormierte Drei-Punkt-Funktion

ist:

Λ̂(p2
A0, p2

b̃1
, p2

b̃2
) = Λ(p2

A0 , p2
b̃1
, p2

b̃2
) + (Ub̃11Ub̃22 − Ub̃12Ub̃21)

{ ie

2MW sin θW

[
mb tanβδAb

+ (µ+ tanβAb)
(
δmb +

1

2
mb(δZb̃1 b̃1 + δZb̃2 b̃2 + δZA0A0︸ ︷︷ ︸

O(α) : wird
vernachlässigt

)
)

+mb (δµ+ Abδ tanβ)︸ ︷︷ ︸
O(α) : wird
vernachlässigt

]
+ imb(µ+ tanβAb) δ

( e

2MW sin θW

)

︸ ︷︷ ︸
O(α) : wird vernachlässigt

}

+
1

2

(
K(G0b̃1b̃1) δZG0A0︸ ︷︷ ︸

O(α) : wird
vernachlässigt

+K(A0b̃1b̃1)︸ ︷︷ ︸
=0 für reelle

Parameter

δZb̃1 b̃2

+K(A0b̃2b̃2)︸ ︷︷ ︸
= 0 für reelle

Parameter

δZb̃2 b̃1

)
. (5.59)

φ1

K

φ2

φ3

K(φ1φ2φ3) bezeichnet die Born-Kopplung der Teilchen φ1, φ2 und
φ3. Da hier der Fall reeller Parameter, also das CP erhaltende
MSSM, betrachtet wird, verschwinden die Kopplungen K(A0b̃1b̃1)
und K(A0b̃2b̃2), so daß sich Λ̂(p2

A0, p2
b̃1
, p2

b̃2
) vereinfacht zu:

Λ̂(p2
A0, p2

b̃1
, p2

b̃2
) = Λ(p2

A0, p2
b̃1
, p2

b̃2
) +

ie

2MW sin θW
(Ub̃11Ub̃22 − Ub̃12Ub̃21)

[
mb tanβδAb

+ (µ+ tanβAb)
(
δmb +

1

2
mb

(
δZb̃1 b̃1 + δZb̃2 b̃2

))]
+ O(α)

= Λ(p2
A0, p2

b̃1
, p2

b̃2
) +

ie

2MW sin θW

[
mb tanβδAb

+ (µ+ tanβAb)
(
δmb +

1

2
mb

(
δZb̃1 b̃1 + δZb̃2 b̃2

))]
+ O(α) . (5.60)

Es wird folgende Renormierungsbedingung gestellt:

Λ̂(0,m2
b̃1
,m2

b̃1
) + Λ̂(0,m2

b̃2
,m2

b̃2
) = 0 . (5.61)
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Aus dieser Bedingung und unter Verwendung der Beziehung (5.46) zur Elimination
von δmb erhält man folgenden Ausdruck für den A-Parameter-Counterterm:

δAb = i
MW sin θW

emb tanβ(Ub̃11Ub̃22 − Ub̃12Ub̃21)

(
Λ(0,m2

b̃1
,m2

b̃1
) + Λ(0,m2

b̃2
,m2

b̃2
)
)

− µ+ Ab tanβ

2 tanβ

(
δZb̃1 b̃1 + δZb̃2 b̃2

)

− µ+ Ab tanβ

mb tanβ

[
i

MW sin θW
e tanβ(Ub̃11Ub̃22 − Ub̃12Ub̃21)

(
Λ(0,m2

b̃1
,m2

b̃1
) + Λ(0,m2

b̃2
,m2

b̃2
)
)

− mb(µ+ Ab tanβ)

2 tanβ

(
δZb̃1 b̃1 + δZb̃2 b̃2

)
−
Ub̃22
Ub̃11

δYb −
Ub̃12
Ub̃11

(
−δm2

b̃2

+ U 2
t̃11
δm2

t̃1
+ U 2

t̃12
δm2

t̃2
− 2Ut̃12Ut̃22δYt − 2mtδmt

)]

×
[
µ
(
tanβ +

1

tanβ

)
+ 2mb

Ub̃12
Ub̃11

]−1

+ O(α)

= i
MW sin θW
emb tanβ

(
Λ(0,m2

b̃1
,m2

b̃1
) + Λ(0,m2

b̃2
,m2

b̃2
)
)
− µ+ Ab tanβ

2 tanβ

(
δZb̃1 b̃1 + δZb̃2 b̃2

)

− µ+ Ab tanβ

mb tanβ

[
i
MW sin θW
e tan β

(
Λ(0,m2

b̃1
,m2

b̃1
) + Λ(0,m2

b̃2
,m2

b̃2
)
)

− mb(µ+ Ab tanβ)

2 tanβ

(
δZb̃1 b̃1 + δZb̃2 b̃2

)
− (m2

b̃1
−m2

b̃2
)δθb̃ − tan θb̃

(
−δm2

b̃2

+ cos2 θt̃δm
2
t̃1

+ sin2 θt̃δm
2
t̃2
− sin 2θt̃(m

2
t̃1
−m2

t̃2
)δθt̃ − 2mtδmt

)]

×
[
µ
(
tanβ +

1

tanβ

)
+ 2mb tan θb̃

]−1

+ O(α) , (5.62)

der noch unbestimmte Z-Faktoren enthält. Sie werden hier über die Bedingungen

Σ̂b̃ii
(m2

b̃1
) − Σ̂b̃ii

(m2
b̃2

) = 0 mit i = 1, 2 (5.63)

festgelegt. Daraus ergibt sich für die Z-Faktoren:

δZb̃ib̃i = −
Σb̃ii

(m2
b̃1

) − Σb̃ii
(m2

b̃2
)

m2
b̃1
−m2

b̃2

. (5.64)
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Über die Beziehung (5.46) kann der Bottom-Massen-Counterterm δmb in Abhängigkeit von
den unabhängigen Countertermen bestimmt werden:

δmb =
[
i

MW sin θW
e tanβ(Ub̃11Ub̃22 − Ub̃12Ub̃21)

(
Λ(0,m2

b̃1
,m2

b̃1
) + Λ(0,m2

b̃2
,m2

b̃2
)
)

− mb(µ+ Ab tanβ)

2 tanβ

(
δZb̃1 b̃1 + δZb̃2 b̃2

)
−
Ub̃22
Ub̃11

δYb

−
Ub̃12
Ub̃11

(
−δm2

b̃2
+ U 2

t̃11
δm2

t̃1
+ U 2

t̃12
δm2

t̃2
− 2Ut̃12Ut̃22δYt

− 2mtδmt

)][
µ
(
tanβ +

1

tanβ

)
+ 2mb

Ub̃12
Ub̃11

]−1

+ O(α)

=
[
i
MW sin θW
e tanβ

(
Λ(0,m2

b̃1
,m2

b̃1
) + Λ(0,m2

b̃2
,m2

b̃2
)
)

− mb(µ+ Ab tanβ)

2 tanβ

(
δZb̃1 b̃1 + δZb̃2 b̃2

)
− (m2

b̃1
−m2

b̃2
)δθb̃

− tan θb̃

(
−δm2

b̃2
+ cos2 θt̃δm

2
t̃1

+ sin2 θt̃δm
2
t̃2
− sin 2θt̃(m

2
t̃1
−m2

t̃2
)δθt̃

− 2mtδmt

)][
µ
(
tanβ +

1

tanβ

)
+ 2mb tan θb̃

]−1

+ O(α) . (5.65)

Auch hier kann der Sbottom-Massen-Counterterm δm2
b̃1

durch eine Kombination der an-

deren Counterterme (5.43) ausgedrückt werden.

5.4. Die Bottom-Quark-Masse

Wie schon in Abschnitt 5.3.1 und 5.3.2 erwähnt, ist die Bottom-Quark-Polmasse, im Gegen-
satz zu der von Teilchen wie dem Elektron, nicht experimentell direkt bestimmbar, da ein
Bottom-Quark nur im gebundenen Zustand auftritt. Insofern ist der Parameter

”
Bottom-

Quark-Masse mb“ nur ein formaler Parameter der Theorie. Die Größe dieses Parameters
wird indirekt, zum Beispiel über die Messung der Zustände von Bottom-Anti-Bottom-
Paaren, bestimmt. Genauer gesagt, es wird der Wert des renormierten Parameters mb

ermittelt, der renormierungsschema- und skalenabhängig ist. Prinzipiell kann man für je-
des Renormierungsschema eine dazugehörige Bottom-Quark-Masse bestimmen; allerdings
ist nicht jedes Renormierungsschema für störungstheoretische Rechnungen geeignet, da
manche Schemata zu großen Korrekturen höherer Ordnung und damit zu größeren theore-
tischen Unsicherheiten führen.

Im folgenden wird eine Relation zwischen der Propagator-Polmasse mOS
b und dem ur-

sprünglichen Bottom-Quark-Massenparameter, der sogenannten nackten Masse, m0
b , be-
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stimmt. Diese Masse setzt sich aus der renormierten Bottom-Quark-Masse mb und dem
dazugehörigen Counterterm δmb zusammen:

m0
b = mb + δmb mit mb = λbv1 , (5.66)

wobei λb die Bottom-Yukawa-Kopplung und v1 der Vakuumerwartungswert des ersten
Higgs-Dubletts ist.

Zur Berechnung der Beziehung zwischen Propagator-Polmasse mOS
b und der nackten

Masse m0
b bzw. der renormierten Masse mb wird die Nullstelle der renormierten Zwei-

Punkt-Funktion der Bottom-Quarks Γ̂b bestimmt. Die renormierte Zwei-Punkt-Funktion
der Bottom-Quarks Γ̂b setzt sich aus dem inversen Born-Propagator und der renormierten
Bottom-Quark-Selbstenergie, Σ̂b, zusammen:

Γ̂b(p) = (6p−mb) + Σ̂b(p) , (5.67)

wobei sich die renormierte Bottom-Quark-Selbstenergie, Σ̂b, wie in (5.18) und (5.19) in
einen linkshändigen, Σ̂bL , einen rechtshändigen, Σ̂bR , und einen skalaren Anteil, Σ̂bS , auf-
spalten läßt.

Die Propagator-Polmasse mOS
b wird also durch folgende Gleichung bestimmt:

Γ̂b(p)u(p)|
p2=mOS

b

2 = 0 , (5.68)

wobei u der Spinor des äußeren Teilchens ist. Durch Umformen der Gleichung unter Aus-
nutzung der Dirac-Gleichung

( 6p−mOS
b )u(p)|

p2=mOS
b

2 = 0 (5.69)

erhält man5

[
(mOS

b −mb) +mOS
b ω+Σ̂bL(mOS

b

2
) +mOS

b ω−Σ̂bR(mOS
b

2
) +mbΣ̂bS (mOS

b

2
)
]
u(p)|

p2=mOS
b

2 = 0 .

(5.70)

Diese Gleichung enthält einen skalaren Anteil und einen Anteil proportional zu γ5, die
jeweils für sich genommen verschwinden müssen. Somit ergibt sich folgendes Gleichungs-
system:

mOS
b −mb +

1

2
mOS
b

(
Σ̂bL(mOS

b

2
) + Σ̂bR(mOS

b

2
)
)

+mbΣ̂bS(mOS
b

2
) = 0 , (5.71)

Σ̂bL(mOS
b

2
) − Σ̂bR(mOS

b

2
) = 0 . (5.72)

5Zur Ausnutzung der Dirac-Gleichung müssen 6p und ω± vertauscht werden, wobei ω± zu ω∓ wird. Deshalb
steht hier vor dem linkshändigen Anteil der rechtshändige Projektor ω+ und umgekehrt.
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Daraus berechnet sich die On-Shell-Masse zu:

mOS
b =mb −

1

2
mOS
b

(
Σ̂bL(mOS

b

2
) + Σ̂bR(mOS

b

2
)
)
−mbΣ̂bS (mOS

b

2
) . (5.73)

Die zweite Gleichung liefert Bedingungen an die Z-Faktoren der Quark-Felder.

Setzt man die Ein-Schleifen-Ausdrücke (5.18) in das Gleichungssystem (5.71) ein und
entwickelt bis zur Ein-Schleifen-Ordnung6, so erhält man für die Bottom-Quark-Polmasse
mOS
b in Abhängigkeit von der renormierten Bottom-Masse mb folgenden Ausdruck:

mOS
b = mb + δmb −

1

2
mb

(
ΣbL(mb

2) + ΣbR(mb
2)
)
−mbΣbS (mb

2) . (5.74)

Im Gegensatz zum rechts- und linkshändigen Anteil der unrenormierten Bottom-Quark-
Selbstenergie enthält der skalare Anteil tanβ-verstärkte Anteile. Für die weiteren Überle-
gungen ist es sinnvoll, den skalaren Anteil in einen nicht-tanβ-verstärkten Anteil Σtanβnon-enh.

bS

und in einen Anteil proportional zu tanβ aufzuspalten:

ΣbS (mb
2) = Σtanβnon-enh.

bS
(mb

2) − ∆mb . (5.75)

Dabei ist ∆mb gegeben durch

∆mb =
2

3π
αsµ tan βmg̃I(m2

b̃1
,m2

b̃2
,m2

g̃) (5.76)

mit

I(m2
b̃1
,m2

b̃2
,m2

g̃) = −
m2
b̃1
m2
b̃2

ln
m2

b̃2

m2

b̃1

+m2
b̃1
m2
g̃ ln

m2

b̃1

m2
g̃

+m2
g̃m

2
b̃2

ln
m2

g̃

m2

b̃2

(m2
b̃1
−m2

g̃)(m
2
g̃ −m2

b̃2
)(m2

b̃2
−m2

b̃1
)

. (5.77)

Die Aufspaltung (5.75) eingesetzt in (5.74) ergibt:

mOS
b = mb + δmb −

1

2
mb

(
ΣbL(mb

2) + ΣbR(mb
2)
)
−mbΣ

tanβnon-enh.
bS

(mb
2) +mb∆mb . (5.78)

In dieser Gleichung liefert der Term mb∆mb für große tanβ den dominanten Beitrag der
Ordnung O(αs tanβ). Nach [45] enthalten die generischen Zwei-Schleifen-Diagramme kei-
ne Beiträge der Ordnung O

(
(αs tanβ)2

)
. Die Ein-Schleifen-Anteile der Selbstenergie, die

nicht tanβ-verstärkt sind, verursachen durch Countertermeinschübe auf Zwei-Schleifen-
Niveau höchstens Terme der Ordnung O(α2

s tanβ). Nur der Term δmb∆mb kann Terme
der Ordnung O

(
(αs tanβ)2

)
enthalten, deren Beiträge für große tanβ von der Größen-

ordnung der nicht verstärkten Ein-Schleifen-Anteile sein können. Deswegen ist es sinnvoll,

6Dabei kann in den Selbstenergien die renormierte Bottom-Quark-Masse mb anstelle der Bottom-Quark-
Polmasse mOS

b
verwendet werden, da der daraus resultierende Unterschied mindestens von Zwei-

Schleifen-Ordnung ist.
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diesen Term als führenden Zwei-Schleifen-Term schon bei der Ein-Schleifen-Rechnung zu
berücksichtigen:

mOS
b = mb + δmb −

1

2
mb

(
ΣbL(mb

2) + ΣbR(mb
2)
)

−mbΣ
tanβnon-enh.
bS

(mb
2) +mb∆mb + δmb∆mb . (5.79)

Aus dieser Gleichung erhält man dann für den ursprünglichen Massen-Parameter:

mb + δmb =
mOS
b + 1

2
mb

(
ΣbL(mb

2) + ΣbR(mb
2)
)

+mbΣ
tanβnon-enh.
bS

(mb
2)

1 + ∆mb

. (5.80)

Auf der rechten Seite von (5.80) stehen die tanβ-verstärkten Terme nur noch in aufsum-
mierter Form. Aus (5.80) ergibt sich so ein störungstheoretisch gutes Verhalten des Werts
der Bottom-Masse.

Zur Berechnung dieses Massenparameters ist die Kenntnis der Propagator-Polmasse
mOS
b notwendig, deren Bestimmung aus experimentellen Daten nur mit großen Unsicherhei-

ten möglich ist [79]. Dagegen treten bei der Bestimmung der Standardmodell-MS-Bottom-
Quark-Masse geringere Unsicherheiten auf. Über die Ein-Schleifen-Relation

mOS
b + δmOS

b = mMS,SM
b + δmMS,SM

b (5.81)

läßt sich die Propagator-Polmasse als

mOS
b = mMS,SM

b (MZ) · bshift (5.82)

bestimmen mit

bshift ≡
[
1 +

αs
π

(4

3
− ln

(mMS
b )2

M 2
Z

)]
. (5.83)

Da die Propagator-Polmasse im Standardmodell und im MSSM den gleichen Wert hat,
kann der so gewonnene Wert in (5.80) als Input verwendet werden. Mit Hilfe von (5.80)
und (5.82) wird der Wert der DR-Bottom-Masse bestimmt:

mDR,MSSM
b =

mMS,SM
b (MZ)bshift + 1

2
mb

(
Σfin
bL

(mb
2) + Σfin

bR
(mb

2)
)

+mbΣ
tanβnon-enh.,fin

bS
(mb

2)

1 + ∆mb

.

(5.84)

In Kapitel 6 wird in den Selbstenergien der Wert der Propagator-Polmasse (5.82) als Wert
für die Bottom-Quark-Masse mb verwendet.

Wird die DR-Bottom-Masse aus (5.84) (oder einer entsprechend dem Renormierungs-
schema umgerechneten Bottom-Masse) als Input-Parameter bei der Berechnung der renor-
mierten Ein-Schleifen-Selbstenergien der Higgs-Bosonen gewählt, so werden die führenden
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tanβ-verstärkten Korrekturen der Ordnung O(αbαs) in das Ergebnis der Ein-Schleifen-
Selbstenergien absorbiert. Unter Berücksichtigung der so gewonnenen Ein-Schleifen-Selbst-
energien können die Higgs-Massen durch Bestimmung der Nullstellen der Determinante der
Zwei-Punkt-Vertex-Funktion (4.6) berechnet werden. Der Unterschied zwischen diesem Er-
gebnis zu dem Resultat, das unter Einschluß der Zwei-Schleifen-Selbstenergie der Ordnung
O(αbαs) bestimmt wird, wird in Kapitel 6 als nichtführend bezeichnet.
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6. Higgs-Massen mit O(αbαs)-Beiträgen
im reellen MSSM

6.1. Berechnung der Massen der neutralen, CP-geraden

Higgs-Bosonen

Bei der Berechnung der Higgs-Massen unter Berücksichtigung von Korrekturen höherer
Ordnung wurden die renormierten Higgs-Selbstenergien auf Ein-Schleifen-Niveau vollstän-
dig bestimmt, auf Zwei-Schleifen-Niveau dagegen nur die Beiträge der Ordnung O(αtαs)
und O(αbαs) berücksichtigt (siehe Kapitel 4.3). Beiträge der Ordnung O(α2

t ) [39] führen
zu einer Erhöhung des Werts der Masse des leichtesten Higgs-Bosons. Da der Schwerpunkt
dieser Arbeit jedoch auf der Untersuchung der nichtführenden Terme der Ordnung O(αbαs)
(siehe auch Kapitel 5.4) und deren Verhalten in unterschiedlichen Renormierungsschemata
liegt, wurden die Terme O(α2

t ) zur Vereinfachung der Rechnung vernachlässigt. Die nu-
merischen Ergebnisse der folgenden Analyse sind also weniger eine exakte Vorhersage der
Higgs-Masse, sondern eher eine Veranschaulichung des Verhaltens der Beiträge O(αbαs).

Zur Erzeugung der Feynman-Amplituden wurde das Programm FeynArts [80] und zur
analytischen Auswertung dieser Amplituden die Programme OneCalc bzw. TwoCalc [81]
und FormCalc [80] verwendet. Die Schleifen-Funktionen wurden mit Hilfe der in Anhang C
aufgeführten analytischen Ausdrücke und des Programms LoopTools [82] numerisch aus-
gewertet.

Die Ergebnisse, die in diesem Kapitel diskutiert werden, sind zum Teil schon in [49]
veröffentlicht.

Zur Berechnung der Higgs-Massen müssen die Nullstellen der Determinante der Zwei-
Punkt-Vertex-Funktion (4.6) gesucht werden. Aufgrund der Komplexität der zu lösenden
Gleichung ist die Angabe einer analytischen Lösung nicht möglich; es müssen numerische
Verfahren verwendet werden. Die Gleichung kann iterativ (vgl. Kapitel 10) gelöst werden;
eine gute Näherung dieser Lösung erhält man nach [28] durch folgendes effiziente und

einfach zu implementierende Verfahren: Es werden die Eigenwerte der Matrix M(1, 2)

{H0, h0},
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M(1, 2)

{H0, h0} =

(
M

(1, 2)

H0H0 M
(1, 2)

h0H0

M
(1, 2)

h0H0 M
(1, 2)

h0h0

)
, (6.1)

mit den Matrixelementen (unter Verwendung der Notation aus (4.7) und (4.9))

M
(1, 2)

H0H0 = (M
(0)

H0)2 − ReΣ̂
(1)

H0H0

(
(M

(0)

H0)2
)
− Σ̂

(2)

H0H0

(
0
)
, (6.2)

M
(1, 2)

h0h0 = (M
(0)

h0 )2 − ReΣ̂
(1)

h0h0

(
(M

(0)

h0 )2
)
− Σ̂

(2)

h0h0

(
0
)
, (6.3)

M
(1, 2)

h0H0 = −ReΣ̂
(1)

h0H0

(1

2

(
(M

(0)

H0)2 + (M
(0)

h0 )2
))

− Σ̂
(2)

h0H0

(
0
)
, (6.4)

bestimmt. Die Wurzeln der Eigenwerte liefern die gesuchten Higgs-Massen auf Zwei-Schlei-
fen-Niveau. Dieses Verfahren wurde in diesem Kapitel angewendet.

6.1.1. Input-Parameter

Falls nicht anders angegeben, werden die Parameter-Werte aus Tabelle 6.1 und Anhang A.4
verwendet. Um die Bereiche zu untersuchen, in denen die Beiträge des Bottom-Sbottom-
Sektors nicht vernachlässigbar sind (siehe auch Abb. 4.1), werden große Werte für tanβ
und |µ| gewählt.

Im folgenden wird die DR-Bottom-Masse des MSSM (5.84) als Input-Parameter ver-
wendet. In die Berechnung des Werts dieser Masse aus dem Wert der MS-Bottom-Masse
des Standardmodells gehen die Bottom-Squark-Massen ein, die wiederum von der Bottom-
Quark-Masse abhängen. In den Abschnitten 6.1.2 – 6.4 wird zunächst die Propagator-
Polmasse mOS

b , die gemäß Gleichung (5.82) aus dem Wert der Standardmodell-MS-Bottom-
Quark-Masse bestimmt wird (vergleiche Kapitel 5.4), zur Berechnung der Massen und Mi-
schungswinkel der Bottom-Squarks verwendet. Diese Massen und Mischungswinkel sind
wiederum zusammen mit der Propagator-Polmasse in dem Ausdruck für die DR-Bottom-
Masse1 (5.84) enthalten. Nach der Berechnung der DR-Bottom-Masse werden die Bottom-
Squark-Massen in Abhängigkeit von der DR-Bottom-Masse neu bestimmt:

mOS
b , ML, Mb̃R

−→ mb̃1
, mb̃2

, θb̃ −→ mDR,MSSM
b , ML, Mb̃R

−→ mneu
b̃1
, mneu

b̃2
, θneu

b̃
. (6.5)

Der Wert der so berechneten b̃2-Squark-Masse, mneu
b̃2

, wird als Input-Wert verwendet. Er
ist in allen Renormierungsschemata, die in den Abschnitten 6.2 – 6.4 verwendet werden,
identisch. Die Bottom-Squark-Masse mb̃1

hingegen ist als abhängiger Parameter gewählt
und erhält somit in den verschiedenen Renormierungsschemata unterschiedliche Werte in
Abhängigkeit von den Werten der Input-Parameter ML, Ab, mb, mb̃2

, µ und tanβ (siehe
auch Abschnitt 6.1.2).

1Die Propagator-Polmasse und die mit dieser Bottom-Masse bestimmten Bottom-Squark-Massen und
-Mischungswinkel werden ebenfalls zur Bestimmung der Counterterme δmRS

b
|finite und δARS

b
|finite ver-

wendet (siehe Abschnitt 6.1.2).
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6.1.2. Schema-Abhängigkeit

Um die unterschiedlichen Renormierungsschemata (Tabelle 5.1 in Kapitel 5.3 liefert einen
Überblick über die verwendeten Renormierungsschemata) zu vergleichen, müssen die Para-
meter, die in das Ein-Schleifen-Ergebnis eingehen, den jeweiligen Renormierungsvorschrif-
ten entsprechend transformiert werden. Die Eingabewerte werden bei der numerischen Aus-
wertung innerhalb des

”
mb DR“-Schemas festgelegt (siehe Tabelle 5.1 in Kapitel 5.3). Mit

Hilfe der folgenden Transformationen können die Parameter ausgehend von diesem Sche-
ma in ein anderes Renormierungsschema RS (mit den Countertermen δxRS) umgerechnet
werden:

mRS
b = mDR

b − δmRS
b |finite , (6.6)

ARS
b = ADR

b − δARS
b |finite . (6.7)

Analog kann man für die anderen Parameter verfahren. Die DR-Skala µDR wird, wenn
nicht anders angegeben, bei µDR = mt festgelegt. Zur Illustration werden in Tabelle 6.2
und Tabelle 6.3 die numerischen Werte für die Bottom-Quark-Masse, den A-Parameter und
die Bottom-Squark-Massen in unterschiedlichen Schemata für tanβ = 30 und tanβ = 50
und den Werten aus Tabelle 6.1 aufgeführt.

Die Werte aus Tabelle 6.2 und Tabelle 6.3 zeigen, daß das
”
mb OS“-Schema zu großen

Korrekturen von Ab führt, was die Anwendbarkeit dieses Schemas einschränkt. Andere
Schemata bewirken nur kleine Änderungen der Parameter.

Standardmodell-Parameter:

mt = 174.3 GeV, mMS
b (MZ) = 2.94 GeV,

Parameter des Higgs-Sektors:

MA0 = 120 GeV tanβ = 50 µ = −1000 GeV

Brechungsparameter:

für Gauginos: für Sfermionen:

M1 =
5

3

sin2 θW
cos2 θW

M2 ML = ML{q̃i, l̃i}
= 1000 GeV mit i = 1, 2, 3

M2 = 100 GeV Mf̃R
= 1000 GeV mit f = u, c, t, d, s, b, e, µ, τ

M3 = 1000 GeV A{u, c, t} = A{d, s, b} = A{e, µ, τ} = 2000 GeV

Tabelle 6.1.: Werte der Input-Parameter, die in der numerischen Auswertung verwendet wer-
den, wenn es nicht explizit anders angegeben wird.
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6. Higgs-Massen mit O(αbαs)-Beiträgen im reellen MSSM

Schema mb [GeV] Ab [GeV] mb̃1
[GeV]

mb DR 3.79 2000.00 1059.95

Ab, θb̃ DR 3.04 2000.00 1039.50

Ab, θb̃ OS 2.99 2332.81 1039.04

mb OS 3.77 -4284.56 1039.25

Tabelle 6.2.: Werte für die Bottom-Quark-Masse, den A-Parameter und mb̃1
in unter-

schiedlichen Schemata bei tanβ = 30. Der Wert für mb̃2
, der on-shell

festgelegt ist (siehe (5.41) und (5.42)), beträgt in allen vier Schemata
mb̃2

= 938.44 GeV.

Schema mb [GeV] Ab [GeV] mb̃1
[GeV]

mb DR 5.82 2000.00 1142.16

Ab, θb̃ DR 5.26 2000.00 1117.93

Ab, θb̃ OS 5.24 2219.40 1118.02

mb OS 4.93 6508.12 1122.04

Tabelle 6.3.: Werte für die Bottom-Quark-Masse, den A-Parameter und mb̃1
in unter-

schiedlichen Schemata bei tanβ = 50. Der Wert für mb̃2
, der on-shell

festgelegt ist (siehe (5.41) und (5.42)), beträgt in allen vier Schemata
mb̃2

= 836.48 GeV.

Das problematische Verhalten des
”
mb OS“-Schemas hat folgenden Grund: Im

”
mb OS“-

Schema wird eine Renormierungsbedingung an den Sbottom-Mischungswinkel θb̃ gestellt,
also an den Term (Ab − µ tan β) (siehe (5.46)). In Parameterbereichen, in denen µ tan β
sehr viel größer ist als Ab, erhält der Counterterm δAb, falls er über δθb̃ bestimmt wird,
sehr große Korrekturen. Genauer gesagt: δAb, gegeben durch (5.52), enthält den Beitrag

δAb =
1

mb

[−δmb(Ab − µ tanβ) + . . . ] , (6.8)

der zu sehr großen Verschiebungen von Ab führen kann. Dieses Problem läßt sich durch die
Verwendung eines der anderen Renormierungsschemata, siehe Tabelle 5.1, vermeiden, da
in diesen Schemata eine Renormierungsbedingung direkt an Ab gestellt wird, statt δAb aus
der Renormierungsbedingung des Mischungswinkels abzuleiten.
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6.2. Vergleich unterschiedlicher Renormierungsschemata

In diesem Abschnitt werden die Auswirkungen der unterschiedlichen Renormierungssche-
mata auf die Higgs-Masse numerisch verglichen. Die Verwendung der Bottom-Quark-Mas-
se gemäß (5.80) auch auf Ein-Schleifen-Niveau führt zur Absorbtion der tanβ-verstärkten
Terme in das Ein-Schleifen-Ergebnis.

Die Bedeutung der Kurven in den folgenden Schaubildern ist (siehe auch Tabelle 5.1):

• gestrichelt mit Punkten (schwarz): O(αtαs) mit mDR,MSSM
b , Ergebnisse ohne die nicht-

führenden Zwei-Schleifen-Terme der Ordnung O(αbαs)

• strichpunktiert (hellblau): “mb OS” Schema für die nichtführenden Zwei-Schleifen-
Terme der Ordnung O(αbαs)

• durchgezogen (rot): “mb DR” Schema für die nichtführenden Zwei-Schleifen-Terme
der Ordnung O(αbαs)

• gepunktet (dunkelblau): “Ab, θb̃ DR” Schema für die nichtführenden Zwei-Schleifen-
Terme der Ordnung O(αbαs)

• gestrichelt mit Sternchen (grün): “Ab, θb̃ OS” Schema für die nichtführenden Zwei-
Schleifen-Terme der Ordnung O(αbαs)

Die Analyse der unterschiedlichen Renormierungsschemata beginnt mit einem Vergleich
der Ergebnisse für die Massen der CP-geraden Higgs-Bosonen Mh0 und MH0 als Funktion
von tanβ in Abb. 6.1. Die Werte der anderen Parameter sind durch die Werte in Tabel-
le 6.1 gegeben. Wie nach der Diskussion der Ergebnisse aus Tabelle 6.2 und Tabelle 6.3
zu erwarten war, führt das

”
mb OS“-Schema zu künstlich großen Korrekturen. Das dar-

aus resultierende Ergebnis für die Higgs-Massen weicht für mittlere und große Werte von
tanβ stark von den Ergebnissen ab, die man bei der Verwendung der anderen Renor-
mierungsschemata erhält. Dieses Verhalten ist bei den Ergebnissen für MH0 deutlicher zu
erkennen, wie das untere Schaubild von Abb. 6.1 zeigt. Die extrem großen Korrekturen
werden durch große Beiträge des Counterterms δAb (siehe auch (6.8)) verursacht. Die An-
teile an der Higgs-Selbstenergie, die durch virtuelle Bottom-Squarks verursacht werden,
enthalten einen Term proportional zu A2

b . Das bedeutet, daß durch die Verwendung eines
Input-Werts für Ab gemäß (6.7) große Korrekturen eingeführt werden. Diese Terme sind
in ΣH0H0 verstärkt, da sie dort mit (cosαAb)

2, hingegen in Σh0h0 mit (sinαAb)
2 eingehen

und |α| ≪ 1 in dieser Auswertung ist. Die großen Beiträge zu δAb machen das
”
mb OS“-

Schema für störungstheoretische Rechnungen unbrauchbar. Deswegen wird dieses Schema
im weiteren nicht betrachtet. Die Diskussion konzentriert sich auf die drei anderen Renor-
mierungsschemata, die in Kap. 5.3 definiert wurden.

Die anderen Schemata ergeben alle ähnliche Ergebnisse mit gutem numerischen Ver-
halten; Mh0 fällt dabei für tanβ & 40 stark mit tanβ ab. Bei tanβ ≃ 53 werden die
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Abb. 6.1.: tanβ-Abhängigkeit von Mh0 und MH0 für MA0 = 120 GeV und µ negativ.
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Abb. 6.2.: tanβ-Abhängigkeit von Mh0 für MA0 = 700 GeV und µ negativ.

Massenquadrate negativ. Dieses Verhalten wird hauptsächlich von den führenden Bei-
trägen der Ordnung O(αbαs) durch die Resummation von ∆mb (siehe (5.80)) verursacht,
da ∆mb ∼ µ tanβ (vgl. (5.76)). Die nichtführenden Korrekturen, die von den echten Zwei-
Schleifen-Diagrammen herrühren, sind von O(1 GeV). Die Unterschiede zwischen den drei
Renormierungsschemata haben eine ähnliche Größenordnung. Bei dieser speziellen Para-
meterwahl wird der Wert der Higgs-MasseMh0 unter Verwendung des

”
Ab, θb̃ DR“-Schemas

durch die nichtführenden Terme vergrößert, während die beiden anderen Schemata zu einer
Verringerung von Mh0 führen.

In Abb. 6.2 ist, wie in Abb. 6.1, Mh0 in Abhängigkeit von tanβ gezeigt, wobei bis auf
MA0 = 700 GeV die Werte der Parameter beibehalten wurden. Der größere Wert von MA0

führt insgesamt zu größeren Werten von Mh0, das qualitative Verhalten ändert sich jedoch
nicht gegenüber dem für MA0 = 120 GeV; die Werte für Mh0 fallen für große tanβ stark
ab. In allen drei Schemata erhöhen die nichtführenden Terme die Werte von Mh0 um ein
paar GeV, abhängig vom Wert für tanβ.

Große Korrekturen aus dem b/b̃-Sektor werden nur für negative Werte von µ erwartet,

da in diesem Fall ∆mb (5.76) negativ ist und zu einer Vergrößerung des Werts vonmDR,MSSM
b

führt. In Abb. 6.3 werden die Ergebnisse für Mh0 als Funktion von tanβ mit positivem µ
und MA0 = 120 bzw. 700 GeV gezeigt. Die anderen Parameter sind in Tabelle 6.1 gege-
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Abb. 6.3.: tanβ-Abhängigkeit von Mh0 für MA0 = 120 GeV (oberes Schaubild) und
MA0 = 700 GeV (unteres Schaubild) für positive µ.
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ben. Wegen des positiven Vorzeichens von µ ist ∆mb positiv und mDR,MSSM
b erhält dadurch

einen kleineren Wert. Wie erwartet2, ist die Änderung von Mh0 mit tanβ sehr viel kleiner
als bei negativem µ. Sowohl die führenden Korrekturen, d.h. die tanβ-verstärkten Terme
der Ordnung O(αbαs) als auch die nichtführenden Beiträge sind von der Größenordnung
O(100 MeV). Das

”
mb DR“-Schema liefert neben dem resummierten Anteil keine weiteren

sichtbaren Korrekturen. Damit sind für positive µ die Terme aus dem b/b̃-Sektor, die über
das Ein-Schleifen-Niveau hinausgehen, gut unter Kontrolle. Weil die zu erwartende experi-
mentelle Genauigkeit von Mh0 [10–12] und die Unsicherheit der theoretischen Vorhersage,
verursacht durch die experimentellen Fehler in den Parametern wie der Top-Quark-Masse,
beim ILC jeweils ungefähr 100 MeV betragen wird, stellt sich die Aufgabe, die theoreti-
schen Unsicherheiten von unbekannten Beiträgen höherer Ordnung bis auf das Niveau von
100 MeV zu reduzieren. Das erfordert den Einschluß aller Zwei-Schleifen-Korrekturen (und
eines großen Teils der Korrekturen über den Zwei-Schleifen-Anteil hinaus), also auch der
Terme der Ordnung O(αbαs) für positive µ.

Die weitere numerische Auswertung ist auf Ergebnisse mit negativen Werten von µ
ausgerichtet.

Die Änderung von Mh0 mit µ (für µ < 0) bei tanβ = 50 wird in Abb. 6.4 dargestellt.
Wie Gleichung (5.76) erwarten ließ, steigt die Größe der Korrekturen mit steigendem |µ|
an. Typischerweise sind die echten Zwei-Schleifen-Beiträge der Ordnung O(αbαs) von der
Größenordnung O(1 GeV). Für große MA0 und |µ| < 1100 GeV führen alle Schemata zu
einem Anstieg von Mh0 , wohingegen für kleine MA0 sowohl positive wie negative Korrektu-
ren auftreten können. Unterschiede in der Mh0-Vorhersage, die durch die unterschiedlichen
Renormierungsschemata verursacht werden, liegen in der Größenordnung von O(1 GeV).

In Abb. 6.5 wird die Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh0 von MA0 für die unterschied-
lichen Renormierungsschemata dargestellt; die anderen Parameter sind wieder aus Tabel-
le 6.1 genommen. Für MA0 & 200 GeV vergrößern die nichtführenden Terme in allen drei
Schemata Mh0 um O(1 GeV). Eine Verringerung des Werts der Higgs-Masse tritt nur für
kleine Werte von MA0, je nach Schema, auf. Die Unterschiede in der Mh0-Vorhersage, die
durch die Verwendung unterschiedlicher Renormierungsschemata verursacht werden, ver-
ringern sich für MA0 & 200 GeV auf O(0.1 GeV).

Aus Abb. 6.6 ist ersichtlich, daß das Verhalten der Korrekturen stark von der Wahl
der Gluino-Masse mg̃ abhängt. Die Abbildung zeigt Mh0 als Funktion von mg̃ für µ =
−1000 GeV, tanβ = 50 und MA0 = 700 GeV. Für mg̃ . 1000 GeV verursachen die
nichtführenden O(αbαs)-Terme in allen Schemata einen Anstieg von Mh0 . Für mg̃ &

1500 GeV dagegen führen alle Schemata zu einer Verringerung von Mh0. Die relative Größe
der Beiträge in den unterschiedlichen Schemata hängt stark von mg̃ ab. Korrekturen bis
zu 3 GeV sind möglich. Der Unterschied zwischen den Ergebnissen der drei Schemata ist
von der Ordnung O(2 GeV) für große mg̃. Die Effekte der Beiträge höherer Ordnung ent-

2Vergleiche auch die Diskussion in [40]; dort wird µ allerdings mit einer anderen Vorzeichenkonvention
verwendet.
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Abb. 6.4.: µ-Abhängigkeit von Mh0 für MA0 = 120 GeV (obere Abb.) und MA0 =
700 GeV (untere Abb.) für tanβ = 50.
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Abb. 6.5.: MA0-Abhängigkeit von Mh0 für tanβ = 50 und µ negativ.
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koppeln nicht mit großem mg̃. Die Terme der Ordnung O(αtαs) [34] und die der Ordnung
O(αbαs) wachsen logarithmisch in den verwendeten Renormierungsschemata an.

Die obige Auswertung der Ergebnisse, die man unter Verwendung der drei Schemata
“mb DR”, “Ab, θb̃ DR” und “Ab, θb̃ OS” in unterschiedlichen Parameterbereichen erhält,
zeigt, daß die Ergebnisse sich numerisch stabil verhalten und sinnvoll sind. Da keines der
Schemata aufgrund physikalischer Aspekte zu bevorzugen ist, kann man den Unterschied
in den Ergebnissen, die man bei Verwendung der unterschiedlichen Schemata erhält, als
Hinweis auf die mögliche Größe der fehlenden Terme höherer Ordnung interpretieren. Die
Größe der jeweiligen Korrekturen sowie der Unterschiede durch unterschiedliche Renor-
mierungsschemata hängen stark von den Input-Werten ab. Typischerweise sind die echten
Zwei-Schleifen-Beiträge aus dem b/b̃-Sektor zur Higgs-Boson-Masse Mh0 von der Ordnung
O(1 GeV). Die Größe der Unterschiede zwischen den Ergebnissen unter Verwendung der
unterschiedlichen Renomierungsschemata sind von der gleichen Größenordnung, je nach Pa-
rameterwahl etwas kleiner. In Abb. 6.6 beispielsweise liefern die Zwei-Schleifen-Korrekturen
für große Gluino-Massen Beiträge von etwa (3 ± 1) GeV.

6.3. Numerische Analyse der

Renormierungsskalenabhängigkeit

Während im vorherigen Abschnitt Ergebnisse bei Verwendung unterschiedlicher Renor-
mierungsschemata verglichen wurden, wird hier speziell das

”
mb DR“-Schema betrachtet

und die Auswirkung der Änderung der Renormierungsskala µDR auf das O(αbαs)-Ergebnis
innerhalb dieses Renormierungsschemas untersucht. Die Renormierungsskala wird inner-
halb des Intervalls mt/2 ≤ µDR ≤ 2mt variiert. Dies bewirkt eine Änderung der Higgs-
Masse, die formal von der Ordnung O(αbα

2
s) ist. In den Ein-Schleifen-Selbstenergien wurde

nur die Skalenabhängigkeit berücksichtigt, die durch die Verwendung der Bottom-Masse

mDR,MSSM
b (µDR) als Input-Wert an der jeweiligen Renormierungsskala eingeführt wird. Die

explizite Skalenabhängigkeit, die durch die DR-Renormierung von tanβ und von den Z-
Faktoren verursacht wird, wurde unterdrückt durch die Berechnung der Ein-Schleifen-
Selbstenergien an der Renormierungsskala µDR = mt. Die Ergebnisse sind in Abb. 6.7
als Funktion von mg̃ für tanβ = 50 und für MA0 = 120 GeV bzw. MA0 = 700 GeV
dargestellt.

Die Änderung der führenden Beiträge, also des O(αtαs)-Ergebnisses inklusive Resum-

mation, ist in Abhängigkeit von µDR als schwarzes Band dargestellt. Die Ergebnisse, welche
die nichtführenden Korrekturen im

”
mb DR“-Schema enthalten, sind als hell schraffiertes

(rotes) Band aufgetragen. Man sieht: Die Größe der Änderung der Higgs-Masse mit µDR

kann durch die Berücksichtigung der nichtführenden Korrekturen stark reduziert werden.
Die Änderung der Higgs-Masse in Abhängigkeit von µDR innerhalb des

”
mb DR“-Schemas

ist klein für mg̃ . 500 GeV und erreicht Werte von ±1 GeV für große mg̃-Werte. Das heißt,
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Abb. 6.7.: µDR-Abhängigkeit von Mh0 als Funktion von mg̃ für MA0 = 120 GeV (obere
Abb.) und MA0 = 700 GeV (untere Abb.) bei µ = −1000 GeV, tanβ = 50. Der
schwarze Bereich entspricht dem O(αtαs)-Ergebnis inklusive Resummation,
d.h. ohne die nichtführenden Zwei-Schleifen-Terme der Ordnung O(αbαs).
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die Änderung von µDR verursacht ähnlich große Unterschiede im Ergebnis von Mh0 wie die
oben diskutierten Vergleiche zwischen den drei Renormierungsschemata.

Die Änderung der Higgs-Masse mit µDR wurde auch im Fall µ > 0 analysiert. Wie
im Fall von negativem µ ist die Änderung der Higgs-Masse mit µDR von der gleichen
Größenordnung wie die Unterschiede verursacht durch die drei Renormierungsschemata,
siehe Abb. 6.3. Deshalb können die Beiträge unbekannter Korrekturen höherer Ordnung
des b/b̃-Sektor zu Mh0 mit O(100 MeV) abgeschätzt werden.

6.4. Vergleich mit Ergebnissen existierender Rechnungen

Zum Schluß werden die in den vorherigen Abschnitten diskutierten Ergebnisse mit den
Resultaten der Berechnung der Korrekturen der Ordnung O(αbαs) aus [40] verglichen. Das
dort verwendete Renormierungsschema besteht aus On-Shell-Renormierungsbedingungen
für die zwei Bottom-Squarks und der On-Shell-Bedingung für Ab, die in Abschnitt 5.3.4
aufgeführt ist. Im folgenden wird dieses Renormierungsschema als

”
mb̃, Ab OS“-Schema

bezeichnet. Die Unterschiede zwischen den
”
Ab, θb̃ OS“- und den

”
mb̃, Ab OS“-Ergebnissen
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Schemas und des Ergebnisses aus [40] (
”
mb̃, Ab OS“-Schema) als Funktion von

mg̃. Die O(αtαs)-Ergebnisse in den zwei Schemata (unter Verwendung entspre-
chend renormierter Parameter) – die nichtführenden O(αbαs)-Korrekturen sind
also unberücksichtigt – sind ebenfalls aufgetragen.
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aus [40]. Die drei Kurven für ∆Mh0 stellen den Unterschied zwischen unserem
Ergebnis unter Verwendung jeweils eines der drei Schemata und dem Ergebnis
aus [40] als Funktion von tanβ dar.

sind also sowohl durch die unterschiedliche Behandlung der Renormierung von mb̃1
als auch

durch die Behandlung von tanβ bedingt. In den Rechnungen dieser Arbeit wurde tanβ
als freier Parameter beibehalten, wogegen in [40] für tanβ der Grenzfall tanβ → ∞ in
den nichtführenden O(αbαs)-Korrekturen betrachtet wurde. Die Änderung der Sbottom-
Massen aufgrund der SU(2)-Invarianz wurde in [40] in der numerischen Berechnung der
Sbottom-Masse nach der Vorschrift aus [83] berücksichtigt (siehe auch [84]). Dazu ist der
linkshändige Brechungsparameter ML in den Sbottom-Massenmatrizen durch einen neuen
Brechungsparameter ML

b̃
,

M 2
L

b̃
= M 2

L + cos2 θt̃ δm
2
t̃1

+ sin2 θt̃ δm
2
t̃2
− (m2

t̃1
−m2

t̃2
) sin(2θt̃) δθt̃ − 2mt δmt

− cos2 θb̃ δm
2
b̃1
− sin2 θb̃ δm

2
b̃2

+ (m2
b̃1
−m2

b̃2
) sin(2θb̃) δθb̃ , (6.9)

zu ersetzen. Da in [40] die Bottom-Masse in den Propagatoren der Bottom-Quarks ver-
nachlässigt wird, erhält (6.9) keinen Term 2mb δmb.

Das in Abschnitt 6.2 diskutierte Ergebnis für Mh0 im
”
Ab, θb̃ OS“-Schema wird mit dem

Ergebnis aus [40] in Abb. 6.8 verglichen. Zur Implementierung des
”
mb̃, Ab OS“-Schemas
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wurde der Fortran-Code von [40] bei der numerischen Berechnung der O(αsαb)-Korrek-
turen der Higgs-Boson-Selbstenergien verwendet. Die Input-Werte wurden gemäß (6.6) und
(6.7) bestimmt. Unter Verwendung dieser Werte für Ab und mb erhält man die Sbottom-
Massen, wobei die Sbottom-Massen-Änderung nach [83] zu berücksichtigen ist. Mh0 wird
als Funktion von mg̃ für µ < 0, tanβ = 50 und MA0 = 700 GeV aufgetragen. Das Ergebnis
im

”
Ab, θb̃ OS“-Schema ist als gestrichelte Kurve mit Sternchen (grün) dargestellt, während

das Ergebnis [40] (
”
mb̃, Ab OS“-Schema) durch eine fein gepunktete (pinke) Kurve gegeben

ist. Die führenden Beiträge in den zwei Schemata, d.h. das O(αtαs)-Ergebnis inklusive
Resummation, sind auch aufgetragen: die hell gestrichpunktete (orange) Kurve stellt das
O(αtαs)-Ergebnis unter Verwendung der im

”
Ab, θb̃ OS“-Schema renormierten Parameter

dar; das entsprechende Ergebnis mit den im
”
mb̃, Ab OS“-Schema renormierten Parametern

ist als hell gepunktete (graue) Kurve eingezeichnet.

Die Abb. 6.8 zeigt, daß sich die O(αtαs)-Ergebnisse in den zwei Schemata um bis
zu 2 GeV für große mg̃ unterscheiden. Die Mitnahme der nichtführenden Zwei-Schleifen-
Korrekturen verringert den Unterschied deutlich. Das Ergebnis im

”
Ab, θb̃ OS“-Schema

stimmt mit dem aus [40] bis auf weniger als 0.5 GeV überein.

In Abb. 6.9 werden die in Abschnitt 6.2 diskutierten Ergebnisse unter Verwendung je-
weils eines der drei unterschiedlichen Renormierungsschemata, also des

”
Ab, θb̃ OS“-, des

”
mb DR“- und des

”
Ab, θb̃ DR“-Schemas, mit dem Ergebnis aus [40] verglichen. Der Un-

terschied ∆Mh0 zwischen dem in Abschnitt 6.2 diskutierten Ergebnis und dem Ergebnis
aus [40] ist jeweils für alle drei Schemata als Funktion von tanβ für mg̃ = 1500 GeV,
µ = −1000 GeV, und MA0 = 700 GeV aufgetragen. Die Unterschiede betragen weniger als
1 GeV für tanβ . 50. Die Ergebnisse bei Verwendung des

”
Ab, θb̃ DR“- und des

”
mb DR“-

Schemas liefern die größten Abweichungen vom Ergebnis aus [40]. Dagegen fällt, wie erwar-
tet, der Unterschied für das

”
Ab, θb̃ OS“-Schema am kleinsten aus. Für tanβ > 50 treten

aufgrund des starken Abfalls von Mh0 in diesem Parameterbereich große Abweichungen auf
(siehe z.B. Abb. 6.2).

74



7. Der Higgs-Sektor im komplexen
MSSM

In den Kapiteln 4 – 6 wurde ausschließlich das MSSM mit reellen Parametern betrachtet.
In diesem Fall ist die Lagrangedichte CP-invariant, also invariant unter der Kombination
der Transformationen Ladungskonjugation C und Paritätstransformation P. Experimen-
tell wurden jedoch CP-verletzende Prozesse im Kaonsystem [85] und in B-Systemen [86]
beobachtet. CP-Symmetrie kann folglich nicht als fundamentale Symmetrie in der Natur
realisiert sein. Deswegen ist es notwendig, mögliche Quellen für CP-Verletzung auch im
MSSM zu berücksichtigen und deren Auswirkung auf physikalische Observable wie die
Masse des leichtesten Higgs-Bosons zu untersuchen. Außerdem spielt CP-Verletzung eine
wichtige Rolle bei der Erklärung der beobachteten Asymmetrie zwischen Materie und An-
timaterie im Universum [87]. Das MSSM mit komplexen Parametern besitzt im Vergleich
zum Standardmodell zusätzliche Quellen für CP-Verletzung.

Komplexe Parameter im MSSM führen zu CP- bzw. T-Verletzung. Nach dem CPT-
Theorem ist die Kombination aus Ladungskonjugation C, Paritätstransformation P und
Zeitumkehrtransformation T in einer lokalen lorentzinvarianten Quantenfeldtheorie erhal-
ten [88]. Sobald die CP-Symmetrie verletzt ist, liegt dadurch auch eine T-Verletzung vor.
Der T-Operator ist ein antiunitärer Operator und bewirkt angewandt auf die Lagrange-
dichte eine komplexe Konjugation von komplexen Parametern. Eine Lagrangedichte mit
komplexen Parametern ist somit offensichtlich nicht T- und damit auch nicht CP-invariant.
Im folgenden Kapitel wird der Higgs-Sektor unter Berücksichtigung komplexer Phasen dis-
kutiert.

Im reinen Higgs-Sektor ohne kinetische Terme, beschrieben durch das Higgspotential
VHiggs, treten zwei komplexe Parameter, µ und m2

3, auf, µ jedoch nur betragsmäßig:

VHiggs = |µ|2(H+
1 H1 +H+

2 H2)

+
g2

2
(H+

1 T
aH1 +H+

2 T
aH2)

2 +
g′2

2
(
Y

2
H+

1 H1 +
Y

2
H+

2 H2)
2

+ (m2
1H

+
1 H1 +m2

2H
+
2 H2 − (ǫij|m2

3|e
iϕ

m2
3H i

1H
j
2 + h.c.)). (7.1)

m2
3 wurde hier im Gegensatz zu Gleichung (4.2) explizit mit Betrag |m2

3| und Phase ϕm2
3

aus-

gedrückt. Für verschwindendes m2
3 und µ besitzt das MSSM eine weitere U(1)-Symmetrie,
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die Peccei-Quinn-Symmetrie [89]. Gilt m2
3 6= 0 und µ 6= 0, so ändern sich durch Ausführung

einer Peccei-Quinn-Transformation die Terme proportional zu m2
3 und µ um eine Pha-

se ϕPQ. Mit dieser Kenntnis kann man eine der komplexen Phasen von m2
3 oder µ elimi-

nieren [90]. Wendet man die Peccei-Quinn-Transformation mit einem Winkel ϕPQ an und
redefiniert die Parameter m2

3 und µ,

(m2
3)

′ = |m2
3|e

i(ϕ
m2

3
−ϕPQ)

, (7.2)

(µ)′ = |µ|ei(ϕµ−ϕPQ), (7.3)

dann beschreibt die Lagrangedichte mit den neuen Parametern (m2
3)

′ und (µ)′ und den
transformierten Feldern die gleichen physikalischen Prozesse wie die ursprüngliche Lagran-
gedichte. Wählt man ϕPQ = ϕm2

3
, wird die Phase von m2

3 eliminiert.

Im folgenden wird daher ohne Beschränkung der Allgemeinheit m2
3 = |m2

3| betrachtet.

Die Higgs-Dubletts H1 und H2 lassen sich wie in Kapitel 4 um ihren Vakuumerwar-
tungswert entwickeln. Die Vakuumerwartungswerte im CP-verletzenden Fall können sich
dabei im Betrag und auch in einer Phase unterscheiden. Dieser Phasenunterschied wird in
einer komplexen Phase ξ des zweiten Higgs-Dubletts berücksichtigt:

H1 =

(
v1 + 1√

2
(φ0

1 − iζ0
1 )

−φ−
1

)
, H2 = eiξ

(
φ+

1

v2 + 1√
2
(φ0

2 + iζ0
2 )

)
. (7.4)

7.1. Der Higgs-Sektor auf Born-Niveau

Die verallgemeinerte Darstellung der bilinearen Terme des Higgspotentials aus (4.10) unter
Berücksichtigung komplexer Parameter hat folgende Form:

VHiggs|bil. =
1
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2
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. (7.5)

Die Matrix Mφ0ζ0 verursacht die Mischung der φ0- und ζ0-Felder:

Mφ0ζ0 =

(
0 m2

3 sin(ξ)

−m2
3 sin(ξ) 0

)
. (7.6)

Im Fall reeller Parameter gilt ξ = 0. Damit gibt es keine Mischung der CP-geraden und
-ungeraden Felder, die aufgrund der CP-Invarianz im reellen Fall verboten ist. Die Matrix
Mφ0 ,

Mφ0 =

(
m̃2

1 + 1
4
(g2 + g′2)(3v2

1 − v2
2) −

(
m2

3 cos(ξ) + 1
2
(g2 + g′2)v1v2

)

−
(
m2

3 cos(ξ) + 1
2
(g2 + g′2)v1v2

)
m̃2

2 − 1
4
(g2 + g′2)(v2

1 − 3v2
2)

)
, (7.7)
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geht für ξ → 0 in den Ausdruck der Massenmatrix der CP-geraden neutralen Higgsfelder
(4.11) über. Entsprechendes gilt für die Matrix Mζ0 ,

Mζ0 =

(
m̃2

1 + 1
4
(g2 + g′2)(v2

1 − v2
2) −m2

3 cos(ξ)

−m2
3 cos(ξ) m̃2

2 − 1
4
(g2 + g′2)(v2

1 − v2
2)

)
. (7.8)

Für verschwindende komplexe Phasen stimmt sie mit der Massenmatrix der CP-ungeraden
Higgsfelder (4.12) überein. Die Massenmatrix Mφ± der geladenen Higgsfelder,

Mφ± =

(
m̃2

1 + 1
4

(
(g2 + g′2)v2

1 + g̃2v2
2

)
−m2

3 e
−iξ − 1

2
g2v1v2

−m2
3 e

iξ − 1
2
g2v1v2 m̃2

2 + 1
4

(
g̃2v2

1 + (g2 + g′2)v2
2

)
)

, (7.9)

geht im Fall ξ → 0 in die Massenmatrix (4.13) über. Wie in Kapitel 4.1 wurden hier die
Abkürzungen m̃2

1 = m2
1 + |µ|2, m̃2

2 = m2
2 + |µ|2 und g̃2 = g2 − g′2 verwendet.

Damit im Vakuumzustand, also für

〈H1〉 =

(
H1

1 |vac.

H2
1 |vac.

)
=

(
v1

0

)
und 〈H2〉 =

(
H1

2 |vac.

H2
2 |vac.

)
=

(
0

eiξv2

)
, (7.10)

die notwendige Minimumbedingung (4.3) erfüllt ist, müssen die in den φ0-, ζ0- und φ±-
Feldern linearen Terme des Higgspotentials null werden. Für nicht verschwindende Phasen
hat das Higgspotential zunächst nicht nur lineare Terme in den φ0-Feldern, vgl. (4.14),
sondern auch in den ζ0-Feldern:
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1 − v2

2)

2
√

2
)φ0

1

+ (−
√

2m2
3 v1 cos(ξ) +

√
2(m2

2 + |µ|2)v2 −
v2(g

2 + g′2)(v2
1 − v2

2)

2
√

2
)φ0

2

−
√

2m2
3 v2 sin(ξ)ζ0

1 +
√

2m2
3 v1 sin(ξ)ζ0

2 . (7.11)

Diese linearen Terme müssen null ergeben, wenn v1 und eiξv2 Vakuumerwartungswerte
sind:

tφ0
1

:= −
(√

2(m2
1 + |µ|2)v1 −

√
2m2

3 v2 cos(ξ) +
v1(g

2 + g′2)(v2
1 − v2

2)

2
√

2

)
!

= 0 , (7.12)

tφ0
2

:= −
(
−
√

2m2
3 v1 cos(ξ) +

√
2(m2

2 + |µ|2)v2 −
v2(g

2 + g′2)(v2
1 − v2

2)

2
√

2

)
!

= 0 , (7.13)

tζ01 := −
(
−
√

2m2
3 v2 sin(ξ)

)
!

= 0 , (7.14)

tζ02 := −
(

+
√

2m2
3 v1 sin(ξ)

)
!

= 0 . (7.15)
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Hier wurden die Tadpol-Parameter tφ0
1
, tφ0

2
, tζ01 und tζ02 analog zu (4.46) und (4.47) in

Kapitel 4.2.2 eingeführt. Ihre Verwendung ist bei der Betrachtung des Higgs-Sektors in
höheren Ordnungen sinnvoll. tζ01 und tζ02 sind jedoch nicht unabhängig; es gilt:

tζ02 = −v1

v2

tζ01 . (7.16)

Die Bedingungen (7.12) und (7.13) bestimmen die Beträge der Vakuumerwartungswerte
v1 und v2. Statt v1 und v2 durch die Parameter des Higgspotentials auszudrücken, wer-
den die Parameter m2

1 und m2
2 eliminiert. Die Bedingungen (7.14) und (7.15) legen den

Phasenunterschied der beiden Higgs-Vakuumerwartungswerte fest:

ξ = zπ mit z ∈ Z . (7.17)

Mit dieser Bedingung verschwindet die Matrix Mφ0ζ0, so daß im Higgs-Sektor auf Born-
Niveau keine Mischung zwischen CP-geraden und -ungeraden neutralen Higgs-Feldern
stattfindet. Ein Minimum liegt jedoch nur vor, wenn z gerade ist (vgl. [58]1). Die Va-
kuumerwartungswerte der Higgs-Dubletts sind dann reell und positiv.

Damit erhält man die Quadrate der Higgsmassen auf Born-Niveau, wie sie in Kapitel
4.1 in Gleichung (4.19) – (4.21) aufgelistet sind. Die Massenmatrix der neutralen Higgs-
Bosonen,

Mn =

( Mφ0 Mφ0ζ0

M+
φ0ζ0

Mζ0

)
, (7.18)

kann auf Born-Niveau durch die unitäre Matrix Un diagonalisiert werden:

Dn = UnMnU+
n = diag

(
(M

(0)

H0 )2, (M
(0)

h0 )2, 0, M 2
A0

)
. (7.19)

Die unitäre Matrix Un ist dabei durch

Un =

(
Uφ0 0
0 Uζ0

)
(7.20)

gegeben mit den unitären Matrizen Uφ0 aus (4.25) und Uζ0 aus (4.26). Un führt auf
Born-Niveau die φ0- und ζ-Felder der Wechselwirkungsbasis in die Felder der Massen-
eigenzustände über:




H0

h0

G0

A0


 = Un




φ0
1

φ0
2

ζ0
1

ζ0
2


 . (7.21)

1In [58] wurde eine andere Vorzeichenkonvention für m2
3 verwendet.
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7.2. Der Higgs-Sektor in höheren Ordnungen

Im Fall reeller Parameter verhindert die vorhandene CP-Symmetrie Mischungen zwischen
CP-geraden und -ungeraden Higgs-Feldern auch in höheren Ordnungen. Im Gegensatz dazu
treten bei nichtverschwindenden Phasen der komplexen Parameter aufgrund der verletzten
CP-Symmetrie in höheren Ordnungen Mischungen der CP-geraden und -ungeraden Felder
auf, obwohl eine Entmischung auf Born-Niveau möglich war.

7.2.1. Renormierte Selbstenergien im Higgs-Sektor

Die Herleitung der allgemeinen Ausdrücke für die renormierten Selbstenergien erfolgt ana-
log zu Anhang B.1. Zu berücksichtigen ist dabei, daß die Selbstenergien der neutralen
Felder in einer 4 × 4-Matrix Σ̂n zusammengefaßt werden und nicht, wie im Fall reeller
Parameter, in zwei 2 × 2-Matrizen Σ̂H0h0 und Σ̂G0A0 (siehe (4.7) und (4.8)):

Σ̂n =

(
Σ̂H0h0 Σ̂H0h0G0A0

Σ̂+
H0h0G0A0 Σ̂G0A0

)
(7.22)

mit

Σ̂H0h0 =

(
Σ̂n|11 Σ̂n|12

Σ̂n|21 Σ̂n|22

)
=

(
Σ̂H0H0 Σ̂h0H0

Σ̂h0H0 Σ̂h0h0

)
, (7.23)

Σ̂H0h0G0A0 =

(
Σ̂n|13 Σ̂n|14

Σ̂n|23 Σ̂n|24

)
=

(
Σ̂G0H0 Σ̂A0H0

Σ̂G0h0 Σ̂A0h0

)
, (7.24)

Σ̂G0A0 =

(
Σ̂n|33 Σ̂n|34

Σ̂n|43 Σ̂n|44

)
=

(
Σ̂G0G0 Σ̂A0G0

Σ̂A0G0 Σ̂A0A0

)
. (7.25)

Die renormierten Selbstenergien Σ̂G0H0 , Σ̂A0H0 , Σ̂G0h0 und Σ̂A0h0 setzen sich dabei ana-
log zu den Selbstenergien in (4.7) und (4.8) aus allen ein-Teilchen-irreduziblen Feynman-
Diagrammen zur entsprechenden Zwei-Punkt-Vertex-Funktion zusammen.

Zur Renormierung der Parameter werden nicht alle Parameter einzeln aufgeführt, son-
dern die Massenmatrizen der neutralen Higgs-Bosonen Mn (7.18) und der geladenen Higgs-
Bosonen Mφ± (7.9) durch renormierte Massenmatrizen und dazugehörige Counterterme
ersetzt:

Mn → Mn + δM(1)
n + δM(2)

n , (7.26)

Mφ± → Mφ± + δM(1)

φ±
+ δM(2)

φ±
. (7.27)
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Mit der Feldrenormierung2 gemäß (4.36) und (4.37) schreibt sich die matrixwertige Selbst-
energie der neutralen Higgs-Bosonen auf Ein-Schleifen-Niveau:

Σ̂(1)
n

(k2) = Σ(1)
n

(k2) +
1

2
k2(δZ̃+

n + δZ̃n) − 1

2
(δZ̃+

n Dn + Dn δZ̃n) − Un δM(1)
n U+

n . (7.28)

Die dazugehörigen renormierten Higgs-Selbstenergien auf Zwei-Schleifen-Niveau haben die
Form:

Σ̂(2)
n

(k2) = Σ(2)
n

(k2) +
1

2
k2(∆Z̃+

n + ∆Z̃n +
1

2
δZ̃+

n δZ̃n)

− 1

2
(∆Z̃+

n Dn + Dn ∆Z̃n +
1

2
δZ̃+

n Dn δZ̃n)

− Un δM(2)
n U+

n − 1

2
(δZ̃+

n Un δM(1)
n U+

n + Un δM(1)
n U+

n δZ̃n) . (7.29)

Dabei wurde folgende Schreibweise verwendet:

δZ̃n = Un δZ(1)
n U+

n mit δZ(1)
n =

(
δZ(1)

H 0

0 δZ(1)
H

)
, (7.30)

∆Z̃n = Un ∆Zn U+
n mit ∆Zn =

(
∆ZH 0

0 ∆ZH

)
(7.31)

mit δZ(1)
H und ∆ZH gegeben in (4.41) und (4.42).

Die renormierten Selbstenergien der geladenen Higgs-Felder sind in der matrixwertigen
Selbstenergie Σ̂G±H± zusammengefaßt:

Σ̂G±H± =

(
Σ̂G±H± |11 Σ̂G±H± |12

Σ̂G±H± |21 Σ̂G±H± |22

)
=

(
Σ̂G+G− Σ̂G+H−

Σ̂H+G− Σ̂H+H−

)
. (7.32)

Die renormierten Selbstenergien Σ̂G+G−, Σ̂G+H− , Σ̂H+G− und Σ̂H+H− bestehen aus allen
ein-Teilchen-irreduziblen Feynman-Diagrammen zur entsprechenden Zwei-Punkt-Vertex-
Funktion.

Auf Ein-Schleifen-Niveau ist die renormierte Selbstenergie Σ̂G±H± gegeben durch:

Σ̂
(1)
G±H±(k2) = Σ

(1)
G±H±(k2) +

1

2
k2(δZ̃+

φ±
+ δZ̃φ±)

− 1

2
(δZ̃+

φ±
Dφ± + Dφ± δZ̃φ±) − Uφ± δM(1)

φ±
U+
φ±

. (7.33)

2Bei der hier getroffenen Wahl der minimalen Feldrenormierung können die Z-Faktoren als reell ange-
nommen werden.
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Die dazugehörigen renormierten Higgs-Selbstenergien auf Zwei-Schleifen-Niveau können
folgendermaßen dargestellt werden:

Σ̂
(2)

G±H±(k2) = Σ
(2)

G±H±(k2) +
1

2
k2(∆Z̃+

φ±
+ ∆Z̃φ± +

1

2
δZ̃+

φ±
δZ̃φ±)

− 1

2
(∆Z̃+

φ±
Dφ± + Dφ± ∆Z̃φ± +

1

2
δZ̃+

φ±
Dφ± δZ̃φ±) − Uφ± δM(2)

φ±
U+
φ±

− 1

2
(δZ̃+

φ±
Uφ± δM(1)

φ±
U+
φ±

+ Uφ± δM(1)

φ±
U+
φ±
δZ̃φ±) . (7.34)

Die Z-Faktoren δZ̃φ± und ∆Z̃φ± wurden als abkürzende Schreibweise eingeführt:

δZ̃φ± = Uφ± δZ(1)
H U+

φ±
, (7.35)

∆Z̃φ± = Uφ± ∆ZH U+
φ±

(7.36)

mit δZ(1)
H und ∆ZH aus (4.41) und (4.42).

7.2.2. Higgs-Massenmatrizen

Zur Bestimmung der im vorherigen Abschnitt eingeführten Counterterme der Massenma-
trizen ist die Kenntnis der Parameterabhängigkeit der Massenmatrix notwendig. Die Mas-
senmatrix läßt sich durch die ursprünglichen Parameter der Lagrangedichte ausdrücken,
aber auch durch Parameter, die als physikalische Massen und Mischungswinkel interpretiert
werden können. Im folgenden werden statt der Parameter

m2
1, m2

2, m2
3, g′, g, v1, v2, ξ (7.37)

die Parameter

tφ0
1
, tφ0

2
, M 2

H± , e, MW , MZ , tanβ, tA0 (7.38)

verwendet. tφ0
1
, tφ0

2
, tA0 sind Tadpol-Parameter; tφ0

1
und tφ0

2
sind in (7.12) und (7.13) gege-

ben. Folgende Beziehung bestimmt den Tadpolparameter tA0 :

tA0 = − sin βB tζ01 + cosβB tζ02 = −cos(β − βB)

sin β
tζ01 . (7.39)

Dabei wurden die Definitionen (7.14) und (7.15) für tζ01 und tζ02 und die Beziehung (7.16)

verwendet. Die Mischung der Higgs-Felder ζ0
1 und ζ0

2 wird auf Born-Niveau durch den Mi-
schungswinkel βB parametrisiert. MH± ist die Masse des geladenen Higgs-Bosons (4.31).
Anders als beim MSSM mit reellen Parametern wird in diesem Teil der Arbeit statt
der Masse des A-Bosons die Masse des geladenen Higgs-Bosons eingeführt. Da bei CP-
Verletzung die neutralen Higgs-Bosonen mischen, ist eine On-Shell-Interpretation der A-
Boson-Masse problematisch. MZ und MW bezeichnen die Massen der Z- und W-Bosonen
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(4.23) und (4.24) und e ist die Elementarladung (4.54). Die Higgs-Vakuumerwartungswerte
v1 und v2 werden durch die Parameter tanβ aus (4.22) und MZ ersetzt.

Die Matrixelemente der Untermatrizen Mφ0 , Mφ0ζ0 und Mζ0 ,

Mφ =

(
Mφ11 Mφ12

Mφ21 Mφ22

)
für φ = φ0, φ0ζ0, ζ0 , (7.40)

lassen sich durch die Parameter folgendermaßen ausdrücken:

Mφ0
11

=
( M 2

H±

cos2(β − βB)
−M 2

W

)
sin2 β +M 2

Z cos2 β

− e
tφ0

1
cosβB(cosβ cosβB + 2 sin β sin βB) − tφ0

2
cos2 βB sin β

2MZ cos θW sin θW cos2(β − βB)
, (7.41)

Mφ0
12

= Mφ0
21

= −
( M 2

H±

cos2(β − βB)
−M 2

W +M 2
Z

)
sinβ cosβ

− e
tφ0

1
sin β sin2 βB + tφ0

2
cosβ cos2 βB

2MZ cos θW sin θW cos2(β − βB)
, (7.42)

Mφ0
22

=
( M 2

H±

cos2(β − βB)
−M 2

W

)
cos2 β +M 2

Z sin2 β

+ e
tφ0

1
cosβ sin2 βB − tφ0

2
(sinβ sin2 βB + cosβ sin 2βB)

2MZ cos θW sin θW cos2(β − βB)
, (7.43)

Mφ0ζ011
= Mφ0ζ022

= 0 , (7.44)

Mφ0ζ012
= −Mφ0ζ021

= −e tA0

2MZ cos θW sin θW cos(β − βB)
, (7.45)

Mζ011
=
( M 2

H±

cos2(β − βB)
−M 2

W

)
sin2 β − e

tφ0
1

cosβB(cosβ cosβB + 2 sinβ sinβB)

2MZ cos θW sin θW cos2(β − βB)

+ e
tφ0

2
cos2 βB sin β

2MZ cos θW sin θW cos2(β − βB)
, (7.46)

Mζ012
= Mζ021

= −
( M 2

H±

cos2(β − βB)
−M 2

W

)
sin β cosβ

− e
tφ0

1
sin β sin2 βB + tφ0

2
cosβ cos2 βB

2MZ cos θW sin θW cos2(β − βB)
, (7.47)

82



7.3. Renormierte Selbstenergien der neutralen Higgs-Bosonen

Mζ022
=
( M 2

H±

cos2(β − βB)
−M 2

W

)
cos2 β + e

tφ0
1

cosβ sin2 βB

2MZ cos θW sin θW cos2(β − βB)

− e
tφ0

2
(sin β sin2 βB + cosβ sin 2βB)

2MZ cos θW sin θW cos2(β − βB)
. (7.48)

θW ist der elektroschwache Mischungswinkel aus (4.55). Die Abhängigkeit vom Mischungs-
winkel βB kommt durch die Einführung des Tadpol-Parameters tA0 und der Masse des ge-
ladenen Higgs-Bosons MH± mit M 2

H± = (Uφ±Mφ±U
+
φ±

)|22 zustande. Zur Bestimmung der
expliziten Form der Massenmatrix-Counterterme wird die Parameterrenormierung durch-
geführt. Dazu werden die nackten Parameter durch die renormierten Parameter und die
dazugehörigen Counterterme ersetzt:

M 2
H± →M 2

H± + δM 2
H±

(1)
+ δM 2

H±

(2)
, (7.49)

M 2
Z →M 2

Z + δM 2
Z

(1)
+ δM 2

Z

(2)
, (7.50)

M 2
W →M 2

W + δM 2
W

(1)
+ δM 2

W

(2)
, (7.51)

tφ0
1
→ tφ0

1
+ δt

(1)

φ0
1

+ δt
(2)

φ0
1

, (7.52)

tφ0
2
→ tφ0

2
+ δt

(1)

φ0
2

+ δt
(2)

φ0
2

, (7.53)

tA0 → tA0 + δt
(1)

A0 + δt
(2)

A0 , (7.54)

tanβ → tanβ + δ tan(1) β + δ tan(2) β , (7.55)

e→ (1 + δZ(1)
e + δZ(2)

e )e . (7.56)

Nach diesen Countertermen wird die Massenmatrix entwickelt. In Anhang B.3.1 bzw. B.3.2
sind die Massenmatrix-Counterterme für Ein- bzw. Zwei-Schleifen-Niveau aufgelistet. In
den Ausdrücken auf Zwei-Schleifen-Niveau wurden die Näherungen aus Kapitel 7.3.2 ver-
wendet und die im dort gewählten Renormierungsschema verschwindenden Counterterme
gleich null gesetzt.

7.3. Renormierte Selbstenergien der neutralen

Higgs-Bosonen

7.3.1. Ein-Schleifen-Ordnung O(α)

Die Berechnung der Ein-Schleifen-Selbstenergien (7.28) wird hier wie in Kapitel 4.3 exakt
durchgeführt. Zur Bestimmung der Selbstenergie (7.28) ist die Festlegung der folgenden
Counterterme notwendig:
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• Der Counterterm zum Quadrat der Masse des geladenen Higgs-Bosons δM 2
H±

(1)
wird

on-shell festgelegt:

R̃eΣ̂
(1)
G±H±(M 2

H±)|22 = 0 . (7.57)

Σ̂
(1)

G±H± ist durch (7.33) gegeben. R̃e projiziert aus den Schleifenfunktionen den Re-
alteil heraus, wirkt aber nicht auf komplexe Parameter. Der Realteil des inversen
Teilchenpropagators des geladenen Higgs-Bosons besitzt mit dieser Bedingung ei-
ne Nullstelle bei M 2

H± . MH± hat somit die Bedeutung der physikalischen Masse des
geladenen Higgs-Bosons. Damit ergibt sich für den Counterterm des geladenen Higgs-
Bosons:

δM 2
H±

(1)
= (Uφ±δM(1)

φ±
U+
φ±

)22 = R̃eΣ
(1)
G±H±(M 2

H±)|22 = R̃eΣ
(1)
H+H−(M 2

H±) . (7.58)

• Die Counterterme zur W- und Z-Boson-Masse werden durch eine On-Shell-Bedingung
bestimmt:

R̃eΣ̂
(1)
V V (M 2

V ) = 0 mit V = W, Z (7.59)

mit der renormierten Z-Boson-Selbstenergie Σ̂
(1)
ZZ aus (4.77) und der renormierten

W-Boson-Selbstenergie:

Σ̂
(1)
WW (k2) = Σ

(1)
WW (k2) + (k2 −M 2

W )δZ
(1)
WW − δM 2

W

(1)
. (7.60)

Bei der Durchführung der Parameter- und der Feldrenormierung wurde dabei das
Massenquadrat des W-Bosons durch die dazugehörige renormierte Größe mit Coun-
terterm und die nackten Felder durch renormierte Felder und Z-Faktoren ersetzt:

M 2
W →M 2

W + δM 2
W

(1)
, (7.61)

W±
µ → (1 +

1

2
δZ

(1)
WW )W±

µ . (7.62)

Die Counterterme der Massenquadrate von W- und Z-Boson können mit (7.59) be-
stimmt werden:

δM 2
V

(1)
= R̃eΣ

(1)
V V (M 2

V ) mit V = W, Z . (7.63)

Aufgrund der Bedingung (7.59) hat der Realteil des inversen Propagators des W- bzw.
Z-Bosons eine Nullstelle bei M 2

W bzw. M 2
Z . Die Massenparameter der Vektorbosonen

MW und MZ können als physikalische Massen interpretiert werden.

• Die Tadpol-Parameter werden analog zum Fall reeller Parameter durch die Bedin-
gungen

T
(1)

φ0
1

+ δt
(1)

φ0
1

= 0 , (7.64)
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T
(1)

φ0
2

+ δt
(1)

φ0
2

= 0 , (7.65)

T
(1)

A0 + δt
(1)

A0 = 0 (7.66)

bestimmt. Die Parameter v1 und v2 haben damit auch auf Ein-Schleifen-Niveau die
Bedeutung der Higgs-Vakuumerwartungswerte. T

(1)

φ0
1

, T
(1)

φ0
2

bzw. T
(1)

A0 schließen alle Bei-

träge der irreduziblen Ein-Schleifen-Tadpol-Diagramme des φ0
1-, φ0

2- bzw. A0-Felds
ein. Die Counterterme zu den Tadpol-Parametern sind also:

δt
(1)

φ0
1

= −T (1)

φ0
1

, (7.67)

δt
(1)

φ0
2

= −T (1)

φ0
2

, (7.68)

δt
(1)

A0 = −T (1)

A0 . (7.69)

• Die Z-Faktoren δZ
(1)

H0
1

und δZ
(1)

H0
2

werden wie in Kapitel 4.3.1 im DR-Schema festgelegt.

Die expliziten Ausdrücke für die Z-Faktoren sind durch (4.85) und (4.86) gegeben.

Im Fall komplexer Parameter wird Re durch R̃e ersetzt.

• Der Counterterm zu tanβ wird ebenfalls im DR-Schema bestimmt und ist gegeben
in (4.90).

7.3.2. Zwei-Schleifen-Ordnung O(αtαs)

Auf Zwei-Schleifen-Niveau werden nur die dominanten Beiträge der Higgs-Selbstenergien
betrachtet. Wie im Fall reeller Parameter (siehe Abschnitt 4.3.2) werden auf Ein-Schleifen-
Niveau die größten Beiträge durch Korrekturen der Ordnung O(αt) verursacht. Auf Zwei-
Schleifen-Niveau liefern die Korrekturen zum Ein-Schleifen-Beitrag der Ordnung O(αt),
welche durch die starke Wechselwirkung hervorgerufen werden, den Hauptbeitrag. Zur
Berechnung der dominanten Terme auf Zwei-Schleifen-Niveau werden die Eichkopplun-
gen g, g′ in der Lagrangedichte – ausgedrückt in den ursprünglichen Parametern – gleich
null gesetzt. Die in den Zwei-Schleifen-Selbstenergien auftretenden Kopplungen sind damit
entweder proportional zur Yukawa-Kopplung λt oder zur Eichkopplung der starken Wech-
selwirkung gs. Die Selbstenergien auf Zwei-Schleifen-Niveau werden mit verschwindendem
äußeren Impuls berechnet.

Durch die Beschränkung auf die dominanten Korrekturen O(αtαs) vereinfacht sich der
Ausdruck für die Selbstenergie auf Zwei-Schleifen-Niveau erheblich. Produkte von Ein-
Schleifen-Countertermen liefern keinen Beitrag, da sie von der Ordnung O(α2) sind. Mit
der Näherung, daß die äußeren Impulse verschwinden, erhält man folgenden Ausdruck für
die matrixwertige Selbstenergie auf Zwei-Schleifen-Niveau:

Σ̂(2)
n

(0) = Σ(2)
n

(0) − 1

2
(∆Z̃+

n Dn + Dn ∆Z̃n) − Un δM(2)
n U+

n . (7.70)
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Der Counterterm zur Higgs-Massenmatrix δM(2)
n hängt dabei von den Parameter-Counter-

termen δM 2
H±

(2)
, δM 2

W
(2)

, δM 2
Z

(2)
, δ tan(2) β, δt

(2)

φ0
1

, δt
(2)

φ0
2

und δt
(2)

A0 ab. Für die explizite Be-

rechnung der Zwei-Schleifen-Selbstenergien müssen diese Counterterme sowie ∆ZH1
und

∆ZH2
durch Renormierungsbedingungen festgelegt werden:

• Die Z-Faktoren werden analog Kapitel 4.3.2 im DR-Schema bestimmt. Analog zu
Anhang B.2 kann auch für den Fall komplexer Parameter gezeigt werden, daß die Z-
Faktoren in der betrachteten Ordnung keinen divergenten Anteil besitzen und somit
im DR-Schema verschwinden (4.96).

• Zur Festlegung des Massencounterterms des geladenen Higgs-Bosons wird – analog
zum Ein-Schleifen-Niveau – eine Bedingung an die renormierte Selbstenergie der gela-
denen Higgs-Bosonen Σ̂

(2)

G±H± |22 gestellt. Im DR-Schema in der betrachteten Ordnung
O(αtαs) verschwinden die Z-Faktoren. So vereinfacht sich (7.34) zu

Σ̂
(2)

G±H±(k2) = Σ
(2)

G±H±(k2) − Uφ± δM(2)

φ±
U+
φ±

. (7.71)

Produkte von Ein-Schleifen-Countertermen tragen nicht zu Termen der betrachte-
ten Ordnung bei. In der Näherung verschwindender äußerer Impulse wird folgende
Renormierungsbedingung gestellt:

Σ̂
(2)

G±H±(0)|22 = 0 . (7.72)

Damit kann der Massencounterterm des geladenen Higgs-Bosons in Zwei-Schleifen-

Ordnung δM 2
H±

(2)
bestimmt werden:

δM 2
H±

(2)
= (Uφ± δM(2)

φ±
U+
φ±

)|22 = Σ
(2)

G±H±(0)|22 . (7.73)

• Die Massencounterterme des W- und Z-Bosons werden über eine On-Shell-Bedingung
festgelegt. In der betrachteten Näherung gibt es keine Beiträge zur W- und Z-
Selbstenergie, da die Kopplungen an das W- bzw. Z-Boson proportional zu den
Eichkopplungen g, g′ sind, und diese in der betrachteten Näherung den Wert null

annehmen. Damit verschwindet auch der Massencounterterm des Z-Bosons δM 2
Z

(2)

bzw. des W-Bosons δM 2
W (2) in der Ordnung O(αtαs):

δM 2
V

(2)
= 0 mit V = W, Z . (7.74)

• Die Tadpol-Parameter werden auf Zwei-Schleifen-Niveau durch die Bedingungen,

T
(2)
φ + δt

(2)
φ = 0 mit φ = φ0

1, φ
0
2, A

0 , (7.75)

bestimmt. Dabei wurden Terme der Ordnung O(α2) vernachlässigt (vergleiche (4.51)).
Damit können die Parameter v1 und v2 auch in dieser Ordnung als Higgs-Vakuumer-
wartungswerte interpretiert werden, wie in Abschnitt 4.2.2 beschrieben. T

(2)

φ0
1

, T
(2)

φ0
2
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bzw. T
(2)

A0 sind aus allen Beiträgen der irreduziblen Zwei-Schleifen-Tadpol-Diagramme
der Ordnung O(αtαs) des φ0

1-, φ
0
2- bzw. A0-Felds zusammengesetzt. Für die Tadpol-

Counterterme gilt analog zum Fall reeller Parameter:

δt
(2)
φ = −T (2)

φ mit φ = φ0
1, φ

0
2, A

0 . (7.76)

• Der Counterterm zu tanβ wird im DR-Schema festgelegt. In der betrachteten Ord-
nung muß dieser Counterterm keine divergenten Anteile absorbieren und verschwin-
det wie im Fall reeller Parameter (4.105).

7.3.3. Zusammenstellung wichtiger Ausdrücke

Die renormierte Ein-Schleifen-Selbstenergie ist durch

Σ̂(1)
n

(k2) = Σ(1)
n

(k2) +
1

2
k2(δZ̃+

n + δZ̃n) − 1

2
(δZ̃+

n Dn + Dn δZ̃n) − Un δM(1)
n U+

n (7.77)

gegeben. Die Elemente der Matrix Un δM(1)
n U+

n sind in Anhang B.3.1 aufgelistet. Auf Zwei-
Schleifen-Niveau werden nur Terme der Ordnung O(αtαs) berücksichtigt. Zusätzlich wird
in der Näherung verschwindender Eichkopplungen g und g′ und verschwindender Impulse
gerechnet. In dieser Näherung sind die im DR-Schema renormierten Z-Faktoren ∆ZH1

und ∆ZH2
null. Damit vereinfacht sich der Ausdruck der matrixwertigen Zwei-Schleifen-

Selbstenergie zu:

Σ̂(2)
n

(0) = Σ(2)
n

(0) − Un δM(2)
n U+

n . (7.78)

Explizite Ausdrücke für die Elemente der Matrix Un δM(2)
n U+

n sind in Anhang B.3.2 auf-
geführt.

Bei einer exakten Berechnung der Higgs-Massen müßte neben der Mischung des Gold-
stone-Bosons mit den Higgs-Bosonen die Mischung mit der longitudinalen Komponente des
Z-Bosons berücksichtigt werden. Auf Ein-Schleifen-Niveau ist die Mischung des Goldstone-
BosonsG0 mit den Higgs-BosonenH0, h0 und A0 vernachlässigbar klein, siehe auch [28]. Die
gemäß Kapitel 7.3.2 bestimmten Mischungs-Selbstenergien zwischen den Higgs-Bosonen
und dem Goldstone-Boson verschwinden in der Ordnung O(αtαs). Deshalb reicht es aus,

bei der Berechnung der Higgs-Massen nur die 3 × 3-Matrix Σ̂
(i)

H0h0A0 i-ter Ordnung,

Σ̂
(i)

H0h0A0 =




Σ̂
(i)
n |11 Σ̂

(i)
n |12 Σ̂

(i)
n |14

Σ̂
(i)
n |21 Σ̂

(i)
n |22 Σ̂

(i)
n |24

Σ̂
(i)
n |41 Σ̂

(i)
n |42 Σ̂

(i)
n |44


 =




Σ̂
(i)

H0H0 Σ̂
(i)

h0H0 Σ̂
(i)

A0H0

Σ̂
(i)

h0H0 Σ̂
(i)

h0h0 Σ̂
(i)

A0h0

Σ̂
(i)

A0H0 Σ̂
(i)

A0h0 Σ̂
(i)

A0A0


 , (7.79)
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zu berücksichtigen. Die Matrix Σ̂
(i)

H0h0A0 enthält die Selbstenergien und Mischungen3 der
Higgs-Bosonen H0, h0 und A0.

Auf Born-Niveau sind auch im CP-verletzenden Fall die CP-geraden Higgs-Bosonen H0

und h0 und das CP-ungerade Higgs-Boson A0 Masseneigenzustände. In höheren Ordnungen
mischen sie jedoch, so daß die neuen Masseneigenzustände einen CP-geraden und einen CP-
ungeraden Anteil besitzen. Die Felder dieser Masseneigenzustände werden mit h1, h2 und
h3 bezeichnet und sind nach der Größe der Masseneigenwerte geordnet. h1 ist das leichteste
Higgs-Boson. Diese Bezeichnung wird auch in Kapitel 10 verwendet. Der Übergang von den
Feldern H0, h0 und A0 zu den Feldern der Masseneigenzustände h1, h2 und h3 kann durch
eine unitäre effektive Mischungsmatrix Ueff beschrieben werden:



h1

h2

h3


 = Ueff



H0

h0

A0


 . (7.80)

3Die Mischung Σ̂
(i)
h0H0 darf nicht mit der matrixwertigen Selbstenergie der CP-geraden neutralen Higgs-

Bosonen Σ̂
(i)
H0h0 aus Kapitel 4 verwechselt werden.
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8. Der Quark-Squark-Sektor im
komplexen MSSM

Im Quark-Squark-Sektor ist der A-Parameter im allgemeinen komplex. Dagegen sind die
weiteren Brechungsparameter ML, Mq̃R reell. Die Yukawa-Kopplung λf wird ebenfalls als
reell angenommen. Da Familienmischungen innerhalb dieser Arbeit vernachlässigt werden,
können die Phasen der Yukawa-Kopplungen vollständig in die Felder absorbiert werden
und sind damit unphysikalisch. Bei Berücksichtigung der Familienmischungen lassen sich
die Phasen der 3 × 3-Matrix der Yukawa-Kopplungen durch Umdefinition der Quarksu-
perfelder – analog zur Herleitung der CKM-Matrix im Standardmodell [3] – bis auf ei-
ne physikalische Phase eliminieren. Wie in Kapitel 5 wird der komplexe Parameter µ
nicht dem Quark-Squark-Sektor zugeordnet. Die Higgs-Selbstenergien werden auf Zwei-
Schleifen-Niveau in der Ordnung O(αtαs) berechnet. Deshalb werden die Ein-Schleifen-
Counterterme im Quark-Squark-Sektor nur bis zur Ordnung O(αs) benötigt. Der Ein-
Schleifen-Counterterm δµ ist von der Ordnung O(α) und spielt somit bei der Berechnung
der Higgs-Selbstenergien keine Rolle. Der reine Quark-Sektor auf Born-Niveau ist in Ka-
pitel 5.1.1 dargestellt. Ebenso wird die Massenmatrix Mq̃ der Squarks (5.10) in diesem
Kapitel für allgemeine Parameter hergeleitet. Die Mischungsmatrix Uq̃ ändert sich jedoch
im Fall komplexer Parameter gegenüber der Darstellung (5.11) in Kapitel 5.1.1. Sie ist
eine unitäre komplexe Matrix, deren Diagonalelemente reell gewählt werden können. Diese
Matrix kann mit einem Mischungwinkel θq̃ und einer Phase ϕq̃ parametrisiert werden:

Uq̃ =

(
Uq̃11 Uq̃12
Uq̃21 Uq̃22

)
=

(
cos θq̃ eiϕq̃ sin θq̃

−e−iϕq̃ sin θq̃ cos θq̃

)
. (8.1)

Die Einträge in der Squarkmassenmatrix lassen sich ebenfalls durch den Mischungswinkel θq̃
und die Phase ϕq̃ und zusätzlich durch die Masseneigenwerte mq̃1 und mq̃2 parametrisieren:

Mq̃ =

(
cos2 θq̃m

2
q̃1

+ sin2 θq̃m
2
q̃2

eiϕq̃ sin θq̃ cos θq̃(m
2
q̃1
−m2

q̃2
)

e−iϕq̃ sin θq̃ cos θq̃(m
2
q̃1
−m2

q̃2
) sin2 θq̃m

2
q̃1

+ cos2 θq̃m
2
q̃2

)
(8.2)

mit den Masseneigenwerten

mq̃1, 2
=

1

2
(M 2

L +M 2
q̃R

) +m2
q +

1

2
T 3
qM

2
Zc2β

∓ 1

2

√[
M 2

L −M 2
q̃R

+M 2
Zc2β(T 3

q − 2Qqs2
W )
]2

+ 4m2
q|Aq − µ∗κ|2. (8.3)
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8. Der Quark-Squark-Sektor im komplexen MSSM

Die unrenormierten Quark-Selbstenergien (5.19) erhalten im Fall komplexer Parameter
zusätzlich einen rein imaginären, pseudoskalaren, endlichen Anteil ΣqPS

(k2):

Σq(k) = 6kω−ΣqL(k2)+ 6kω+ΣqR(k2) +mqΣqS(k2) +mqγ5ΣqPS
(k2) . (8.4)

Die Selbstenergie kann statt durch einen skalaren und pseudoskalaren Anteil durch links-
händige und rechtshändige Größen ΣqS,L

und ΣqS,R
ausgedrückt werden:

Σq(k) = 6kω−ΣqL(k2)+ 6kω+ΣqR(k2) +mqω−ΣqS,L
(k2) +mqω+ΣqS,R

(k2) . (8.5)

Dabei gilt:

ΣqS,L
(k2) = ΣqS(k2) − ΣqPS

(k2) , (8.6)

ΣqS,R
(k2) = ΣqS(k2) + ΣqPS

(k2) = Σ∗
qS,L

(k2) . (8.7)

Die Renormierung wird gemäß Kapitel 5.1.2 mit den Ersetzungen (5.16) durchgeführt, wo-
bei die Z-Faktoren als komplexwertig angenommen werden. Damit erhält man die folgenden
Ausdrücke für die links- und rechtshändigen Anteile der renormierten Quark-Selbstenergie:

Σ̂qL(k2) = ΣqL(k2) +
1

2

(
δZψL

+ δZ∗
ψL

)
,

Σ̂qR(k2) = ΣqR(k2) +
1

2

(
δZψR

+ δZ∗
ψR

)
,

Σ̂qS,L
(k2) = ΣqS,L

(k2) − 1

2
(δZψL

+ δZψR
) − 1

mq

δmq ,

Σ̂qS,R
(k2) = ΣqS,R

(k2) − 1

2
(δZ∗

ψL
+ δZ∗

ψR
) − 1

mq

δmq . (8.8)

Die Gleichung Σ̂qS,R
(k2) = Σ̂∗

qS,L
(k2) muß aufgrund der CPT-Invarianz erfüllt sein.

Die Squark-Selbstenergien (5.26) aus Kapitel 5.1.2 gelten auch im Fall komplexer Pa-
rameter.

8.1. Renormierung im Top-Stop-Sektor

Wie in Kapitel 5.2 enthält der Top-Stop-Sektor als fundamentale Parameter die Yukawa-
Kopplung λt aus dem Quark-Anteil und die Brechungsparameter ML, Mt̃R

und At aus dem
Squark-Anteil. Da in diesem Teil der Arbeit der A-Parameter als komplexwertig angenom-
men wird, sind für den A-Parameter At im Gegensatz zum reellen Fall zwei Renormierungs-
bedingungen zu stellen. Eine der Bedingungen legt den Betrag des A-Parameters |At| fest,
die andere die Phase ϕAt

. Statt den A-Parameter zu fixieren, können auch Bedingungen an
den Mischungswinkel θt̃ und die dazugehörige Phase ϕt̃ gestellt werden. Die Top-Yukawa-
Kopplung λt und die Brechungsparameter ML, Mt̃R

lassen sich wie in Kapitel 5.2 durch
die Top-Quark-Masse mt und die Top-Squarkmassen mt̃1, 2

ersetzen.

Folgende Renormierungsbedingungen werden gestellt:

90



8.1. Renormierung im Top-Stop-Sektor

(i) Für die Top-Quark-Masse werden zwei alternative Renormierungsbedingungen ange-
geben:

(a) Die Top-Quark-Masse wird on-shell bestimmt, so daß der Realteil des inversen
Top-Quark-Propagators eine Nullstelle an der Stelle mt hat:

R̃eΣ̂t(k)u(k)
∣∣
k2=m2

t

= 0, ū(k)R̃eΣ̂t(k)
∣∣
k2=m2

t

= 0 . (8.9)

Σ̂t ist dabei durch (8.5) und (8.8) gegeben. R̃e projiziert wieder den Realteil
der Schleifenintegrale heraus und wirkt nicht auf weitere komplexe Größen. Der
Top-Quark-Massencounterterm ist damit festgelegt:

δmt =
1

2
mt

(
R̃eΣtL(m2

t ) + R̃eΣtR(m2
t ) + R̃eΣtS,L

(m2
t ) + R̃eΣtS,R

(m2
t )
)
. (8.10)

Nutzt man die Beziehungen (8.6) und (8.7), so erhält man den On-Shell-Massen-
counterterm der Top-Quark-Masse in bekannter Form (vgl. (5.28)):

δmt =
1

2
mt

(
R̃eΣtL(m2

t ) + R̃eΣtR(m2
t ) + 2R̃eΣtS(m2

t )
)
. (8.11)

(b) Die Top-Quark-Masse wird als DR-Größe (siehe Kapitel 3.3) definiert. Der da-
zugehörige Counterterm nimmt dann folgende Form an:

δmt =
1

2
mt

(
R̃eΣtL(m2

t )|div + R̃eΣtR(m2
t )|div + 2R̃eΣtS(m2

t )|div

)
. (8.12)

Σ|div enthält die divergenten Terme der unrenormierten Selbstenergie Σ, die
proportional zu ∆ (3.7) sind.

(ii) Für die Squarkmassen werden On-Shell-Bedingungen gewählt, so daß der Realteil
der inversen Teilchenpropagatoren für die Squarks eine Nullstelle an der Stelle m2

t̃1

bzw. m2
2̃

hat:

R̃eΣ̂t̃ii
(m2

t̃i
) = 0 mit i = 1, 2. (8.13)

Damit bekommen die dazugehörigen Counterterme folgende Form:

δm2
t̃i

= (Ut̃δMt̃U+
t̃

)ii = R̃eΣt̃ii
(m2

t̃i
) mit i = 1, 2 . (8.14)

Die Counterterm-Matrix δMt̃ zur Matrix Mt̃ (8.2) kann durch die physikalischen
Parameter, die Squarkmassen mt̃1

und mt̃2
, den Mischungswinkel θt̃ und die Phase

ϕt̃ und den dazugehörigen Countertermen ausgedrückt werden:

(δMt̃)11 = cos2 θt̃ δm
2
t̃1

+ sin2 θt̃ δm
2
t̃2
− 2 sin θt̃ cos θt̃ (m2

t̃1
−m2

t̃2
) δθt̃ , (8.15)

(δMt̃)12 = eiϕt̃ sin θt̃ cos θt̃ (δm2
t̃1
− δm2

t̃2
) + eiϕt̃ cos(2θt̃)(m

2
t̃1
−m2

t̃2
) δθt̃ (8.16)

+ ieiϕt̃ sin θt̃ cos θt̃ (m2
t̃1
−m2

t̃2
)δϕt̃ ,

(δMt̃)21 = (δM∗
t̃
)12 , (8.17)

(δMt̃)22 = sin2 θt̃ δm
2
t̃1

+ cos2 θt̃ δm
2
t̃2

+ 2 sin θt̃ cos θt̃ (m2
t̃1
−m2

t̃2
) δθt̃ . (8.18)
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(iii) Zum Schluß müssen noch Bedingungen entweder an den A-Parameter oder an das
Matrixelement δYt :=

(
Ut̃δMt̃U+

t̃

)
12

, welches den Counterterm zum Mischungswinkel
und den Counterterm zur dazugehörigen Phase enthält, gestellt werden. Unter (a)
wird δYt und unter (b) der Counterterm zum A-Parameter durch Renormierungsbe-
dingungen bestimmt.

(a) Es wird analog zu (5.33) gefordert, daß folgende Beziehung gilt:

R̃eΣ̂t̃12
(m2

t̃1
) + R̃eΣ̂t̃12

(m2
t̃2

) = 0 . (8.19)

Da die renormierte Mischung Σ̂t̃12
komplexwertig ist, werden durch diese Glei-

chung zwei reelle bzw. ein komplexer Parameter festgelegt. Mit dem Ausdruck
der Squarkselbstenergie aus (5.26) und der zusätzlichen Bedingung, daß für die
Z-Faktoren δZt̃12 = δZ∗

t̃21
gilt1 , erhält man:

δYt =
(
Ut̃ δMt̃ U+

t̃

)
12

=
1

2

(
R̃eΣt̃12

(m2
t̃1

) + R̃eΣt̃12
(m2

t̃2
)
)
. (8.20)

Verwendet man den expliziten Ausdruck (8.1) für die unitäre Mischungsmatrix
Ut̃ und die Matrixelemente (8.15) – (8.18) der Counterterm-Massenmatrix δMt̃,
so kann man folgenden Zusammenhang zwischen δYt und dem Mischungswinkel-
Counterterm δθt̃ sowie dem Phasencounterterm δϕt̃ herstellen:

δYt = eiϕt̃(m2
t̃1
−m2

t̃2
)
(
δθt̃ + i sin θt̃ cos θt̃ δϕt̃

)
. (8.21)

Durch Auflösen nach δθt̃ und δϕt̃ erhält man einen Ausdruck für den Mischungs-
winkel- und den Phasencounterterm. Da in der analytischen Auswertung der
Higgs-Selbstenergien mit komplexen Parametern nur δYt, nicht aber die explizite
Form von Mischungswinkel- und Phasencounterterm benutzt wurde, wird hier
auf eine explizite Angabe verzichtet.

Zusammen mit den Bedingungen an die Top-Quark-Masse und an die Squark-
Massen sind damit alle Parameter festgelegt. Der Counterterm zum A-Parameter
ist durch eine Kombination der unabhängigen Counterterme δmt, δm

2
t̃1

, δm2
t̃2

und δYt bestimmt.

Der A-Parameter kann in Betrag und Phase aufgespalten werden. Sowohl Betrag
als auch Phase erhalten dabei einen Counterterm. Für den komplexwertigen A-
Parameter-Counterterm ergibt sich dann:

δAt = eiϕAtδ|At| + iAtδϕAt
. (8.22)

1Wie im Fall reeller Parameter kann diese Bedingung an die Z-Faktoren immer gestellt werden. Auf-
grund der Bedingung (8.19) muß nur noch eine Entmischungsbedingung gestellt werden, beispielsweise

R̃eΣ̂
t̃12

(m2
t̃1

) = 0, um eine vollständige Entmischung zu gewährleisten.
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δ|At| bzw. δϕAt
ist der zum Betrag bzw. zur Phase des A-Parameters gehörende

Counterterm. Das Matrixelement (δMt̃)12 kann einerseits durch Counterterme
der ursprünglichen Massenmatrix ausgedrückt werden,

(δMt̃)12 = (A∗
t − µ cotβ)δmt +mt(e

−iϕAtδ|At| − iA∗
t δϕAt

) + O(α) , (8.23)

andererseits ist dieses Matrixelement durch eine Kombination der Squarkmas-
sen m2

t̃1
, m2

t̃2
, der Matrixelemente der unitären Mischungsmatrix Ut̃ sowie der

Counterterme δm2
t̃1

, δm2
t̃2

und δYt gegeben:

(δMt̃)12 = U ∗
t̃11
Ut̃12(δm

2
t̃1
− δm2

t̃2
) + U ∗

t̃11
Ut̃22δYt + Ut̃12U

∗
t̃21
δY ∗

t . (8.24)

Setzt man die Ausdrücke (8.23) und (8.24) gleich und löst nach δ|At| und δϕAt

auf, so erhält man für die Counterterme zum Betrag bzw. zur Phase des A-
Parameters:

δ|At| =
1

mt

Re[eiϕAtKt] , (8.25)

δϕA = − 1

mt|At|
Im[eiϕAtKt] . (8.26)

Kt bezeichnet die folgende Kombination von Countertermen:

Kt = −(A∗
t − µ cotβ)δmt + U ∗

t̃11
Ut̃12(δm

2
t̃1
− δm2

t̃2
)

+ U ∗
t̃11
Ut̃22δYt + Ut̃12U

∗
t̃21
δY ∗

t + O(α) . (8.27)

(b) Der A-Parameter At wird als DR-Größe festgelegt. Die Counterterme zum Be-
trag bzw. zur Phase des A-Parameters gemäß (8.22) sind dann:

δ|At| =
1

mt

Re[eiϕAtKDR
t ] , (8.28)

δϕA = − 1

mt|At|
Im[eiϕAtKDR

t ] . (8.29)

Dabei ist KDR
t gegeben durch:

KDR
t = −1

2
mt(A

∗
t − µ cotβ)

(
R̃eΣtL(m2

t )|div + R̃eΣtR(m2
t )|div + 2R̃eΣtS(m2

t )|div

)

+ U ∗
t̃11
Ut̃12(R̃eΣt̃11

(m2
t̃1

)|div − R̃eΣt̃22
(m2

t̃2
)|div)

+
1

2
Ut̃12U

∗
t̃21

(
R̃eΣt̃12

(m2
t̃1

)|div + R̃eΣt̃12
(m2

t̃2
)|div

)∗

+
1

2
U ∗
t̃11
Ut̃22

(
R̃eΣt̃12

(m2
t̃1

)|div + R̃eΣt̃12
(m2

t̃2
)|div

)
+ O(α) . (8.30)
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m2
t̃i

mit i = 1, 2 mt At θt̃, ϕt̃

θt̃, ϕt̃, mt OS on-shell (ii) on-shell (i.a) on-shell (iii.a)

θt̃, ϕt̃, mt DR on-shell (ii) DR (i.b) on-shell (iii.a)

At DR, mt OS on-shell (ii) on-shell (i.a) DR (iii.b)

At, mt DR on-shell (ii) DR (i.b) DR (iii.b)

Tabelle 8.1.: Zusammenstellung der betrachteten Renormierungsschemata für den Top-Stop-
Sektor: Die unausgefüllten Felder kennzeichnen die abhängigen Größen. Die Num-
mer in Klammern gibt die Nummer an, unter der die entsprechende Renormie-
rungsbedingung steht.

Mit den Bedingungen aus (i) – (iii) sind alle Parameter im Top-Stop-Sektor
festgelegt. Mit Hilfe der Gleichungen (8.23) und (8.24) kann δYt in Abhängigkeit
von den Countertermen δm2

t̃1
, δm2

t̃2
, δmt, δ|At| und δϕAt

bestimmt werden:

δYt =
[
mt

(
Ut̃11U

∗
t̃22
e−iϕAt − Ut̃12U

∗
t̃21
eiϕAt

)
δ|At|

− imt

(
Ut̃11U

∗
t̃22
A∗
t + Ut̃12U

∗
t̃21
At
)
δϕAt

+
(
Ut̃11U

∗
t̃22

(A∗
t − µ cotβ) − Ut̃12U

∗
t̃21

(At − µ∗ cotβ)
)
δmt

+ Ut̃11U
∗
t̃21

(
δm2

t̃1
− δm2

t̃2

)]
/
(
|Ut̃11 |2 − |Ut̃12 |2

)
+ O(α) . (8.31)

In Tabelle 8.1 sind die Renormierungsschemata, die mit den obigen Festlegungen gebildet
werden, zusammengestellt. Mit θt̃ und ϕt̃ werden dabei Bedingungen zur Bestimmung
von δYt – und damit auch zur Definition von θt̃ und ϕt̃ – bezeichnet, auch wenn in der
konkreten analytischen Rechnung keine spezielle Form der Mischungsmatrix Ut̃ verwendet
wird. Das Schema

”
θt̃, ϕt̃, mt OS“ entspricht einer Verallgemeinerung des in Kapitel 5.2.1

definierten Renormierungsschemas. Die Renormierungsschemata aus Tabelle 8.1 werden in
Kapitel 10.2 verwendet.

8.2. Renormierung im Bottom-Sbottom-Sektor

Im Bottom-Sbottom-Sektor ist, analog zum Top-Stop-Sektor, nur der A-ParameterAb kom-
plexwertig. Der rechtshändige Brechungsparameter Mb̃R

ist reell – der reelle linkshändi-
ge Brechungsparameter ML wurde im Top-Stop-Sektor festgelegt. Die Bottom-Yukawa-
Kopplung λb wird als reell angenommen. Ihre Phase kann durch Redefinition der Felder
eliminiert werden und ist somit unphysikalisch. Die Bottom-Yukawa-Kopplung wird im
weiteren durch die Bottom-Quark-Masse und der rechtshändige Brechungsparameter durch
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die Bottom-Squark-Masse2 mb̃2
ersetzt. An diese Parameter, also an die Bottom-Quark-

Masse mb, an die Bottom-Squark-Masse mb̃2
bzw. an das Quadrat dieser Masse und an

den A-Parameter Ab, werden die folgenden Renormierungsbedingungen gestellt:

(i) Die Bottom-Quark-Masse wird als DR-Größe bestimmt:

δmb =
1

2
mb

(
R̃eΣbL(m2

b)|div. + R̃eΣbR(m2
b)|div. + 2R̃eΣbS (m2

b)|div.

)
. (8.32)

(ii) Die Bottom-Squark-Masse mb̃2
wird on-shell festgelegt, so daß der Realteil des in-

versen Propagators eine Nullstelle bei m2
b̃2

hat. mb̃2
besitzt so die Bedeutung der

physikalischen Masse. Dazu muß folgende Bedingung erfüllt sein:

R̃eΣ̂b̃22
(m2

b̃2
) = 0 . (8.33)

Man erhält folgenden Ausdruck für den Counterterm des Quadrats der Bottom-
Squark-Masse m2

b̃2
:

δm2
b̃2

= R̃eΣb̃22
(m2

b̃2
) . (8.34)

(iii) Der A-Parameter Ab wird ebenfalls als DR-Größe gewählt mit dem Counterterm:

δAb = eiϕAbδ|Ab| + iAbδϕAb
, (8.35)

Für δ|Ab| und δϕAb
gilt dann:

δ|Ab| =
1

mb

Re[eiϕAbKDR
b ] , (8.36)

δϕA = − 1

mb|Ab|
Im[eiϕAbKDR

b ] (8.37)

mit

KDR
b = −1

2
mb(A

∗
b − µ tan β)

(
R̃eΣbL(m2

b)|div + R̃eΣbR(m2
b)|div + 2R̃eΣbS (m2

b)|div

)

+ U ∗
b̃11
Ub̃12(R̃eΣb̃11

(m2
b̃1

)|div − R̃eΣb̃22
(m2

b̃2
)|div)

+
1

2
Ub̃12U

∗
b̃21

(
R̃eΣb̃12

(m2
b̃1

)|div + R̃eΣb̃12
(m2

b̃2
)|div

)∗

+
1

2
U ∗
b̃11
Ub̃22

(
R̃eΣb̃12

(m2
b̃1

)|div + R̃eΣb̃12
(m2

b̃2
)|div

)
+ O(α) . (8.38)

2Im Grenzfall b̃2 → b̃L kann der rechtshändige Brechungsparameter nicht mehr durch m
b̃2

, sondern nur
durch m

b̃1
ersetzt werden. In diesem Fall muß die Renormierungsbedingung an m

b̃1
gestellt werden.
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8. Der Quark-Squark-Sektor im komplexen MSSM

Dieses Renormierungschema entspricht einer Verallgemeinerung des in Kapitel 5.3.2 auf-
geführten Renormierungsschemas

”
Bottom-Masse-DR-Renormierung“ für den Fall kom-

plexer Parameter.

Durch die Bedingungen (i) – (iii) sind alle unabhängigen Parameter und deren Coun-
terterme bestimmt. Der Counterterm des Quadrats der Bottom-Squark-Masse δm2

b̃1
hängt

von den unabhängigen Countertermen des Top-Stop- bzw. Bottom-Sbottom-Sektors ab.
Aufgrund der SU(2)-Invarianz gilt die Relation:

|Ub̃11|
2δm2

b̃1
+ |Ub̃12 |

2δm2
b̃2
− U ∗

b̃12
Ub̃22δYb − Ub̃12U

∗
b̃22
δY ∗

b − 2mb δmb

= |Ut̃11|2δm2
t̃1

+ |Ut̃12|2δm2
t̃2
− U ∗

t̃12
Ut̃22δYt − Ut̃12U

∗
t̃22
δY ∗

t − 2mt δmt + O(α) . (8.39)

Dabei ist δYb = (Ub̃Mb̃ U
+

b̃
)12. δYb kann aus der SU(2)-Relation (8.39) zugunsten des

A-Parameter-Counterterms eliminiert werden. Analog zum Top-Stop-Sektor (vgl. (8.23))
kann das Matrixelement (δMb̃)12 der Sbottom-Massenmatrix einerseits durch

(δMb̃)12 = (A∗
b − µ tan β)δmb +mb(e

−iϕAbδ|Ab| − iA∗
bδϕAb

) + O(α) (8.40)

ausgedrückt werden, andererseits kann es als Kombination der Counterterme δm2
b̃1

, δm2
b̃2

und δYb geschrieben werden:

(δMb̃)12 = U ∗
b̃11
Ub̃12(δm

2
b̃1
− δm2

b̃2
) + U ∗

b̃11
Ub̃22δYb + Ub̃12U

∗
b̃21
δY ∗

b . (8.41)

Durch Gleichsetzen von (8.40) und (8.41) und Auflösen nach δYb erhält man einen Ausdruck
für δYb, der noch den Counterterm δmb̃1

enthält:

δYb =
[
mb

(
Ub̃11U

∗
b̃22
e−iϕAb − Ub̃12U

∗
b̃21
eiϕAb

)
δ|Ab| − imb

(
Ub̃11U

∗
b̃22
A∗
b + Ub̃12U

∗
b̃21
Ab
)
δϕAb

+
(
Ub̃11U

∗
b̃22

(A∗
b − µ tan β) − Ub̃12U

∗
b̃21

(Ab − µ∗ tanβ)
)
δmb

+ Ub̃11U
∗
b̃21

(
δm2

b̃1
− δm2

b̃2

)]
/
(
|Ub̃11 |

2 − |Ub̃12|
2
)

+ O(α) . (8.42)

Setzt man δYb aus (8.42) in die SU(2)-Relation (8.39) und löst nach δm2
b̃1

auf, so erhält

man für den Counterterm des Massenquadrats m2
b̃1

den folgenden Ausdruck:

δm2
b̃1

=
1

|Ub̃11 |2

[
|Ub̃12 |

2δm2
b̃2

+ Ub̃11U
∗
b̃12

[
mb

(
δ|Ab|e−iϕAb − iA∗

bδϕAb

)
+ δmb(A

∗
b − µ tan β)

]

+ U ∗
b̃11
Ub̃12

[
mb

(
δ|Ab|eiϕAb + iAbδϕAb

)
+ δmb(Ab − µ∗ tanβ)

]

+
(
|Ub̃11|

2 − |Ub̃12 |
2
)[
|Ut̃11 |2δm2

t̃1
+ |Ut̃12|2δm2

t̃2
− U ∗

t̃12
Ut̃22δYt

− Ut̃12U
∗
t̃22
δY ∗

t + 2mbδmb − 2mtδmt

]]
+ O(α) . (8.43)
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8.2. Renormierung im Bottom-Sbottom-Sektor

δYb aus (8.42) läßt sich nach Einsetzen von (8.43) auch durch die unabhängigen Counter-
terme ausdrücken:

δYb =
Ub̃11
Ub̃22

[
mb

(
e−iϕAbδ|Ab| − iA∗

bδϕAb

)
+ (A∗

b − µ tan β)δmb

]

−
Ub̃12
Ub̃22

[
−δm2

b̃2
+ |Ut̃11|2δm2

t̃1
+ |Ut̃12|2δm2

t̃2
− Ut̃12U

∗
t̃22
δY ∗

t − U ∗
t̃12
Ut̃22δYt

+ 2mbδmb − 2mtδmt

]
+ O(α) . (8.44)

Bei der Berechnung der Higgsmassen in Kapitel 10 bis zur Ordnung O(αtαs) treten
die Counterterme des Bottom-Sbottom-Sektors nur in den Zwei-Schleifen-Selbstenergien
der geladenen Higgs-Bosonen auf. Zur Bestimmung dieser Selbstenergie wird die Bottom-
Quark-Masse auf null gesetzt. Dadurch vereinfacht sich der Counterterm-Anteil. Das b̃2-
Squark geht über in das b̃R-Squark und entkoppelt. Übrig bleibt eine Abhängigkeit der
Selbstenergie der geladenen Higgs-Bosonen von der Squark-Masse mb̃1

; der dazugehörige
Counterterm δm2

b̃1
setzt sich in der betrachteten Näherung folgendermaßen aus den Coun-

tertermen des Top-Stop-Sektors zusammen:

δm2
b̃1

= |Ut̃11 |2δm2
t̃1

+ |Ut̃12|2δm2
t̃2
− U ∗

t̃12
Ut̃22δYt − Ut̃12U

∗
t̃22
δY ∗

t − 2mtδmt + O(α) . (8.45)

Anmerkung zu den Z-Faktoren der Squark-Felder:

Obwohl in der folgenden Rechnung die Z-Faktoren der Squarks keine Rolle spielen,
da sie nur als virtuelle Teilchen auftreten, werden hier der Vollständigkeit wegen Renor-
mierungsbedingungen zur Festlegung der Z-Faktoren der Squarks angeführt. Die in (5.23)
eingeführten Z-Faktoren δZ̃q̃ sind im allgemeinen komplexwertig. Bei der Berechnung von
Prozessen mit äußeren Squarks bietet es sich an, die Z-Faktoren innerhalb eines On-Shell-
Schemas festzulegen.

(i) Die diagonalen Z-Faktoren werden so bestimmt, daß der Realteil der Residuen der
Propagatoren den Wert eins annimmt:

R̃e
∂Σ̂q̃ii(k

2)

∂k2

∣∣∣∣
k2=m2

q̃i

= 0 mit i = 1, 2 . (8.46)

Diese Bedingung legt den Realteil der diagonalen Z-Faktoren fest:

Re δZ̃q̃ii = −R̃e
∂Σq̃ii(k

2)

∂k2

∣∣∣∣
k2=m2

q̃i

mit i = 1, 2 . (8.47)

Die Imaginärteile der diagonalen Z-Faktoren bleiben durch diese Bedingung unbe-
stimmt und werden gleich null gesetzt:

Im δZ̃q̃ii = 0 mit i = 1, 2 . (8.48)
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8. Der Quark-Squark-Sektor im komplexen MSSM

Dies ist möglich, da die Imaginärteile der diagonalen Z-Faktoren keine Divergenzen
enthalten.

(ii) Zur Festlegung der Z-Faktoren δZ̃q̃12 bzw. δZ̃q̃21 werden Entmischungsbedingungen
gestellt, so daß im Fall eines On-Shell-Squarks keine Übergänge zwischen den Squark-
Feldern stattfinden:

R̃eΣ̂q̃12(m2
q̃1

) = 0 , (8.49)

R̃eΣ̂q̃12(m2
q̃2

) = 0 . (8.50)

Für die Z-Faktoren erhält man damit folgenden Ausdruck:

δZ̃q̃12 = 2
R̃eΣq̃12(m

2
q̃2

) − δYq

(m2
q̃1
−m2

q̃2
)

, (8.51)

δZ̃q̃21 = −2
R̃eΣq̃21(m

2
q̃1

) − δY ∗
q

(m2
q̃1
−m2

q̃2
)

. (8.52)

Die Entmischungsbedingungen können unabhängig von der Wahl des Renormierungs-
schemas zur Festlegung der Parameter-Counterterme gestellt werden; der speziel-
le Ausdruck für die Z-Faktoren δZ̃q̃12 bzw. δZ̃q̃21 hängt aber von den Parameter-
Countertermen ab.
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9. Der Gluino-Sektor im komplexen
MSSM

Bei der Berechnung der Higgs-Massen treten die Gluinos erst auf Zwei-Schleifen-Niveau
als virtuelle Teilchen auf. Deshalb ist die Kenntnis des Gluino-Sektors auf Born-Niveau
ausreichend. Der Brechungsparameter M3, der als Massenparameter der Gluinos auftritt,
ist im allgemeinen ein komplexer Parameter.

9.1. Massenterme der Gluinos

Zu den Massentermen der Gluinos trägt nur ein Anteil aus den Softbrechungstermen bei:

Lg̃g̃ =
1

2

(
M3λ

a
sλ

a
s +M ∗

3 λ̄
a
s λ̄

a
s

)
. (9.1)

M3 ist ein komplexer Parameter mit Betrag |M3| und Phase ϕg̃:

M3 = |M3|eiϕg̃ . (9.2)

Die Gluino-Phase ϕg̃ kann in die Gluino-Felder absorbiert werden. Dabei werden die ur-
sprünglichen Weyl-Spinoren λas , λ̄

a
s durch die Weyl-Spinoren ξas , ξ̄as ersetzt:

ξas = ei
ϕg̃
2 λas , ξ̄as = e−i

ϕg̃
2 λ̄as . (9.3)

Damit lassen sich die Massenterme folgendermaßen schreiben:

Lg̃g̃ =
1

2

(
|M3|ξas ξas + |M3|ξ̄as ξ̄as

)
. (9.4)

Die Weyl-Spinoren ξas , ξ̄as können durch vierkomponentige Majorana-Spinoren g̃ ausge-
drückt werden:

g̃ =

(
−iξas
iξ̄as

)
, ¯̃g =

(
−iξas , iξ̄as

)
; (9.5)
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der Massenterm der Gluinos geht dann über in:

Lg̃g̃ = −1

2
|M3|¯̃gg̃ (9.6)

und die Gluino-Masse mg̃ ist durch den Betrag des Softbrechungsparameters gegeben:

mg̃ = |M3| . (9.7)

9.2. Quark-Squark-Gluino-Vertex

Die Wechselwirkung zwischen Quark, Squark und Gluino ist durch den Teil der Lagrange-
dichte Lqq̄g̃ gegeben:

Lqq̃g̃ = −
√

2 gs T
a
jk U

∗
q̃n1

q̄jL (iλ̄as) q̃
k
n −

√
2 gs T

a
jk Uq̃n1

q̃j ∗n (−iλas) qkL
+
√

2 gs T
a
kj Uq̃n2

q̄C jR (iλ̄as) q̃
k ∗
n +

√
2 gs T

a
kj U

∗
q̃n2

q̃jn (−iλas) qC kR . (9.8)

n ist der Sfermionindex mit n = 1, 2 , und T a sind die Generatoren der SU(3). In (9.8)
wurde noch nicht die Ersetzung der Weyl-Spinoren nach (9.3) zur Absorption der Gluino-
Phase in die Gluino-Felder durchgeführt. Wird diese Ersetzung durchgeführt und die Weyl-
Spinoren in vierkomponentige Spinoren gemäß (5.4) und (9.5) übergeführt, so erhält man
folgenden Ausdruck für den Teil der Lagrangedichte Lqq̄g̃ [91]:

Lqq̃g̃ =¯̃g
a(−

√
2 gs T

a
jk Uq̃n1

e−i
ϕg̃
2 ω− +

√
2 gs T

a
jk Uq̃n2

ei
ϕg̃
2 ω+

)
qk q̃j

∗

n

+ q̄k
(√

2 gs T
a
kj U

∗
q̃n2
e−i

ϕg̃
2 ω− −

√
2 gs T

a
kj U

∗
q̃n1
ei

ϕg̃
2 ω+

)
g̃a q̃jn . (9.9)

Durch die Absorption der Gluino-Phase ϕg̃ in die Gluino-Felder wird der Quark-Squark-
Gluino-Vertex abhängig von der Gluino-Phase. Im Gegensatz dazu ändert sich der Gluon-
Gluino-Gluino-Vertex nicht durch die Redefinition der Gluino-Felder, da sich in diesem
Vertex die Gluino-Phasen kompensieren.
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10. Higgs-Massen mit O(αtαs)-Beiträgen
im komplexen MSSM

10.1. Berechnung der Higgs-Massen der neutralen

Higgs-Bosonen

Zur Berechnung der neutralen Higgs-Massen unter Berücksichtigung von Korrekturen bis
zur Ordnung O(αtαs) wird — mit der Notation aus (7.79) — die Zwei-Punkt-Vertex-
Funktion Γ

Γ(k2) = k21 −




(M
(0)

H0)2 − Σ̂H0H0(k2) −Σ̂h0H0(k2) −Σ̂A0H0(k2)

−Σ̂h0H0(k2) (M
(0)

h0 )2 − Σ̂h0h0(k2) −Σ̂A0h0(k2)

−Σ̂A0H0(k2) −Σ̂A0h0(k2) (M
(0)

A0 )2 − Σ̂A0A0(k2)




(10.1)

bestimmt; dann werden die Nullstellen der Determinante von Γ gesucht. Die renormier-
te Selbstenergie Σ̂φφ(k2) mit φ = H0, h0, A0 setzt sich aus der Ein-Schleifen-Selbstenergie

Σ̂
(1)
φφ(k2) und der Zwei-Schleifen-Selbstenergie Σ̂

(2)
φφ(0), die unter Berücksichtigung der Nähe-

rungen aus Kapitel 7.3.2 bei verschwindenden äußeren Impulsen berechnet wird, zusam-
men:

Σ̂φφ(k2) = R̃eΣ̂
(1)
φφ(k2) + Σ̂

(2)
φφ(0) . (10.2)

Bei diesem Vorgehen werden Beiträge der Ordnung O(α2) zur Higgs-Masse, die aus den
Imaginärteilen der Schleifenintegrale in den Ein-Schleifen-Selbstenergien herrühren, ver-
nachlässigt. Diese Näherung wurde auch in [28] angewandt. Der Schwerpunkt der in die-
sem Kapitel dargestellten Analyse liegt bei der Untersuchung der Korrekturen der Ordnung
O(αtαs) und stellt weniger eine präzise Vorhersage der Higgs-Masse dar. Die Zwei-Schleifen-
Korrekturen der Ordnung O(α2

t ) [39] sind nur für reelle Parameter bekannt und führen in
diesem Fall zu einer Erhöhung der Masse des leichtesten Higgs-Bosons.

In Kapitel 7.3 sind die renormierten Selbstenergien in Abhängigkeit von unrenormier-
ten Selbstenergien und Countertermen für Ein-Schleifen- (7.77) und Zwei-Schleifen-Niveau
(7.78) angegeben.
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In der Zwei-Punkt-Vertex-Funktion (10.1) wurden die Mischungen der Higgs-Bosonen
mit den Goldstone-Bosonen vernachlässigt. Diese Beiträge sind bei einer vollständigen
Ein-Schleifen-Rechnung vernachlässigbar klein, siehe auch [28]. Die Mischungen der Higgs-
Bosonen mit den Goldstone-Bosonen verschwinden in der betrachteten Zwei-Schleifen-
Ordnung O(αtαs).

Analytische Ausdrücke für die renormierten Selbstenergien wurden mit Hilfe der Pro-
gramme FeynArts [80] und OneCalc bzw. TwoCalc [81] bestimmt. Zur numerischen Aus-
wertung wurden die in Anhang C aufgeführten Ausdrücke für die Schleifenintegrale und
das Programm LoopTools [82] verwendet.

Die in Kapitel 6 angewandte Näherung der Nullstellen der Determinante der Zwei-
Punkt-Vertex-Funktion ist nur für reelle Parameter gültig. Anstatt diese für komplexe
Parameter zu erweitern, werden hier die Nullstellen mit folgendem iterativen, numerisch
stabilen Verfahren berechnet [28]. Zuerst werden die Eigenwerte λi der Matrix




(M
(0)

H0)2 − Σ̂H0H0(k2) −Σ̂h0H0(k2) −Σ̂A0H0(k2)

−Σ̂h0H0(k2) (M
(0)

h0 )2 − Σ̂h0h0(k2) −Σ̂A0h0(k2)

−Σ̂A0H0(k2) −Σ̂A0h0(k2) (M
(0)

A0 )2 − Σ̂A0A0(k2)


 (10.3)

in Abhängigkeit vom Impulsquadrat k2 bestimmt. Dann wird durch ein iteratives Verfahren
die Gleichung

k2 − λi(k
2) = 0 (10.4)

gelöst. Die Nullstellen dieser Gleichung liefern die Quadrate der Higgs-Massen unter Berück-
sichtigung höherer Ordnungen.

10.1.1. Input-Parameter

Zur numerischen Auswertung werden die Parameterwerte aus Tabelle 10.1 und aus An-
hang A.4 verwendet, falls nicht explizit andere Angaben gemacht werden.

Für die Top-Quark-Masse mt wird der aus der direkten Beobachtung von Top-Quark-
Ereignissen experimentell bestimmte Wert nach [50] verwendet. Der neueste veröffentlichte
Wert für die Top-Quark-Masse liegt bei mt = 178.0 GeV [92]. Dies führt zu höheren Werten
der Masse des leichtesten Higgs-Bosons (vgl. Abb. 10.1). Der angegebene experimentelle
Fehler der Top-Quark-Masse liegt bei 4.3 GeV. Der neueste vorläufige Wert der Top-Quark-
Masse, der vom Experiment CDF gemessen wurde, liegt bei mt = 173.5 GeV [93]. Als Wert
für die Bottom-Quark-Masse wird näherungsweise die MS-Masse des Bottom-Quarks im
Standardmodell an der Renormierungsskala der Z-Boson-Masse gewählt [79]. Parameter-
bereiche (große tanβ und große µ), in denen die Korrekturen der Ordnung O(αbαs) zur
Higgs-Masse relevant sind, werden in diesem Kapitel nicht betrachtet.
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Die Werte der Top-Squark-Massen, die bei der numerischen Auswertung in die Zwei-
Schleifen-Selbstenergien eingehen, werden hier unter Vernachlässigung der D-Terme in der
Squark-Massenmatrix berechnet; dies verlangt die konsequente Anwendung der Näherung
verschwindender elektroschwacher Eichkopplungen g, g′. Diese Näherung muß bei Ver-
wendung der Masse des geladenen Higgs-Bosons als Input-Größe und damit als zu re-
normierende Größe konsequent durchgeführt werden. Durch die Mitnahme der D-Terme
in den Squark-Massen werden UV-divergente Terme im Counterterm zur Masse des ge-
ladenen Higgs-Bosons induziert, die aber bei einer vollständigen Berechnung der Higgs-
Selbstenergien durch Terme des W-Massen-Counterterms absorbiert werden. Terme des
W-Massen-Counterterms werden jedoch aufgrund der Näherung verschwindender elek-
troschwacher Kopplungen vernachlässigt (vgl. Abschnitt 7.3.2). Dieses Problem tritt bei
Verwendung der Masse des A-Bosons als Input-Parameter nicht auf. In diesem Fall wird
die SU(2)-Relation zwischen Top- und Bottom-Squarks nicht benötigt; in der Ordnung
O(αtαs) treten dann nur die Top-Squarks auf. Das heißt, die Mitnahme der D-Terme
bedeutet eine Umdefinition der Brechungsparameter ML und Mt̃R

. Diese Umdefinition
verändert nicht das divergente Verhalten. In der Selbstenergie des geladenen Higgs-Bosons
sind jedoch sowohl Top- als auch Bottom-Squarks als virtuelle Teilchen in der Ordnung
O(αtαs) vorhanden. Eine Umdefinition der Brechungsparameter funktioniert nicht, da der
linkshändige Brechungsparameter ML für die Top-Squarks einen anderen Wert erhalten
würde als für die Bottom-Squarks; ML ist jedoch aufgrund der SU(2)-Invarianz für die
Top- und die Bottom-Squarks identisch.

Standardmodell-Parameter:

mt = 174.3 GeV mb = mMS
b (MZ) = 2.94 GeV

Parameter des Higgs-Sektors:

MH± = 500 GeV tanβ = 10 µ = 1000 GeV

Brechungsparameter:

für Gauginos: für Sfermionen:

M1 =
5

3

sin2 θW
cos2 θW

M2 ML = ML{q̃i, l̃i}
= 1000 GeV mit i = 1, 2, 3

M2 = 500 GeV Mf̃R
= 1000 GeV mit f = u, c, d, s, b, e, µ, τ

M3 = 1000 GeV Mt̃R
= ML + a mit a = 0.1 GeV

A{u, c, t} = A{d, s, b} = A{e, µ, τ} = 1000 GeV

Tabelle 10.1.: Werte der Input-Parameter, die in der numerischen Auswertung verwendet wer-
den, wenn es nicht explizit anders angegeben wird.
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10. Higgs-Massen mit O(αtαs)-Beiträgen im komplexen MSSM

Der Unterschied zwischen den Werten der Squark-Massen unter Berücksichtigung der
D-Terme und denen unter Vernachlässigung dieser Terme ist numerisch gering. Deshalb
wurden in Kapitel 6 – dort ist die A-Boson-Masse Input-Parameter – der Einfachheit
halber auf Ein- wie auf Zwei-Schleifen-Niveau die jeweils gleichen Werte der Squark-Massen
unter Mitnahme der D-Terme verwendet. So wird auch im Programm FeynHiggs2.1 [94]
verfahren.

Die Vernachlässigung der D-Terme bewirkt bei nicht verschwindender Mischung der
Top-Squarks, daß die Einträge in der Mischungsmatrix betragsmäßig übereinstimmen, falls
der linkshändige und der rechtshändige Brechungsparameter gleich sind:

ML = Mf̃R
. (10.5)

Dies führt in den Schemata, in denen der A-Parameter At über eine DR-Renormierungsbe-
dingung festgelegt wird, zu numerischen Instabilitäten. Die Ursache der Probleme ist die
Differenz |Ut̃11|2 − |Ut̃12 |2, welche im Ausdruck für δYt (8.31) im Nenner steht. Im Ge-
gensatz dazu tritt diese Differenz in den Countertermen nicht im Nenner auf, wenn δYt
als unabhängiger Counterterm bestimmt wird (vgl. (8.20), (8.25) und (8.26)). Um dieses
Problem zu umgehen, wird im Top-Sektor in Kapitel 10.2 für den rechtshändigen Bre-
chungsparameter

Mt̃R
= ML + a (10.6)

angenommen mit einer Abweichung a vom Wert des linkshändigen Brechungsparameters.
Die Verwendung von a = 0.1 GeV führt zu einer vernachlässigbar geringen Abweichung
des Werts der Masse des leichtesten Higgs-Bosons von dem Wert, den man im Grenzfall
a→ 0 erhält. Sie liegt in der Größenordnung von bis zu O(10 MeV).

10.2. Schema-Abhängigkeit

Vor der Behandlung der Abhängigkeit der Higgs-Massen von komplexen Parametern in Ab-
schnitt 10.3 wird in den Abschnitten 10.2.1 und 10.2.2 das Verhalten der Higgs-Massen für
reelle Parameter diskutiert. Diese Untersuchung dient zur Einbettung der Ergebnisse für
die Masse des leichtesten Higgs-Bosons unter Einschluß der neu berechneten Korrekturen
der Ordnung O(αtαs) in die aus der Literatur für reelle Parameter bekannten Resultate mit
Beiträgen dieser Ordnung [29–37]. Die Analyse wird um eine Diskussion der Ergebnisse für
die Masse des leichtesten Higgs-Bosons bei Verwendung unterschiedlicher Renormierungs-
schemata erweitert.

Die Renormierungsschemata aus Tabelle 8.1 werden betrachtet (In Klammern steht die
Beschreibung der Kurve, mit der die dazugehörenden Ergebnisse der Higgs-Masse unter
Berücksichtigung der Korrekturen bis zur Ordnung O(αtαs) bei Verwendung des jeweiligen
Renormierungsschemas in den folgenden Schaubildern dargestellt sind.):
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10.2. Schema-Abhängigkeit

• At, mt DR (kurz gestrichelt, blau): Im Top-Sektor werden der A-Parameter und die
Top-Quark-Masse als DR-Größen bestimmt.

• At DR,mt OS (dicke Punkte, schwarz): Dieses Schema unterscheidet sich vom Schema

”
At, mt DR“ nur darin, daß die Top-Quark-Masse als On-Shell-Größe bestimmt wird.

• θt̃, ϕt̃, mt OS (Kreuze, grau): In diesem Schema wird die Top-Quark-Masse on-shell
festgelegt. Statt den A-Parameter als DR-Größe zu wählen, wird der Counterterm
δYt über eine On-Shell-Bedingung festgelegt. Da δYt eine Kombination aus den Coun-
tertermen zum Mischungswinkel δθt̃ und zur dazugehörigen Phase δϕt̃ (8.21) ist, ent-
spricht diese Bedingung einer On-Shell-Festlegung von θt̃ und ϕt̃. Der durch dieses

Schema festgelegte A-Parameter A
θt̃, ϕt̃, mt OS
t wird als Input-Wert verwendet.

• θt̃, ϕt̃ OS, mt DR (durchgezogen, rot): Innerhalb dieses Schemas wird die Top-Masse
durch eine DR-Bedingung fixiert. Abgesehen davon sind Schema

”
θt̃, ϕt̃ OS, mt DR“

und Schema
”
θt̃, ϕt̃, mt OS“ identisch.

Bei der Berechnung der Masse des leichtesten Higgs-Bosons wird die Masse des geladenen
Higgs-Bosons als Input-Parameter verwendet (siehe auch Kapitel 7.2.2). Der zur Masse des
geladenen Higgs-Bosons gehörende Counterterm geht in die Higgs-Selbstenergien ein und
wird über eine On-Shell-Bedingung bestimmt.

Beim Vergleich mit FeynHiggs2.1 [94] und den in Kapitel 6 angewandten Routinen wird
folgendermaßen vorgegangen: Auf Ein-Schleifen-Niveau werden die renormierten Selbst-
energien aus Kapitel 7.3.1 mit der Masse des geladenen Higgs-Bosons als On-Shell-Größe
verwendet; die in FeynHiggs2.1 eingebauten Ein-Schleifen-Selbstenergien für komplexe
Parameter stimmen mit denen aus Kapitel 7.3.1 überein. Die renormierten Zwei-Schleifen-
Selbstenergien der Ordnung O(αtαs) werden dagegen gemäß (4.108) und (4.109) mit einem
durch eine On-Shell-Bedingung festgelegten Counterterm zur A-Boson-Masse berechnet.
Auf diese Art werden in FeynHiggs2.1 Zwei-Schleifen-Korrekturen der Ordnung O(αtαs)
bei der Berechnung der Higgs-Massen mit komplexen Parametern berücksichtigt. Korrek-
turen, die über den dominanten Zwei-Schleifen-Beitrag der Ordnung O(αtαs) hinausgehen,
werden bei diesem Vergleich nicht betrachtet; sie sind nur für reelle Parameter bekannt.
In FeynHiggs2.1 sind Korrekturen der Ordnung O(αbαs) gemäß [40] und der Ordnung
O(α2

t ) gemäß [39] eingebaut. Neuere Versionen von FeynHiggs schließen auch Korrekturen
der Ordnung O(αtαb) und O(α2

b) nach [41] für reelle Parameter mit ein.

• θt̃, mt OS (Dreiecke, schwarz): Auf Zwei-Schleifen-Niveau werden die Selbstenergien
der Ordnung O(αtαs), die in Kapitel 6 verwendet wurden, eingesetzt. Der Top-Sektor
ist hierbei durch das in Abschnitt 5.2 beschriebene Renormierungsschema festgelegt.

• FeynHiggs OS (Quadrate, grün): Zum Vergleich mit FeynHiggs2.1 wird eine Versi-
on von FeynHiggs2.1 verwendet, in der Zwei-Schleifen-Selbstenergien der Ordnung
O(αtαs) eingebaut sind, welche sich nur in einem Punkt von den in Kapitel 6 ange-
wandten Zwei-Schleifen-Selbstenergien unterscheiden: Die Bedingung zur Festlegung
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10. Higgs-Massen mit O(αtαs)-Beiträgen im komplexen MSSM

des Squark-Mischungswinkels ist anders gewählt, sie ist jedoch auch eine On-Shell-
Bedingung an die Squark-Mischung [15]. In neueren Versionen von FeynHiggs wird
der Mischungswinkel wie in Abschnitt 5.2 fixiert [36].

Bei der Berechnung der Higgs-Massen mit FeynHiggs2.1 wurde Mt̃R
= ML ver-

wendet. Diese Wahl ist möglich, da zum einen in FeynHiggs2.1 die D-Terme in
den Squarkmassen nicht vernachlässigt werden (es wird die Masse des A-Bosons
und nicht die Masse des geladenen Higgs-Bosons als Input-Parameter gewählt (sie-
he Abschnitt 10.1.1)) und zum anderen der Parameter At nicht über eine DR-
Renormierungsbedingung festgelegt ist.

In allen Renormierungsschemata werden die Top-Squark-Massen als On-Shell-Größen ge-
wählt.

Als Input-Parameter werden in Abschnitt 10.2.1 und 10.2.2 die On-Shell-Top-Quark-
Masse mOS

t und der A-Parameter A
θt̃, ϕt̃, mt OS
t =: AOS

t genommen. Die entsprechenden
Größen in anderen Renormierungsschemata RS werden gemäß

mRS
t = mOS

t + δmOS
t − δmRS

t , (10.7)

ARS
t = AOS

t + δAOS
t − δARS

t (10.8)

berechnet. Der Mischungswinkel wird in Abhängigkeit von den Top-Squark-Massen, der
Top-Quark-Masse, dem A-Parameter und den Parametern µ und tanβ im jeweiligen Sche-
ma bestimmt.

Nach [32] ist es sinnvoll, statt der Top-Quark-Masse im On-Shell-Schema mOS
t die Top-

Quark-Masse des Standardmodells im MS-Schema mMS
t als Input-Größe zu verwenden.

Damit werden große Gluon-Beiträge berücksichtigt. Im folgenden Abschnitt 10.2.1 wird
in ein paar Beispielen der Unterschied in der Higgs-Masse, der aus der Verwendung der
Top-Quark-Masse mMS

t resultiert, dargestellt. Dabei wird die Top-Quark-Masse des Stan-

dardmodells im MS-Schema mMS
t durch den Zusammenhang

mMS
t = mOS

t + δmOS, gluon
t |fin = mOS

t

[
1 − αs

π

(4

3
− ln

(mOS
t

µDR

)2)]
(10.9)

bestimmt. δmOS, gluon
t |fin ist der endliche Anteil des Gluon-Beitrags zum Counterterm der

Top-Quark-Masse im On-Shell-Schema und µDR die Renormierungsskala. Um den Gluon-
Beitrag nicht doppelt zu berücksichtigen, muß auch der Top-Massen-Counterterm um einen
endlichen Betrag geändert werden:

δmMS
t = δmOS

t − δmOS, gluon
t |fin . (10.10)

Im Gegensatz zum Counterterm der Top-Quark-Masse des Standardmodells im MS-Schema
enthält der Counterterm δmMS

t (10.10) auch endliche Beiträge. Im folgenden werden die
hier aufgelisteten Bezeichnungen gebraucht:
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• At DR, mt MS (Kreise, grün): Als Renormierungsschema wird hier das Schema
”
At

DR, mt OS“ verwendet. Statt jedoch den Wert der On-Shell-Top-Masse einzusetzen,
wird der Wert der Top-Masse im MS-Schema gemäß (10.9) und (10.10) benutzt.

• θt̃, ϕt̃ OS, mt MS (kurz-lang gestrichelt, hellblau): Das zugrunde liegende Renormie-
rungsschema ist

”
θt̃, ϕt̃, mt OS“. Als Input-Wert für die Top-Quark-Masse wird die

MS-Masse gemäß (10.9) und (10.10) gewählt.

10.2.1. Vergleich der Schema-Abhängigkeit für reelle Parameter

Im folgenden wird die Renormierungsschema-Abhängigkeit der Korrekturen der Ordnung
O(αtαs) zur Masse des leichtesten Higgs-Bosons für reelle Parameter illustriert.

In Abb. 10.1 ist die Masse des leichtesten Higgs-Bosons Mh0 in Abhängigkeit von tanβ
dargestellt. Verwendet wurden dabei die Renormierungsschemata

”
At, mt DR“,

”
At DR,

mt OS“,
”
θt̃, ϕt̃, mt OS“ und

”
θt̃, ϕt̃ OS, mt DR“. Außerdem wurde Mh0 mit FeynHiggs

bzw. mit den Routinen, die in Kapitel 6 benutzt worden sind (
”
θt̃, mt OS“), berechnet.

Das qualitative Verhalten ist für alle Kurven identisch: Der Wert der Higgs-Masse Mh0

fällt zu kleinen Werten von tanβ hin stark ab, für tanβ & 10 ist die Änderung von Mh0

mit tanβ gering (Für große Werte von tanβ erwartet man wieder einen starken Abfall
der Higgs-Masse Mh0; in diesem Bereich werden die O(αbαs)-Korrekturen relevant – vgl.
Kapitel 6).

Die Unterschiede im Ergebnis für Mh0, verursacht durch die Verwendung verschiede-
ner Renormierungsschemata, betragen bis zu etwa 3 GeV für größere tanβ. Die größten
Werte für die Higgs-Masse Mh0 liefert die Verwendung des Schemas

”
At, mt DR“; die

kleinsten Werte werden durch den Gebrauch von Schema
”
θt̃, ϕt̃, mt OS“ erzeugt. Die

Kurven
”
θt̃, ϕt̃, mt OS“,

”
FeynHiggs OS“ und

”
θt̃, mt OS“ stimmen überein. Das heißt,

die Verwendung eines On-Shell-Massencounterterms für die A-Boson-Masse anstelle ei-
nes On-Shell-Massencounterterms für die Masse des geladenen Higgs-Bosons in den Zwei-
Schleifen-Selbstenergien spielt bei den gewählten Parametern numerisch keine Rolle; für
eine konsistente Berechnung der Higgs-Massen sollte jedoch in den Ein- und in den Zwei-
Schleifen-Selbstenergien die Masse des geladenen Higgs-Bosons als Input-Parameter sowie
die dazugehörigen Counterterme benutzt werden. Die unterschiedliche Renormierung des
A-Parameters in den Routinen von FeynHiggs2.1 und den in Kapitel 6 verwendeten hat
hier ebenfalls keinen numerischen Effekt.

Ein größerer Wert für die Top-Quark-Masse führt in Abb. 10.1 lediglich zu einer Ver-
schiebung zu größeren Werten der Higgs-Masse; der Unterschied beträgt etwa 2 GeV bis
3 GeV. Bei der weiteren Diskussion wird nur der Wert mt = 174.3 GeV für die Top-Quark-
Masse verwendet.

In Abb. 10.2 ist die Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh0 von der Masse mt̃1
gezeigt. Die

Änderung der Squark-Masse mt̃1
wird dabei durch die Variation des Brechungsparameters
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Abb. 10.1.: Abhängigkeit der Masse des leichtesten Higgs-Bosons Mh0 von tanβ unter Verwen-
dung unterschiedlicher Renormierungsschemata. Die Kurven im oberen Schaubild
wurden mit einem Wert der Top-Quark-Masse mt = 174.3 GeV, die Kurven im
unteren mit einem Wert mt = 178.0 GeV berechnet. Für die Brechungsparame-
ter wurde MSUSY = ML = Mf̃ 6=t̃R = Mt̃R

− a = 500 GeV gewählt. Die Renor-

mierungsskala ist µDR = 174.3 GeV (unabhängig von der Wahl des Werts der
Top-Quark-Masse).
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Abb. 10.2.: Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh0 von der Squark-Masse mt̃1
. Die Variation

von mt̃1
ist bedingt durch die Änderung des Brechungsparameters MSUSY, wobei

MSUSY = ML = Mf̃ 6=t̃R = Mt̃R
−a. Für AOS

t wurde AOS
t = 500 GeV angenommen.

MSUSY verursacht. MSUSY wird universell gewählt:

MSUSY = ML = Mf̃ 6=t̃R = Mt̃R
− a . (10.11)

Das heißt, es ändert sich nicht nur die Masse mt̃1
, sondern die Masse aller Sfermionen.

Da der Ein-Schleifen-Brechungsparameter innerhalb der unterschiedlichen Renormierungs-
schemata verschiedene Werte erhält, wird Mh0 in Abhängigkeit von mt̃1

aufgetragen; die
Squark-Masse mt̃1

hat in allen Schemata den gleichen Wert. Zur Berechnung der Higgs-
Masse Mh0 wurden die Renormierungsschemata

”
At, mt DR“,

”
At DR, mt OS“,

”
θt̃, ϕt̃,

mt OS“ und
”
θt̃, ϕt̃ OS, mt DR“ verwendet. Zusätzlich sind Ergebnisse für Mh0 mit der

Top-Quark-Masse im MS-Schema
”
At DR, mt MS“ bzw.

”
θt̃, ϕt̃ OS, mt MS“ aufgetragen.

Für mt̃1
& 500 GeV steigt Mh0 mit der Squark-Masse mt̃1

an; für kleine Squark-Massen
mt̃1

ist die Änderung der Higgs-Masse Mh0 gering. Die im Renormierungsschema
”
At DR,

mt OS“ berechneten Werte fallen für kleine Werte von mt̃1
mit mt̃1

gering ab. Für kleine
mt̃1

sind die Unterschiede zwischen den mittels der verschiedenen Renormierungsschemata
berechneten Ergebnisse in der Größenordnung von O(1 GeV). Die Größe des Unterschieds
steigt bis zu etwa 3 GeV für großemt̃1

an. Für große Top-Squark-Massen ist der Unterschied

zwischen dem Wert der Higgs-Masse Mh0 mit ADR
t und dem mit AOS

t bei gleicher Top-
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Massen-Renormierung kleiner als für kleine mt̃1
und verschwindet bei mt̃1

≈ 1100 GeV. Für

die Top-Quark-Masse verhält es sich umgekehrt. Die Größe der Differenz mOS
t −mDR

t steigt
mit mt̃1

an; für extrem große Squark-Massen wird diese Differenz durch große Beiträge von
Logarithmen der schweren Squarks sehr groß und macht sich in sehr unterschiedlichen
Ergebnissen für die Higgs-Masse Mh0 bemerkbar. Dagegen ist die Differenz mOS

t − mMS
t

von den Squark-Massen unabhängig. Für große mt̃1
sind die Ergebnisse für Mh0 quasi nach

den Top-Quark-Massen geordnet. Der kleinste Wert der Higgs-Masse Mh0 wird durch die
Schemata mit mOS

t geliefert, die größten Werte durch die Schemata mit mDR
t .

Für Werte von mt̃1
> 1100 GeV ist keine Umrechnung der Parameter von

”
θt̃, ϕt̃, mt

OS“ zu
”
At DR, mt OS“ möglich, da in diesem Fall gilt:

2mOS
t |(ADR

t − µ cotβ)| > |m2
t̃1
−m2

t̃2
| , (10.12)

was

sin(2θt̃) > 1 (10.13)

bedeuten würde.
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Abb. 10.3.: Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh0 von der Masse des geladenen Higgs-Bosons
MH± . Für die Brechungsparameter wurde MSUSY = ML = Mf̃ 6=t̃R = Mt̃R

− a =
500 GeV angenommen.
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Abb. 10.4.: Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh0 von der Gluino-Masse mg̃. Die Brechungspa-
rameter wurden als MSUSY = ML = Mf̃ 6=t̃R = Mt̃R

− a = 500 GeV angenommen.

Für den A-Parameter im Top-Sektor wurde AOS
t = 500 GeV gewählt.

Abb. 10.3 zeigt die Higgs-Masse Mh0 in Abhängigkeit von der Masse des geladenen
Higgs-Bosons MH± . Wie in Abb. 10.2 wurden bei der Analyse die Renormierungsschema-
ta

”
At, mt DR“,

”
At DR, mt OS“,

”
θt̃, ϕt̃, mt OS“ und

”
θt̃, ϕt̃ OS, mt DR“ sowie die

Top-Quark-Masse im MS-Schema
”
At DR, mt MS“ und

”
θt̃, ϕt̃ OS, mt MS“ verwen-

det. Alle Kurven zeigen qualitativ das gleiche Verhalten. Für MH± > 300 GeV sind die
Werte von Mh0 nahezu konstant, dagegen fallen sie stark ab für MH± < 200 GeV. Die
mit einem DR-renormierten A-Parameter berechneten Werte von Mh0 sind größer als bei
Verwendung eines abhängigen A-Parameters. Bei gleicher A-Parameter-Renormierung lie-
fert die mit mDR

t durchgeführte Berechnung von Mh0 die größten Werte. Bei Verwendung
der Top-Quark-Masse im On-Shell-Schema erhält man die kleinsten Werte. Der durch die
Verwendung verschiedener Renormierungsschemata verursachte Unterschied beträgt bis zu
3 GeV für große MH±.

Die Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh0 von der Gluino-Masse mg̃ ist in Abb. 10.4
dargestellt. Die renormierten Higgs-Selbstenergien wurden unter Verwendung der vier Re-
normierungsschemata

”
At, mt DR“,

”
At DR, mt OS“,

”
θt̃, ϕt̃, mt OS“ und

”
θt̃, ϕt̃ OS,

mt DR“ berechnet. Außerdem wurden die Renormierungsschemata, in denen die Top-
Quark-Masse on-shell renormiert ist, mit einer Reparametrisierung verwendet, so daß die
Top-Quark-Masse im MS-Schema als Input-Wert genutzt werden konnte:

”
At DR, mt MS“
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10. Higgs-Massen mit O(αtαs)-Beiträgen im komplexen MSSM

und
”
θt̃, ϕt̃ OS, mt MS“. Werte für Gluino-Massen mg̃ < 600 GeV werden nicht auf-

geführt, da in diesem Parameterbereich eine Umrechnung der Input-Parameter nicht für
alle Schemata möglich ist (siehe (10.12) und (10.13)). Im gezeigten Parameterbereich ist
die Änderung von Mh0 mit der Gluino-Masse gering; sie beträgt maximal 1 GeV. Von der
Größenordnung O(1 GeV) ist auch der Unterschied zwischen den Ergebnissen für Mh0 , die
mit unterschiedlichen Renormierungsschemata berechnet worden sind. Die Effekte höherer
Ordnung entkoppeln jedoch nicht für große Gluino-Masse. Bei Verwendung der Renormie-
rungsschemata

”
θt̃, ϕt̃, mt OS“ und

”
θt̃, ϕt̃ OS, mt DR“ wachsen die Korrekturen der

Ordnung O(αtαs) logarithmisch, bei Verwendung der Schemata
”
At, mt DR“ und

”
At DR,

mt OS“ sogar linear mit mg̃ an.

In Abb. 10.1 bis Abb. 10.4 wurde die Masse des leichtesten Higgs-Bosons unter Berück-
sichtigung von Korrekturen bis zur Ordnung O(αtαs) in Abhängigkeit von unterschiedli-
chen Parametern dargestellt. Dabei wurden die Korrekturen für verschiedene Renormie-
rungsschemata des Top-Stop-Sektors ausgewertet. Es ergaben sich Unterschiede in den
Werten der Higgs-Masse Mh0 von bis zu maximal 3 GeV. Dieser Unterschied kann als
Unsicherheit in der Vorhersage der Higgs-Masse Mh0 , verursacht durch den Abbruch der
Störungsreihe, interpretiert werden. Die hier gefundene Größe der Unsicherheit ist in Ein-
klang mit den Ergebnissen der in [16] durchgeführten Abschätzung.

10.2.2. Untersuchung der µDR-Abhängigkeit für reelle Parameter

In Abb. 10.5 wird die Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh0 unter Berücksichtigung von
Korrekturen bis zur Ordnung O(αtαs) von tanβ und der Renormierungsskala µDR darge-
stellt. Der Top-Sektor wurde durch das Renormierungsschema

”
At, mt DR“ bzw. durch das

Renormierungsschema
”
θt̃, ϕt̃ OS, mt DR“ festgelegt. Die Abhängigkeit der Ein-Schleifen-

Selbstenergien von der Renormierungsskala µDR aufgrund der Renormierung von tanβ
und der Z-Faktoren im DR-Schema wurde vernachlässigt. Die Ein-Schleifen-Selbstenergien
wurden an der Renormierungsskala µDR = mt, mt = 174.3 GeV, ausgewertet; sie hängen
von µDR nur über die Werte von mDR

t bzw. von ADR
t ab. Die Renormierungsskala wurde

von µDR = mt/2 bis µDR = 2mt variiert. Die daraus resultierenden Werte für die Higgs-
Masse Mh0 sind durch das schwarze Band dargestellt. Die schwarze und die graue Fläche
zusammen zeigen den Wertebereich von Mh0 bei einer Änderung der Renormierungsskala
von µDR = mt/2 bis µDR = 1000 GeV. Die Skalenabhängigkeit von Mh0 steigt mit großem
tanβ leicht an. Sie beträgt bei Verwendung des

”
At, mt DR“-Schemas bis zu ±2 GeV bzw.

±3 GeV bei einer Skalenvariation von mt/2 < µDR < 2mt bzw. mt/2 < µDR < 1000 GeV
für größere tanβ. Die Werte von Mh0 , die unter Berücksichtigung der O(αtαs)-Korrekturen
mit einem im

”
θt̃, ϕt̃ OS, mt DR“-Schema renormierten Top-Stop-Sektor berechnet wur-

den, zeigen eine wesentlich geringere Abhängigkeit von der Renormierungskala. Man erhält
eine Änderung von ±0.1 GeV bzw. ±0.5 GeV bei einer Variation der Renormierungsskala
von mt/2 < µDR < 2mt bzw. mt/2 < µDR < 1000 GeV für größere tanβ. Ein Vergleich

der µDR-Abhängigkeit in beiden Schemata zeigt, daß in diesem Parameterbereich die µDR-
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Abb. 10.5.: Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh0 von der Renormierungsskala µDR und tanβ
für MSUSY = ML = Mf̃ 6=t̃R = Mt̃R

− a = 500 GeV. Zur Berechnung von Mh0

wurde im oberen Schaubild das Renormierungsschema
”
At, mt DR“ und im unteren

Schaubild das Renormierungsschema
”
θt̃, ϕt̃ OS, mt DR“ verwendet. Die schwarzen

Flächen stellen die Werte der Higgs-Masse Mh0 dar, die man bei einer Variation der

Renormierungsskala mt/2 < µDR < 2mt, mt = 174.3 GeV, erhält. Die schwarzen
und grauen Flächen zusammen zeigen die Werte von Mh0 , die sich durch Änderung

der Renormierungsskala mt/2 < µDR < 1000 GeV ergeben.
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Abhängigkeit hauptsächlich durch den im DR-Schema gewählten A-Parameter verursacht
wird.

10.3. Untersuchung der Phasen-Abhängigkeit

Die Phasen-Abhängigkeit der Higgs-Massen wird in diesem Abschnitt unter Berücksichti-
gung von Korrekturen höherer Ordnung untersucht. In den Zwei-Schleifen-Selbstenergien
der Ordnung O(αtαs) treten die komplexen Parameter µ, At und M3 = mg̃e

iϕg̃ auf. Die
Phase von µ muß nach [95] in weiten Parameterbereichen klein sein, um nicht die Ein-
schränkungen durch die experimentellen Werte der elektrischen Dipolmomente von Lepto-
nen, Nukleonen und Atomen zu verletzen. Deshalb wird im folgenden die Phase von µ als
ϕµ = 0 angenommen und nur der Einfluß der Phasen des A-Parameters ϕAt

und des M3-
Brechungsparameters ϕg̃ auf die Higgs-Masse analysiert. Der Top-Sektor wird durch das
Renormierungsschema

”
θt̃, ϕt̃, mt OS“ festgelegt. Da in diesem Schema keine numerischen

Instabilitäten durch gleiche Wahl von links- und rechtshändigen Parameter auftreten, wird
im folgenden a = 0 GeV angenommen. Die anderen SUSY-Parameter werden, wenn nicht
explizit anders angegeben, gemäß Tabelle 10.1 gewählt. Weitere Renormierungsschemata
werden in diesem Abschnitt nicht berücksichtigt. Im folgenden gilt At = AOS

t .

In Abb. 10.6 ist die Masse des leichtesten Higgs-Bosons Mh1
in Abhängigkeit von der

Phase des A-Parameters ϕAt
bzw. von ϕXt

dargestellt; da im Fall komplexer Parameter CP-
gerade und -ungerade Zustände mischen, ist das leichteste Higgs-Boson nicht mehr das CP-
gerade h0, sondern der Masseneigenzustand h1 mit CP-geraden und -ungeraden Anteilen
(siehe (7.80)). Für den Wert der Masse des geladenen Higgs-Bosons wurde MH± = 150 GeV
gewählt. Der Parameter Xt ist definiert durch

Xt := At − µ∗ cotβ (10.14)

und gibt die Stärke der Mischung der Top-Squarks an. Mit dem Parameter Xt kann das
Nebendiagonalelement der Massen-Matrix der Top-Squarks (5.10) folgendermaßen ausge-
drückt werden:

(Mt̃)12 = mtX
∗
t . (10.15)

Die Variation der Phase des A-Parameters ϕAt
hat eine Änderung des Betrags von Xt zu-

folge. Da die Stärke der Mischung der Squarks einen großen Einfluß auf den Wert von Mh1

hat, ist der Vergleich der Werte von Mh1
bei einer Variation von ϕAt

mit konstantem |At|
bzw. bei einer Änderung von ϕXt

mit konstantem |Xt|, also mit konstanten Top-Squark-
Massen, interessant. Aufgrund der verschwindenden Phase von µ ändert sich |At| mit ϕXt

bei konstantem |Xt|. In Abb. 10.6 ist in den rechten Schaubildern der Betrag von Xt so
gewählt, daß für verschwindende Phasen die Werte von At in den nebeneinander stehen-
den Schaubildern übereinstimmen. Innerhalb eines Schaubilds sind jeweils die Werte der
Higgs-Masse Mh1

unter Berücksichtigung der Ein-Schleifen-Korrekturen O(α) (gestrichelt)
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Abb. 10.6.: Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh1
von der Phase des A-Parameters ϕAt (linke

Spalte) bzw. von der Phase ϕXt (rechte Spalte) für unterschiedliche Werte von
|At| bzw. |Xt|. Xt ist gegeben durch Xt := At − µ∗ cot β und gibt die Stärke der
Mischung der Top-Squarks an. Bei der Berechnung von Mh1

wurden Korrekturen
bis zur Ordnung O(α) bzw. O(αtαs) berücksichtigt. Für den Wert der Masse des
geladenen Higgs-Bosons wird MH± = 150 GeV angenommen. Die weiteren SUSY-
Parameter sind, bis auf a = 0 GeV, gemäß Tabelle 10.1 gewählt.
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bzw. der Ein- und Zwei-Schleifen-Korrekturen bis zur Ordnung O(αtαs) (durchgezogen)
aufgetragen.

Qualitativ verhalten sich die Kurven der Schaubilder innerhalb einer Zeile gleich. Für
|At| = 1000 GeV bzw. |Xt| = 900 GeV steigen die Werte der Higgs-Masse Mh1

sowohl in
Ein-Schleifen-Ordnung als auch in Zwei-Schleifen-Ordnung mit der Änderung der Phasen
ϕAt

bzw. ϕXt
von null bis π an. Die Größe der Änderung von Mh1

mit ϕXt
bzw. ϕAt

beträgt etwa 6 GeV bzw. 7.5 GeV in der Ordnung O(α) und ungefähr 1 GeV bzw. 2 GeV
in der Ordnung O(αtαs). Auffällig ist das Verhalten der Kurven in den Schaubildern mit
|At| = 2000 GeV bzw. |Xt| = 1900 GeV und |At| = 2400 GeV bzw. |Xt| = 2300 GeV. Die
Kurven der Werte von Mh1

inklusive Zwei-Schleifen-Korrekturen haben ein Minimum bei
ϕAt

= π bzw. ϕXt
= π. Werden in der Rechnung nur die Korrekturen bis zur Ein-Schleifen-

Ordnung mitgenommen, so ist die Phasen-Abhängigkeit etwas anders. Die Kurven der
Ordnung O(α) weisen neben dem Minimum bei π zwei Maxima bei ungefähr π/2 bzw.
3π/2 auf.

Dieses Verhalten läßt sich anhand der Abb. 10.7 erklären: In den Schaubildern in
Abb. 10.7 ist die Higgs-Masse Mh1

in Abhängigkeit vom Betrag des A-Parameters |At|
bzw. von |Xt| für unterschiedliche Werte der dazugehörenden Phasen ϕAt

und ϕXt
auf-

getragen. Für verschiedene Werte der Phasen verschieben sich die Maxima der Kurven;
besonders deutlich zeigt sich dieses Verhalten in den Kurven, die zu den Ein-Schleifen-
Werten von Mh1

gehören. Durch die Verschiebung der Maxima ändert sich die Reihenfolge
der Kurven der Ein-Schleifen- bzw. Zwei-Schleifen-Werte von Mh1

, die zu unterschiedlichen
Werten der Phase gehören, mit |At| bzw. |Xt|. Beispielsweise ist bei |At| = 2000 GeV der
Ein-Schleifen-Wert für φAt

= π/2 bzw. φAt
= 3π/2 größer als der entsprechende Wert für

φAt
= π und dieser wiederum größer als der Wert für φAt

= 0. Für |At| = 2400 GeV gehört
der größte Ein-Schleifen-Wert von Mh1

zur Phase φAt
= π/2 bzw. φAt

= 3π/2; der zur Pha-
se φAt

= π gehörende Ein-Schleifen-Wert ist jedoch kleiner als der entsprechende Wert für
φAt

= 0. In Zwei-Schleifen-Ordnung ist die Größe der Verschiebung der Maxima geringer
als auf Ein-Schleifen-Niveau. Außerdem liegen die Maxima bei kleineren Werten von |At|
bzw. |Xt|. Die Größe der Maxima ist in Zwei-Schleifen-Ordnung von der Phase abhängig
(in Ein-Schleifen-Ordnung ist die Größe der Maxima von Mh1

für verschiedene Phasen na-
hezu gleich); die Werte der Higgs-Masse Mh1

an den Stellen der Maxima fallen bei einer
Variation von ϕAt

bzw. ϕXt
von null bis π mit der Phase ab. Weiter ist der starke Abfall der

Higgs-Masse Mh1
mit großen |At| bzw. |Xt| in Zwei-Schleifen-Ordnung zu kleineren |At| und

|Xt| verschoben. Diese Unterschiede wirken sich in Abb. 10.6 in einem unterschiedlichen
Phasenverhalten der Higgs-Masse Mh1

in Ein- bzw. Zwei-Schleifen-Ordnung aus.

Der Vergleich der Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh1
von |At| und |Xt| in Abb. 10.7

zeigt, daß die Werte von Mh1
stärker unter der Änderung von ϕAt

als unter der von ϕXt

variieren. Die Variation von ϕXt
bewirkt keine Änderung der Squark-Mischung und der

Squark-Massen; der Betrag von |At| wird jedoch verändert, da ϕµ = 0 angenommen wird.
Mh1

hängt also stärker von der Squark-Mischung und den Squark-Massen als vom Betrag
des A-Parameters |At|, der in den Kopplungen von Squarks an Higgs-Bosonen auftritt,
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Abb. 10.7.: Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh1
von |At| (oberes Schaubild) bzw. |Xt| (unteres

Schaubild) für unterschiedliche Werte der Phasen ϕAt bzw. ϕXt . Die Werte von Mh1

wurden unter Berücksichtigung der Ein-Schleifen-Korrekturen O(α) bzw. der Ein-
und Zwei-Schleifen-Korrekturen O(αtαs) ausgewertet. Für die Masse des geladenen
Higgs-Bosons wurde die Masse MH± = 150 GeV angenommen. Die weiteren SUSY-
Parameter sind, bis auf a = 0 GeV, gemäß Tabelle 10.1 gewählt.
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Abb. 10.8.: Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh1
von der Phase ϕAt (linke Spalte) bzw. von

der Phase ϕXt (rechte Spalte) für unterschiedliche Werte von |At| bzw. |Xt|. Es
sind jeweils Werte für die Ein-Schleifen-Masse O(α) und die Zwei-Schleifen-Masse
O(α + αtαs) aufgetragen. Der Wert der Masse des geladenen Higgs-Bosons ist
MH± = 500 GeV. Die weiteren SUSY-Parameter sind, bis auf a = 0 GeV, gemäß
Tabelle 10.1 gewählt.

ab. Insbesondere im Bereich stark abfallender Werte von Mh1
liegen die Kurven bei der

Variation von |Xt| dichter zusammen als bei der Änderung von |At|. Das entspricht einer
geringeren Phasen-Abhängigkeit. Dennoch zeigen die Werte von Mh1

in dem Bereich großer
|Xt| aufgrund des Abfalls von Mh1

eine starke Phasen-Abhängigkeit. Für Werte |Xt| .

1500 GeV dagegen hängt die Higgs-Masse Mh1
nur gering von der Phase ϕXt

ab. Mit der
Phase ändert sich Mh1

nur um bis zu etwa 1 GeV.

Abb. 10.8 stellt die Phasenabhängigkeit der Higgs-Masse Mh1
analog zu Abb. 10.6

dar. Der Wert der Masse des geladenen Higgs-Bosons liegt jedoch bei MH± = 500 GeV.
Die Ein-Schleifen-Masse hat bei der Variation von ϕAt

ein Maximum bei ϕAt
= π für

|At| = 1600 GeV und an der gleichen Stelle ein Minimum für |At| = 2600 GeV. Dagegen
ändert sich der Ein-Schleifen-Wert von Mh1

mit ϕXt
kaum; die Größe der Änderung ist

von der Ordnung O(0.1 GeV). Die Kurven der Zwei-Schleifen-Massen besitzen alle ein
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Minimum bei ϕAt
= π bzw. ϕXt

= π. Die Änderung kann bei Variation von ϕAt
sowie bei

Variation von ϕXt
mehrere GeV betragen; für |At| = 1600 GeV bzw. |Xt| = 1500 GeV

beträgt sie etwa 3 GeV bzw. 3.5 GeV. Für große |At| bzw. |Xt| ändert sich die Higgs-
Masse Mh1

auf Zwei-Schleifen-Niveau mit der Variation der Phasen stärker. In diesem
Parameterbereich fällt Mh1

stark mit |At| bzw. |Xt| ab. Dieses Verhalten ist in Abb. 10.9
veranschaulicht.

Abb. 10.9 zeigt die Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh1
von |At| (oberes Schaubild)

bzw. |Xt| (unteres Schaubild) für unterschiedliche Werte von ϕAt
bzw. ϕXt

entsprechend
der Abb. 10.7, jedoch für einen größeren Wert der Masse des geladenen Higgs-Bosons als
in Abb. 10.7. In Abb. 10.9 wird MH± = 500 GeV angenommen. Bei der Variation von |Xt|
stimmen die Ein-Schleifen-Werte von Mh1

für unterschiedliche ϕXt
nahezu überein. Das

in Abb. 10.8 gefundene Phasen-Verhalten wird also bestätigt. Wird jedoch |At| variiert,
so erhält man wieder eine Verschiebung der Maxima der Ein-Schleifen-Werte von Mh1

für
unterschiedliche Phasen wie in Abb. 10.7; wenn auch die Größe der Verschiebung geringer
ist. Auf Zwei-Schleifen-Niveau sind die Maxima der Werte von Mh1

bei Variation von |At|
ebenfalls verschoben. Bei Änderung von |Xt| ist die Abhängigkeit der Maximumstellen von
der Phase wesentlich geringer als bei der Änderung von |At|. Für das in Abb. 10.8 beobach-
tete Phasenverhalten ist jedoch ausschlaggebend, daß die Größe des Maximums vom Wert
der Phase von ϕAt

abhängt. Die Größe des Maximums fällt für einen verschwindenden
Wert der Phasen deutlich größer aus als für den Wert π. Der Unterschied der Größe der
Maxima beträgt im oberen wie im unteren Schaubild etwa 4.5 GeV.

In Abb. 10.10 wird die Abhängigkeit der Masse des leichtesten Higgs-Bosons Mh1
von

der Phase ϕAt
bzw. ϕXt

für unterschiedliche Werte von tanβ, der Masse des geladenen
Higgs-Bosons MH± und des Betrags des A-Parameters |At| bzw. von |Xt| untersucht. Bei
der Berechnung der Higgs-Masse Mh1

sind Korrekturen bis zur Ordnung O(αtαs) einge-
schlossen. Der Wert von |Xt| ist so gewählt, daß für tanβ = 10 bei verschwindenden
Phasen |At| = |Xt| in den nebeneinander stehenden Schaubildern gilt. Bei anderen Werten
von tanβ gilt dies natürlich nicht mehr.

Die Werte von Mh1
nehmen bei konstanter Masse MH± mit tanβ ab. Größere Werte

der geladenen Higgs-Masse liefern größere Werte der Higgs-Masse Mh1
bei festgehaltenem

tanβ. Die Kurve mit tanβ = 10 und MH± = 150 GeV liegt über der Kurve mit tanβ = 3
und MH± = 500 GeV. Die Werte von Mh1

für tanβ = 3 und MH± = 150 GeV liegen teil-
weise im experimentell ausgeschlossenen Wertebereich; die untere experimentelle Schranke
der Masse des leichtesten Higgs-Bosons beträgt ungefähr 93 GeV [17].

In den unteren Schaubildern für größere |At| bzw. |Xt| haben alle Kurven ein Minimum
an der Stelle ϕAt

= π bzw. ϕXt
= π. Die Änderung von Mh1

mit der Phase ϕAt
steigt zu

kleineren Werten von tanβ hin an und ist für tanβ = 3 und MH± = 150 GeV von der
Ordnung O(10 GeV). In dem Bereich kleiner tanβ fällt die Higgs-Masse Mh1

stark mit
tanβ ab (vgl. Abb. 10.1). Dieses Verhalten hat auch eine große Phasenabhängigkeit zur
Folge. Die Größe der Änderung von Mh1

bei Variation von ϕXt
beträgt etwa 5 GeV für alle

Kurven bei |Xt| = 1900 GeV.
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Abb. 10.9.: Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh1
unter Berücksichtigung der Korrekturen der

Ordnung O(α) bzw. der Ordnungen O(α+αtαs) in Abhängigkeit von |At| (oberes
Schaubild) bzw. |Xt| (unteres Schaubild) für unterschiedliche Werte der Phasen
ϕAt bzw. ϕXt . Die weiteren SUSY-Parameter sind, bis auf a = 0 GeV, gemäß
Tabelle 10.1 gewählt.
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Abb. 10.10.: Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh1
von den Phasen ϕAt (linke Spalte) bzw. ϕXt

(rechte Spalte) für unterschiedliche Werte von tanβ, der geladenen Higgs-Masse
MH± und des Betrags des A-Parameters |At| bzw. von |Xt|. Bei der Berech-
nung der Werte der Higgs-Masse Mh1

sind Korrekturen bis zur Ordnung O(αtαs)
berücksichtigt. Die weiteren SUSY-Parameter sind, bis auf a = 0 GeV, gemäß
Tabelle 10.1 gewählt.

Für |At| = 1000 GeV (Abb. 10.10 Schaubild links oben) steigt die Größe der Änderung
der Higgs-Masse Mh1

mit der Phase ϕAt
zu kleineren Werten von tanβ und MH± hin an.

Bis auf die Kurve für tanβ = 10 und MH± = 500 GeV haben alle Kurven ein Maximum
bei ϕAt

= π. Die Higgs-Masse Mh1
ändert sich dabei mit der Phase ϕAt

um bis zu 6
GeV. Für tanβ = 10 und MH± = 500 GeV ist die Änderung von Mh1

mit ϕAt
nur

von der Größenordnung O(0.1 GeV). Die dazugehörende Kurve hat ein Minimum. Der
Vergleich mit Abb. 10.9 zeigt, daß man sich für |At| = 1000 GeV nahe des Übergangs
von einer Kurve mit Maximum zu einer mit Minimum befindet. Bei |Xt| = 900 GeV
haben alle Kurven für MH± = 150 GeV ein Maximum und für MH± = 500 GeV ein
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Abb. 10.11.: Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh1
von der Gluino-Phase ϕg̃ für unter-

schiedliche Werte der Masse des geladenen Higgs-Bosons MH±, des Bre-
chungsparameter MSUSY und von tanβ. Dabei ist MSUSY = ML = Mf̃R

.
Bei der Berechnung der Higgs-Masse wurden Korrekturen bis zur Ordnung
O(αtαs) einschließlich berücksichtigt. Die weiteren SUSY-Parameter sind,
bis auf a = 0 GeV, gemäß Tabelle 10.1 gewählt.

Minimum. Die Größe der Änderung von Mh1
mit der Phase ϕXt

beträgt etwa 1 GeV bis
2 GeV. Die Abb. 10.7 bzw. 10.9 stellen die Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh1

von |Xt|
für MH± = 150 GeV bzw. MH± = 500 GeV bei unterschiedlichen Phasen dar und zeigen
ein ähnliches Phasenverhalten.

Abb. 10.11 veranschaulicht die Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh1
von der Gluino-

Phase ϕg̃. Dabei wurden unterschiedliche Werte für die Masse des geladenen Higgs-Bosons
MH± , für den universell gewählten BrechungsparameterMSUSY und für tanβ angenommen.
Die Higgs-Masse Mh1

zeigt insgesamt keine starke Abhängigkeit von der Gluino-Phase ϕg̃.
Die Änderung von Mh1

mit der Gluino-Phase ϕg̃ beträgt 1 GeV bis 2 GeV. Für eine Masse
des geladenen Higgs-Bosons von MH± = 500 GeV ist die Phasen-Abhängigkeit etwas größer
als für MH± = 150 GeV. Bei einer Gluino-Phase von ϕg̃ = π nimmt die Higgs-Masse Mh1

für alle untersuchten Werte ein Minimum an. Die Werte von Mh1
bei tanβ = 3 und

MH± = 150 GeV liegen im experimentell ausgeschlossenen Bereich (M exp
h1

& 93 GeV).

Zum Abschluß wird in Abb. 10.12 die Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh1
von der

Gluino-Masse mg̃ für unterschiedliche Werte der Gluino-Phase ϕg̃ untersucht. Für den
Brechungsparameter MSUSY werden die Werte MSUSY = 500 GeV und MSUSY = 1000 GeV
gewählt. Für beide Werte der Brechungsparameter gilt: Die Phasenabhängigkeit der Higgs-
Masse ist im Bereichmg̃ = mt̃1

−mt undmg̃ = mt̃2
−mt aufgrund von Schwellen-Effekten am

größten. Für MSUSY = 500 GeV liegt einer der Schwellenwerte bei etwa mg̃ = 177 GeV, der
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Abb. 10.12.: Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh1
von der Gluino-Masse mg̃ für MSUSY =

500 GeV (links) und MSUSY = 1000 GeV (rechts). Außerdem wurden un-
terschiedliche Werte für die Gluino-Phase ϕg̃ gewählt. Für die Masse des
geladenen Higgs-Bosons MH± wurde MH± = 500 GeV angenommen. Die
weiteren SUSY-Parameter sind, bis auf a = 0 GeV, gemäß Tabelle 10.1
gewählt.

experimentell schon ausgeschlossen ist [50] und deswegen nicht im Schaubild gezeigt wird.
Der andere Schwellenwert liegt bei mg̃ = 487 GeV. Bei einem Wert des Brechungsparame-
ters von MSUSY = 1000 GeV sind die Schwellenwerte zu größeren Werten der Gluino-Masse
verschoben, da die Squarks schwerer sind. Die Schwellenwerte liegen bei mg̃ = 760 GeV
bzw. mg̃ = 915 GeV. Eine Variation der Gluino-Phase ϕg̃ kann in diesem Bereich eine
Änderung der Higgs-Masse Mh1

von bis zu 4 GeV verursachen. Diese große Abhängig-
keit kommt zum Teil daher, daß die B0-Funktionen, von denen die Schwelleneffekte mit
verursacht werden, in der folgenden Konstellation C in die Korrekturen eingehen:

C = (eiϕg̃K + e−iϕg̃K ′)B0(mt̃i
,mt,mg̃) (10.16)

K und K ′ sind dabei Kombinationen aus Mischungsmatrix-Elementen und Massen. Man
sieht also, daß die B0-Funktionen mit unterschiedlichem Vorzeichen eingehen für ϕg̃ = 0
bzw. ϕg̃ = π. Zum Teil gilt K = K ′. Das erklärt die geringe Abhängigkeit von Mh1

von der Gluino-Masse für ϕg̃ = π
2
. Für Gluino-Massen, die kleiner als die Schwellenwerte

sind, nimmt die Phasenabhängigkeit der Higgs-Masse Mh1
zu kleineren Werten der Gluino-

Masse hin ab. Ebenso wird die Änderung von Mh1
mit der Gluino-Phase ϕg̃ geringer für

größere Werte der Gluino-Massen im Wertebereich oberhalb der Schwellenwerte.

Schlußbemerkung:

In Abb. 10.6 bis Abb. 10.10 wurde die Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh1
von den Phasen

ϕAt
bzw. ϕXt

untersucht. Dabei wurde festgestellt, daß sich das Phasenverhalten von Ein-
zu Zwei-Schleifen-Niveau ändern kann. Dies liegt vor allem daran, daß sich die Maxima der
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Kurven, welche die Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh1
von |At| bzw. |Xt| darstellen, sowohl

für unterschiedliche Phasen als auch für unterschiedliche Schleifen-Ordnungen verschieben.
In den Parameter-Bereichen, in denen sich die Higgs-Masse mit den Parametern wie tanβ
oder der Masse des geladenen Higgs-Boson MH± stark ändert, ist die Phasenabhängigkeit
am größten und kann dort mehrere GeV betragen.

Die Abhängigkeit der Higgs-Masse Mh1
von der Gluino-Phase, die in Abb. 10.11 und

Abb. 10.12 untersucht wurde, ist im allgemeinen gering und zeigt nur in Bereichen von
Schwelleneffekten eine größere Abhängigkeit von bis zu 4 GeV.
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11. Zusammenfassung

Eine entscheidende Vorhersage des MSSM ist die Existenz eines leichten Higgs-Bosons.
Dessen Masse ist aufgrund ihrer starken Abhängigkeit von anderen Modellparametern eine
wichtige Präzisionsobservable. Eine genaue theoretische Vorhersage dieser Masse wird, min-
destens auf dem gleichen Präzisionsniveau wie die zukünftigen Messungen, benötigt; durch
den Vergleich theoretischer Vorhersagen und präziser Messungen der Masse des leichtesten
Higgs-Bosons lassen sich dann starke Einschränkungen an den Parameterraum ableiten.
Schon vor der Entdeckung des Higgs-Bosons können mit Hilfe der experimentellen unte-
ren Schranke und der theoretischen Vorhersage seiner Masse Aussagen über die Werte der
MSSM-Parameter getroffen werden. Um die Masse des leichtesten Higgs-Bosons präzise
vorherzusagen, ist die Berücksichtigung von Quantenkorrekturen höherer Ordnung unab-
dingbar. Die dominanten Beiträge höherer Ordnung können aufgrund der Stärke der Top-
Yukawa-Kopplung λt auf den Top-Stop-Sektor zurückgeführt werden. Für große tanβ sind
jedoch Beiträge proportional zur Bottom-Yukawa-Kopplung λb verstärkt und können nicht
gegenüber den Beiträgen des Top-Stop-Sektors vernachlässigt werden.

Korrekturen zu den Ein-Schleifen-Beitragen der Ordnung O(αb) mit αb = λ2
b/(4π)

innerhalb des MSSM mit reellen Parametern stehen im ersten Teil der Arbeit im Mittel-
punkt. Die größten Korrekturen werden dabei von der starken Wechselwirkung verursacht.
Daher wurde die Masse des leichtesten Higgs-Bosons bis zur Ordnung O(αbαs) für belie-
bige tanβ mittels der Feynman-diagrammatischen Methode berechnet. Innerhalb dieser
Rechnung müssen die Parameter des Bottom-Sbottom-Sektors auf Ein-Schleifen-Niveau
definiert werden. Der Vergleich der Ergebnisse für die Masse des leichtesten Higgs-Bosons
unter Verwendung unterschiedlicher Renormierungsschemata kann zur Abschätzung der
theoretischen Unsicherheit, welche durch den Abbruch der Störungsreihe verursacht wird,
genutzt werden. Die verwendeten Renormierungsschemata sollten jedoch so gewählt sein,
daß durch das Renormierungsschema keine künstlich großen Korrekturen verursacht und
die dominanten Beiträge in das Ein-Schleifen-Ergebnis absorbiert werden. Im Bottom-
Sbottom-Sektor wurden vier Renormierungsschemata untersucht. Dabei lieferte die Ver-
wendung des

”
mb OS“-Renormierungsschemas numerisch instabile Werte. In diesem Sche-

ma werden die Bottom-Quark-Masse und der Sbottom-Mischungswinkel entsprechend ei-
nem häufig im Top-Stop-Sektor angewandten Renormierungsschema im On-Shell-Schema
definiert. Als problematisch hat sich hier die Bestimmung der trilinearen Kopplung Ab
auf Ein-Schleifen-Niveau als eine von der Bottom-Quark-Masse und dem Mischungswinkel
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abhängigen Größe erwiesen. Die drei anderen Schemata lieferten numerisch stabile und
physikalisch sinnvolle Ergebnisse, welche zur Abschätzung der theoretischen Unsicherheit
verwendet wurden.

Mit einer geeignet gewählten Bottom-Yukawa-Kopplung können die führenden tanβ-
verstärkten Korrekturen, die aus dem Bottom-Sbottom-Sektor herrühren, schon auf Ein-
Schleifen-Niveau berücksichtigt werden. Dazu wurde in der vorliegenden Arbeit die Bottom-
Quark-Masse im DR-Schema mit einer Resummation der tanβ-verstärkten Terme verwen-
det. Bei der Analyse wurden vor allem die nichtführenden Beiträge, die bei einer vollständi-
gen Berechnung der Korrekturen der Ordnung O(αbαs) über das Ein-Schleifen-Ergebnis mit
resummierten tanβ-verstärkten Termen hinausgehen, diskutiert.

Für µ > 0 ist die Größe der nichtführenden Beiträge der Ordnung O(αbαs) klein, typi-
scherweise O(100 MeV). Die theoretische Unsicherheit ist von der gleichen Größenordnung.
Beiträge von etwa 100 MeV werden jedoch angesichts der erwarteten Meßgenauigkeit am
LHC (Large Hadron Collider) und in noch stärkerem Maße am ILC (International Linear
Collider) relevant. Für µ < 0 wird die verwendete effektive Yukawa-Kopplung verstärkt,
womit die Beiträge der Ordnung O(αbαs) zur Masse des leichtesten Higgs-Bosons ebenfalls
größer werden. Für große tanβ, große Gluino-Massen und große |µ| können die nichtführen-
den Korrekturen der Ordnung O(αbαs) bis zu 3 GeV betragen. Die Korrekturen der Ord-
nung O(αbαs) sowie die Differenzen zwischen den Ergebnissen unter Verwendung unter-
schiedlicher Renormierungsschemata hängen stark von den Parametern µ, tanβ, mg̃ und
MA0 ab. Die theoretische Unsicherheit kann in diesem Bereich mit etwa 2 GeV abgeschätzt
werden. Ein Vergleich mit dem in der Literatur publizierten Ergebnis im Limes tanβ → ∞
wurde durchgeführt und erbrachte eine gute Übereinstimmung. Die numerischen Unter-
schiede betrugen weniger als 0.5 GeV.

Im zweiten Teil der Arbeit lag der Schwerpunkt auf der Untersuchung der Korrekturen
der Ordnung O(αtαs) im MSSM mit komplexen Parametern. Die Lagrangedichte mit kom-
plexen Parametern ist im Gegensatz zum Fall reeller Parameter nicht CP-invariant. Da in
der Natur CP-verletzende Prozesse experimentell beobachtet werden, kann CP-Symmetrie
nicht als fundamentale Symmetrie in der Natur realisiert sein. Deswegen müssen Quel-
len für CP-Verletzung, hier in Form von komplexen Parametern in der Lagrangedichte,
berücksichtigt werden. Zwar ist der Higgs-Sektor auf Born-Niveau auch im Fall komple-
xer Parameter CP-invariant, jedoch können Korrekturen höherer Ordnungen Übergänge
zwischen den CP-geraden und CP-ungeraden Zuständen erzeugen. Das leichteste Higgs-
Boson ist dann kein CP-gerader Zustand mehr, sondern enthält sowohl CP-gerade als auch
CP-ungerade Anteile.

Bei der Analyse der Phasenabhängigkeit der Masse des leichtesten Higgs-Bosons zeigte
sich, daß sich in bestimmten Parameterbereichen die Abhängigkeit von der Phase der tri-
linearen Kopplung At bzw. von der Phase des Mischungselements der Top-Squarks mtXt

beim Übergang vom Ein-Schleifen-Niveau zum Zwei-Schleifen-Niveau qualitativ verändert.
Dies bedeutet, daß auch auf Zwei-Schleifen-Niveau die Phasenabhängigkeit der Korrektu-
ren vollständig zu berücksichtigen ist. Die Größe der Änderung mit der Phase hängt dabei
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stark von den betrachteten Parameterbereichen ab und kann mehrere GeV betragen. Die
Abhängigkeit der Masse des leichtesten Higgs-Bosons von der Gluino-Phase ist im allge-
meinen gering und bewirkt nur in Bereichen von Schwelleneffekten Unterschiede von bis
zu 4 GeV.

Aufgrund der zu erwartenden experimentellen Genauigkeit der Messung der Higgs-
Masse von 0.2 GeV beim LHC [9] bzw. von 0.05 GeV beim ILC [10–12] ist die Kenntnis der
in dieser Arbeit diskutierten Beiträge zur Masse des leichtesten Higgs-Bosons, die mehrere
GeV betragen können, notwendig, um bestmögliche Sensitivität auf den Parameterraum
des MSSM zu erhalten.
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A. Supersymmetrie: Grundlagen,
Konventionen und Parameter

Im folgenden werden natürliche Einheiten verwendet mit ~ = c = 1. Weyl-Spinor-Indizes
α, α̇, β, β̇ nehmen die Werte 1 und 2 an, alle anderen griechischen Indizes laufen von 0 bis
3, lateinische dagegen nur von 1 bis 3. Außerdem gilt die Einsteinsche Summenkonvention,
d.h. es wird über wiederholte Indizes summiert.

– kontravarianter Vierer-Vektor: (xµ) = (x0, x1, x2, x3) = (t, ~x)

Die Komponenten des Vierer-Vektors bezeichnen einen Punkt im vierdimensionalen
affinen Minkowski-Raum.

– kovarianter Vierer-Vektor: (xµ) = (t,−~x) mit xµ = gµνx
ν

– Minkowski-Metrik: gµν = gµν = diag(1,−1,−1,−1)

– kovarianter Vierer-Gradient: ∂µ =
∂

∂xµ
=
( ∂
∂t
, ~∇
)

– kontravarianter Vierer-Gradient: ∂µ =
∂

∂xµ
=
( ∂
∂t

, −~∇
)

A.1. Super-Poincaré-Algebra

Poincaré-Algebra:

Folgende Kommutator-Relationen bilden die Lie-Algebra der Poincaré-Gruppe, auch Poin-
caré-Algebra genannt:

[
P µ, P ν

]
= 0 (A.1)[

P µ,Mρσ
]

= i
(
gµρ P σ − gµσ P ρ

)
(A.2)[

Mµν ,Mρσ
]

= −i
(
gµρM νσ − gµσM νρ − gνρMµσ + gνσMµρ

)
. (A.3)
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Die Komponenten des Energie-Impuls-Operators P µ sind die vier Generatoren der Trans-
lationsgruppe. Mµν bezeichnet die sechs Generatoren der Lorentz-Gruppe und bildet den
antisymmetrischen Drehimpulsoperator.

N=1-Super-Algebra:

Die N=1-Super-Algebra ist eine graduierte Lie-Algebra, die neben Kommutator-Relationen
auch Antikommutator-Relationen umfaßt:

{Qα, Qβ} = {Q̄α̇, Q̄β̇} = 0 (A.4)

{Qα, Q̄α̇} = 2(σµ)αα̇Pµ (A.5)

[Qα, P
µ] = [Q̄β̇, P

µ] = 0 (A.6)

[Qα,M
µν ] = i(σµν)βαQβ (A.7)

Die Supersymmetrie-Generatoren Q bzw. Q̄ verhalten sich hierbei genau wie links- bzw.
rechtshändige zweikomponentige Spinoroperatoren. Im allgemeinen kann die N=1-Super-
Algebra noch zwei weitere Vertauschungsrelationen beinhalten:

[Qα, R] = Qα ; [Q̄α̇, R] = −Q̄α̇ . (A.8)

R ist der Generator einer inneren U(1)-Symmetrie, der sogenannten R-Symmetrie.

Die Vertauschungsrelationen der Poincaré-Algebra und der N=1-Super-Algebra zusam-
mengefaßt bilden die N=1-Super-Poincaré-Algebra.

A.2. Spinoren

A.2.1. Weyl-Spinoren

Weyl-Spinoren sind zweikomponentige antikommutierende Objekte, die sich folgenderma-
ßen unter Lorentz-Transformationen Λ verhalten:

ψα → M(Λ)α
β ψβ , (A.9)

ψ
α̇ →

(
(M(Λ)−1)+

)α̇
β̇
ψ
β̇
, (A.10)

mit den komplexen 2 × 2-Matrizen M(Λ) bzw. (M(Λ)−1)+ gegeben durch

M(Λ) =
(
e−

i
2
ωµν

σµν

2

)
(A.11)

(M−1)+(Λ) =
(
e−

i
2
ωµν

σµν

2

)
, (A.12)

ωµν ist ein antisymmetrischer Tensor. σµν und σµν sind definiert als

(σµν)α
β =

i

2
(σµσν − σνσµ)α

β , (σµν)α̇ β̇ =
i

2
(σµσν − σνσµ)α̇ β̇ (A.13)
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mit den Matrizen

σµ
αβ̇

= (1, σk)αβ̇ , σµα̇β = (1,−σk)α̇β (A.14)

zusammengesetzt aus den Paulimatrizen σk

σ1 =

(
0 1
1 0

)
, σ2 =

(
0 −i
i 0

)
, σ3 =

(
1 0
0 −1

)
. (A.15)

Mit α~n = (ω23, ω31, ω12) und φ~n = (ω01, ω02, ω03) läßt sich die Darstellung der Lorentz-
Transformation M(Λ) schreiben als:

M(Λ) =

{
e−

i
2
α~n~σ für Drehungen um Winkel α mit Drehachse ~n

e−
1
2
φ~n~σ für Boosts in Richtung ~n mit Geschwindigkeit |~v| = tanhφ

(A.16)

Die Weyl-Spinoren ψα bzw. ψα̇ kann man in ψα bzw. ψ
α̇

überführen und umgekehrt,

ψα = ǫαβ ψ
β bzw. ψα = ǫαβ ψβ ,

ψα̇ = ǫα̇β̇ ψ
β̇

bzw. ψ
α̇

= ǫα̇β̇ ψβ̇ , (A.17)

unter Verwendung der antisymmetrischen Tensoren ǫ

(
ǫαβ
)

:=

(
0 1
−1 0

)
,

(
ǫαβ
)

:=

(
0 −1
1 0

)
,

(
ǫα̇β̇
)

:=

(
0 1
−1 0

)
,

(
ǫα̇β̇
)

:=

(
0 −1
1 0

)
. (A.18)

Lorentzinvariante Skalarprodukte sind:

ψχ = ψαχα = −χαψα = χαψα = χψ ,

ψχ = ψα̇χ
α̇ = −χα̇ψα̇ = χα̇ψ

α̇
= χψ ,

(φψ)+ = (φα ψα)+ = ψα̇ φ
α̇

= ψ φ . (A.19)

Weitere wichtige Formeln für

• σ-Matrizen:

ǫαβǫα̇β̇σµ
ββ̇

= σµα̇α ,

(σµσν + σνσµ)α
β = 2δα

βgµν , (σµσν + σνσµ)α̇ β̇ = 2δα̇ β̇g
µν ,

σµσνσρ + σρσνσµ = 2 (gµνσρ − gµρσν + gνρσµ) ,

Tr(σµσν) = 2gµν ,

Tr(σµσνσρσσ) = Tr(σµσνσρσσ) = 2
(
gµνgρσ − gµρgνσ + gµσgνρ

)
, (A.20)

• σ-Matrizen und Weyl-Spinoren:

(ψσµ)α̇ = −ǫα̇β̇ β̇(σµψ) , α(σµψ) = −ǫαβ(ψ σµ)β , α(σµσνψ) = ǫαβ(ψσνσµ)β ,
(
φσµψ

)
= −

(
ψσµφ

)
,

(
φσµψ

)+
= −

(
φσµψ

)
. (A.21)
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A.2.2. Dirac- und Majorana-Spinoren

Die zweikomponentigen Weyl-Spinoren können zu vierkomponentigen Spinoren

Ψ =

(
ψα
χα̇

)
, Ψ =

(
χα ψα̇

)

ΨC =

(
χα

ψ
α̇

)
, Ψ

C
= (ψα χα̇)

(A.22)

zusammengefaßt werden. ΨC ist der zu Ψ ladungskonjugierte Spinor mit

ΨC = CΨ
T
, C = i

(
−σ2 0

0 σ2

)
=

(
(ǫαβ) 0

0 (ǭα̇β̇)

)
(A.23)

Falls Ψ = ΨC gilt, wird Ψ Majorana-Spinor genannt, ansonsten ist Ψ ein Dirac-Spinor.

Die vierkomponentige Erweiterung der σ-Matrizen sind die γ-Matrizen. Sie erfüllen die
Relationen

{γµ, γν} = 2gµν , {γµ, γ5} = 0 , γ5 = iγ0γ1γ2γ3 = − i

4!
ǫµνρσγ

µγνγργσ ,

(
γ5
)2

= 1 ,
i

2
[γµ, γν ] =

(
σµν 0
0 σµν

)
, (A.24)

wobei ǫµνρσ der antisymmetrische Tensor in vier Dimensionen ist:

ǫµνρσ =





+1 falls (µ, ν, ρ, σ) gerade Permutation von (0, 1, 2, 3),
−1 falls (µ, ν, ρ, σ) ungerade Permutation von (0, 1, 2, 3),
0 sonst.

(A.25)

Eine mögliche Darstellung der γ-Matrizen ist die chirale Darstellung:

γµ =

(
0 σµ

σµ 0

)
, γ5 =

(
−1 0
0 1

)
. (A.26)

Mit Hilfe der Matrix γ5 lassen sich Projektoren definieren,

ω− =
1 − γ5

2
=

(
1 0
0 0

)
und ω+ =

1 + γ5

2
=

(
0 0
0 1

)
, (A.27)

die auf einen Dirac-Spinor angewendet den linkshändigen bzw. rechtshändigen Anteil liefern
und den anderen Anteil null setzen:

ω−Ψ =

(
ψα
0

)
bzw. ω+Ψ =

(
0
χα̇

)
. (A.28)
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Da ψα der linkshändige Anteil des Dirac-Spinors ist, wird ψα oft auch als linkshändiger
Weyl-Spinor bezeichnet; entsprechend nennt man χα̇ rechtshändigen Weyl-Spinor. Dirac-
Spinoren gemäß (A.22) kann man folgendermaßen in Weyl-Spinoren umrechnen:

Ψ1 Ψ2 = χ1ψ2 + ψ1χ2,

Ψ1 γ
µ Ψ2 = −χ2σ

µχ1 + ψ1σ
µψ2,

Ψ1 γ
5 Ψ2 = −χ1ψ2 + ψ1χ2,

Ψ1 γ
µ γ5 Ψ2 = −χ2σ

µχ1 − ψ1σ
µψ2,

Ψ1 γ
µ∂µ Ψ2 = −∂µ (χ2σ

µχ1) + χ2σ
µ∂µχ1 + ψ1σ

µ∂µψ2,

Ψ1ω−Ψ2 = Ψ
C

2 ω−ΨC
1 = χ1ψ2,

Ψ1ω+Ψ2 = Ψ
C

2 ω+ΨC
1 = ψ1χ2,

Ψ1γ
µω−Ψ2 = Ψ

C

2 (−γµω+)ΨC
1 = ψ1σ

µψ2 = −ψ2σ
µψ1.

(A.29)

Außerdem gilt für die Dirac-Spinoren:

Ψ1{1, γ5, γµ, γµγ5}Ψ2 = Ψ
C

2 {1, γ5,−γµ, γµγ5}ΨC
1 ,

(Ψ1ω−Ψ2)
+ = Ψ2ω+Ψ1,

(Ψ1γ
µω−Ψ2)

+ = Ψ2γ
µω−Ψ1,

(Ψ1γ
µω+Ψ2)

+ = Ψ2γ
µω+Ψ1,

(Ψ1{1, γ5, γµ, γµγ5}Ψ2)
+ = Ψ2{1,−γ5, γµ, γµγ5}Ψ1.

(A.30)

A.3. Superfelder und Komponentenfelder

A.3.1. Grassmann-Variable

Grassmann-Variable haben fermionischen Charakter. Sie antivertauschen also mit allen
anderen Größen, die fermionischen Charakter haben:

{θα, θβ} = {θ̄α̇, θ̄β̇} = {θα, θ̄β̇} = 0. (A.31)

Auf diese Grassmann-Variablen wirkt der antivertauschende Differentialoperator ∂α = ∂
∂θα

bzw. ∂̄α̇ = (∂α)∗ wie folgt:

∂α θ
β = +δα

β , ∂α θβ = −δαβ , ∂̄α̇ θ̄
β̇ = −δα̇β̇ , ∂̄α̇θ̄β̇ = +δα̇β̇ . (A.32)

Hier sind einige wichtige Umformungen mit zweikomponentigen Grassmann-Variablen θ
bzw. ψ aufgeführt:

θαθβ = 1
2
δαβ(θθ) , θ̄α̇θ̄

β̇ = 1
2
δα̇

β̇(θ̄θ̄) ,
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∂α(θθ) = 2θα , ∂̄α̇(θ̄θ̄) = 2θ̄α̇ ,

(∂∂)(θθ) = −4 , (∂̄∂̄)(θ̄θ̄) = −4 ,

(θθ)∗ = (θ̄θ̄) ,

(θσµ∂̄) α(σ
ν θ̄) = − α(σ

ν σ̄µθ) ,

(θσµ∂̄) θα (θ̄ψ) = −1
2
(θθ) α(σ

µψ) ,

(θσµ∂̄) (θ̄θ̄) = 2(θσµθ̄) ,

(θσµνθ) = 0 = (θσµνθ) ,

α(σµσνθ) α(σ
ρσσθ) = 1

2
θθTr

(
σνσµσρσσ

)
= θθ

(
gµνgρσ+gνσgµρ − gνρgµσ + i ǫµνρσ

)
(A.33)

mit der Notation α(σ
ν θ̄) = σν

αβ̇
θ̄β̇.

Hilfreich sind außerdem die Fierz-Umordnungen, bei denen die Skalarprodukte im Spi-
norraum aufgespalten und neu geordnet werden:

θα (θψ) = −1
2
(θθ)ψα , θ̄α̇(θ̄ψ̄) = −1

2
(θ̄θ̄)ψ̄α̇ ,

(θφ) (θψ) = −1
2
(θθ)(φψ) , (θ̄φ̄) (θ̄ψ̄) = −1

2
(θ̄θ̄) (φ̄ψ̄) ,

(θσµθ̄) (θψ) = 1
2
(θθ)(θ̄σ̄µ ψ) , (θσµθ̄) (θ̄ψ̄) = −1

2
(θ̄θ̄)(θσµψ̄) ,

(θσµθ̄) ∂µ θ
αψα(x) = 1

2
(θθ) ∂µ (θ̄σ̄µψ(x)) , (θ̄σ̄µψ) (θ̄ψ̄) = 1

2
(θ̄θ̄) (ψσµψ̄) ,

α(σ
µθ̄) (θ̄ψ̄) = −1

2
(θ̄θ̄) α(σ

µψ̄) , α(σ
µθ̄) (θσν θ̄) = 1

2
(θ̄θ̄) α(σ

µσ̄νθ) ,

(θσµθ̄)(θσν θ̄) = 1
2
(θθ)(θ̄θ̄)gµν , (ξσµθ̄)(χσνψ̄) = 1

2
(ξχ)(ψ̄θ̄)gµν ,

(θσµσ̄νθ) = (θθ)gµν . (A.34)

A.3.2. Superfelder

Eine endliche supersymmetrische Transformation kann durch das Gruppenelement

G(xµ, θ
α, θ̄α̇) = ei(θQ+Q̄θ̄+xµP

µ) (A.35)

beschrieben werden (analog zur nichtabelschen Eichtransformation eiφaT
a

, wobei T a die
erzeugenden Generatoren sind). Die Variablen xµ, θα und θ̄α̇ bilden den Superraum z =
(xµ, θ

α, θ̄α̇). Die Multiplikation zweier Gruppenelemente ergibt eine Verschiebung im Pa-
rameterraum,

G(y, ξ, ξ̄)G(x, θ, θ̄) = G(x+ y − iθσξ̄ + iξσθ̄, θ + ξ, θ̄ + ξ̄). (A.36)

Die Superfelder lassen sich in Komponentenfelder entwickeln. Aufgrund der Nilpotenz
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der Grassmann-Variablen bricht diese Entwicklung nach endlich vielen Termen ab:

Φ(z) = A(x) + θχ(x) + θ̄µ̄(x) + iθθM(x) − iθ̄θ̄N(x)

+ θσµθ̄vµ(x) + iθθθ̄λ̄(x) − iθ̄θ̄θρ(x) +
1

2
θθθ̄θ̄D(x).

(A.37)

A, M , N und D sind skalare Komponentenfelder, χ, µ, λ und ρ Spinorfelder und vµ ein
Vektorfeld. Ein allgemeines Superfeld hat 16 reelle fermionische und 16 reelle bosonische
Freiheitsgrade.

Skalare Superfelder Φ verhalten sich unter Supersymmetrie-Transformationen folgen-
dermaßen:

Φ′(x′, θ′, θ̄′) = Φ(x, θ, θ̄). (A.38)

Chirale bzw. antichirale Superfelder φ bzw. φ̄ sind festgelegt durch die Bedingung:

D̄α̇φ(z) = 0 bzw. Dαφ̄(z) = 0 , (A.39)

wobei Dα bzw. D̄α̇ die kovarianten Ableitungen bezüglich der Supersymmetrie-Generatoren
sind:

Dα = ∂α − iα(σµθ̄)∂
µ bzw. D̄α̇ = ∂̄α̇ + i(θσµ)α̇∂

µ. (A.40)

Das chirale Superfeld hat als fermionischen Freiheitsgrad einen linkshändigen Spinor ψ, das
antichirale einen rechtshändigen ψ̄. Ein chirales Superfeld φ kann man kurz so schreiben:

φ(z) = e−iθσ
µθ̄∂µ(A(x) + θα

√
2ψα(x) + θθF (x)). (A.41)

Die Komponentenfelder A und F sind skalare Felder. Vollständig in Komponentenfelder
entwickelt, hat das chirale Superfeld φ folgende Form:

φ(z) = A(x) − iθσµθ̄∂µA(x) − 1

4
θθθ̄θ̄∂µ∂µA(x)

+ θα
√

2ψα(x) − i√
2
θθθ̄σ̄µ∂µψ(x) + θθF (x).

(A.42)

Vektorsuperfelder V (z) erfüllen die Bedingung

V +(z) = V (z). (A.43)

In Komponentenschreibweise sieht das Vektorsuperfeld dann so aus:

V (z) = C(x) + θχ(x) + θ̄χ̄(x) + iθθM(x) − iθ̄θ̄M ∗(x)

+ θσµθ̄vµ + iθθθ̄λ̄(x) − iθ̄θ̄θλ(x) +
1

2
θθθ̄θ̄D(x)

(A.44)

mit C∗(x) = C(x) v+
µ = vµ D∗(x) = D(x).
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C und D sind also skalare, reelle Felder, M ein skalares, komplexes Feld. λ und χ sind
Spinorfelder und vµ ein reelles Vektorfeld. Mit Hilfe der Wess-Zumino-Eichung [96] kann
man zusätzlich die Felder C, χ und M eliminieren.

Produkte und Summen von Superfeldern:

– Das Produkt von chiralen Superfeldern ist wieder ein chirales Superfeld.

– Die Summe von Vektorsuperfeldern ist auch ein Vektorsuperfeld.

– Die Summe von einem linkshändigen chiralen und einem rechtshändigen antichiralen
Superfeld φ und φ̄ ergibt ein Vektorsuperfeld V : V (z) = φ(z) + φ̄(z).

– Das Produkt von einem linkshändigen chiralen und einem rechtshändigen antichiralen
Superfeld φ und φ̄ ist ein Vektorsuperfeld V : V (z) = φ(z) φ̄(z).

Eichtransformationen:

– Eine allgemeine nichtabelsche supersymmetrische Eichtransformation eines Vektor-
superfeldmultipletts kann durch

e2gV → e−i2gΛ̄e2gV ei2gΛ (A.45)

dargestellt werden. Hierbei sind g die Eichkopplungen, Λ chirale Superfelder und V
Vektorsuperfelder. Die Generatoren für die nichtabelschen Eichgruppen sind in den
obigen Gleichungen durch

Λ(z) = Λa(z)T a und V (z) = V a(z)T a (A.46)

enthalten.

– Für chirale und antichirale Superfeldmultipletts φ bzw. φ̄ kann man ebenfalls Eich-
transformationen einführen

φ→ e−i2gΛφ bzw. φ̄→ φ̄ ei2gΛ̄. (A.47)

A.3.3. Terme einer allgemeinen supersymmetrischen Lagrangedichte

Die Lagrangedichte eines supersymmetrischen Modells kann mit Hilfe der θθ- bzw. θθθ̄θ̄-
Komponenten von Kombinationen aus chiralen und Vektorsuperfeldern dargestellt werden,
da sich diese Beiträge unter Supersymmetrie-Transformationen verhalten wie eine totale
Raumzeitableitung. Hier werden die einzelnen Beiträge für eine allgemeine supersymme-
trische Lagrangedichte explizit aufgeführt.
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• Beiträge aus dem Superpotential:

φi(z)
∣∣
θθ

= Fi

φi(z)φj(z)
∣∣
θθ

= AiFj + AjFi − ψiψj

φi(z)φj(z)φk(z)
∣∣
θθ

= AiAjFk + AiFjAk + FiAjAk

− Ai
(
ψjψk

)
− ψiAjψk −

(
ψiψj

)
Ak , (A.48)

wobei φi ein chirales Superfeld ist.

• Kinetische Terme für die Materiefelder:

φk φk
∣∣
θθθ̄θ̄

=
[(
∂µA

+
k

)(
∂µAk

)
+ i

2

(
ψkσ

µ∂µψk
)

+ i
2

(
ψkσ

µ∂µψk
)

+ F+
k Fk

]

φk e
2gk V φk

∣∣
θθθ̄θ̄

=
(
∂µA

+
k − i gk A

+
k vµ

)(
∂µAk + i gk v

µAk
)

+ i
[
ψkσ

µ (∂µ + i gk vµ)ψk

]

−
√

2 gk i
(
ψkλAk − A+

k λψk
)

+ gk A
+
k DAk + F+

k Fk

=
(
DµAk

)+ (
DµAk

)
+ i ψkσ

µDµψk

−
√

2 gk i
(
ψkλAk − A+

k λψk
)

+ gk A
+
k DAk + F+

k Fk. (A.49)

Dabei ist φk wieder ein chirales Superfeld und V ein Vektorsuperfeld in Wess-Zumino-
Eichung. Außerdem wurde hier beim letzten Schritt die eichkovariante Ableitung

Dµ := ∂µ + i gk vµ ≡ ∂µ + i gk v
a
µ T

a (A.50)

eingeführt.

• Kinetische Terme für die Eichfelder:

1

16g2
(
[
W aαW a

α

]∣∣
θθ

+h.c.) = −1

4

(
F a
µν

)2
+ i λ

a
σµ
(
Dµλ

)a
+

1

2
DaDa , (A.51)

Dabei ist

W a
α = −1

4
D̄D̄(e−2gVDαe

2gV ) (A.52)

die zu dem Vektorsuperfeld V gehörende Feldstärke und

F a
µν = vaµν − ig

(
(T ad)b

)ac
vbµ v

c
ν = vaµν + ig

(
(T ad)a

)bc
vbµ v

c
ν (A.53)

die nichtabelsche Feldstärke mit vµν = ∂µvν − ∂νvµ und den Generatoren der Eich-
gruppe (T ad)a in der adjungierten Darstellung.

Die Komponentenfelder F aus den chiralen Superfeldern und D aus den Vektorsuper-
feldern sind nur Hilfsfelder und somit unphysikalisch, da sie keine kinetischen Terme in der
Lagrangedichte besitzen. Dadurch haben ihre Bewegungsgleichungen die einfache Form

∂L
∂Fi

= 0 und
∂L
∂Da

= 0. (A.54)
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Löst man nach den F - bzw. D-Feldern auf

F+
i = −∂W (A)

∂Ai
und Da = −A+gT aA, (A.55)

so kann man die Hilfsfelder F und D in den Beiträgen (A.48), (A.49) und (A.51) zur
Lagrangedichte eliminieren.

A.4. Parameter

Für die Standardmodellparameter werden die hier genannten Werte verwendet. Die Massen
der leichten Fermionen sind hier nur der Vollständigkeit halber aufgeführt; bei der Berech-
nung der Higgs-Masse sind sie vernachlässigbar. Außer den Werten für die Quarkmassen
mu, md, mc und mb wurden die Werte aus [50] übernommen:

• Fermionmassen:

Leptonmassen: Quarkmassen:

me = 0.510999 MeV mνe
= 0 GeV

mµ = 105.6584 MeV mνµ
= 0 GeV

mτ = 1.777 GeV mντ
= 0 GeV

mu = 53.8 MeV md = 53.8 MeV

mc = 1.5 GeV ms = 150 MeV

mt = 174.3 GeV mb(MZ) = 2.94 GeV

Für die leichten Quarkmassen mu und md wurden effektive Parameter verwendet, deren
Werte so gewählt sind, daß sie die aus einer Dispersionsrelation mit Hilfe von Daten be-
stimmte Vakuumpolarisation des Photons reproduzieren [97]. Die Werte von mc wurden
aus [98] übernommen. Der Wert für die Bottom-Quark-Masse ist aus [79] (vgl. Kapitel 5.4).

• Eichbosonmassen: MZ = 91.1875 GeV MW = 80.450 GeV

• Kopplungskonstanten:

– α =
e2

4π
=

√
2

π
GF M

2
W sin2 θW mit GF = 1.1663910−5 GeV−2

– αs: Der Wert für αs wird mittels einer Routine von [99] ausgehend von

αs(MZ) = 0.1172 berechnet.

Die hier genannte Werte stimmen mit den in [100] verwendeten Werten überein.
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Die CKM-Matrix wird in dieser Arbeit näherungsweise als Einheitsmatrix angenom-
men.

Die Werte der weiteren Parameter des minimalen supersymmetrischen Standardmo-
dells sind in Tabelle 6.1 und Tabelle 10.1 in den Kapiteln zur numerischen Auswertung
aufgelistet.
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B. Selbstenergien

B.1. Renormierte Selbstenergien

In diesem Anhang wird ein Ausdruck für die renormierten Selbstenergien zweier ungela-
dener, skalarer Felder φi mit i = 1, 2 hergeleitet. Für die Felder φi werden gleiche Quan-
tenzahlen angenommen, so daß sie mischen können. Ausgangspunkt ist der unrenormierte
Anteil der Fourier-transformierten Lagrangedichte, der bilinear in den φ-Feldern ist:

L =
1

2

(
φ1, φ2

)
k2

(
φ1

φ2

)
− 1

2

(
φ1, φ2

)
Mφ

(
φ1

φ2

)
. (B.1)

Mφ ist eine hermitesche 2× 2-Matrix, welche die zu den φ-Feldern gehörige Massenmatrix
beschreibt.

Wie in Kapitel 3.2 beschrieben, werden die Parameter und Felder durch die renormier-
ten Größen und Counterterme ersetzt. Die Massenmatrix Mφ enthält alle zu renormieren-
den Parameter. Statt alle Parameter einzeln aufzuführen, wird die Massenmatrix durch eine
renormierte Matrix und dazugehörige Countertermmatrizen bis zu Zwei-Schleifen-Niveau
ersetzt:

Mφ → Mφ + δM(1)
φ + δM(2)

φ . (B.2)

δM(i)
φ ist der Massenmatrixcounterterm i-ter Schleifenordnung und enthält alle Parameter-

Counterterme der i-ten Ordnung. Die Feldrenormierung erfolgt mittels Ersetzen der nack-
ten Felder durch renormierte Felder und Z-Faktoren,

(
φ1

φ2

)
→
(√

Zφ1
0

0
√
Zφ2

)(
φ1

φ2

)
= (1 +

1

2
δZ(1)

φ +
1

2
∆Zφ)

(
φ1

φ2

)
, (B.3)

wobei hier die Matrizen δZ(1)
φ und ∆Zφ als abkürzende Schreibweisen eingeführt worden

sind,

δZ(1)
φ =

(
δZ

(1)
φ1

0

0 δZ
(1)
φ2

)
, ∆Zφ =


δZ

(2)
φ1

− 1
4

(
δZ

(1)
φ1

)2

0

0 δZ
(2)
φ2

− 1
4

(
δZ

(1)
φ2

)2


 . (B.4)
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Wie bei den Massenmatrixcountertermen gibt die hochgestellte Ziffer in Klammern die
Ordnung des Z-Faktors an. ∆Zφ ist von Zwei-Schleifen-Ordnung; es enthält den echten

Zwei-Schleifen-Anteil der Entwicklung der Z-Faktoren, δZ
(2)
φ1

und δZ
(2)
φ2

, sowie das Quadrat

des Ein-Schleifen-Anteils dieser Entwicklung, (δZ
(1)
φ1

)2 und (δZ
(1)
φ2

)2, das formal von Zwei-
Schleifen-Ordnung ist.

Nach der Ersetzung der nackten Parameter und Felder durch die renormierten Größen
kann man die Lagrangedichte in den renormierten und den Countertermanteil aufspal-
ten. Der Countertermanteil zerfällt in zwei Teile: den Countertermanteil in Ein-Schleifen-
Ordnung und den in Zwei-Schleifen-Ordnung:

L → L + δL(1) + δL(2) (B.5)

L =
1

2

(
φ1, φ2

) [
k2 −Mφ

](
φ1

φ2

)
(B.6)

δL(1) =
1

2

(
φ1, φ2

) [1

2
k2(δZ(1)

φ

+
+ δZ(1)

φ )

− 1

2
(δZ(1)

φ

+Mφ + Mφ δZ(1)
φ ) − δM(1)

φ

](
φ1

φ2

)
(B.7)

δL(2) =
1

2

(
φ1, φ2

) [1

2
k2(∆Zφ

+ + ∆Zφ +
1

2
δZ(1)

φ

+
δZ(1)

φ )

− 1

2
(∆Zφ

+Mφ + Mφ ∆Zφ +
1

2
δZ(1)

φ

+Mφ δZ(1)
φ )

− δM(2)
φ − 1

2
(δZ(1)

φ

+
δM(1)

φ + δM(1)
φ δZ(1)

φ )
](φ1

φ2

)
. (B.8)

Den Übergang von der φ1-φ2-Basis der Wechselwirkungszustände zur H-h-Basis der
Masseneigenzustände beschreibt die Mischungsmatrix Rφ,

(
H
h

)
= Rφ

(
φ1

φ2

)
. (B.9)

Die φ-Felder sind bereits die nach (B.3) renormierten Felder. Die Matrix Rφ ist eine endliche
Matrix, die sich als

Rφ = (1 +
1

2
δZ(1)

Uφ
+

1

2
∆ZUφ

)Uφ (B.10)

schreiben läßt. Die Z-Faktoren δZ(1)
Uφ

von Ein-Schleifen-Ordnung und ∆ZUφ
von Zwei-

Schleifen-Ordnung absorbieren keine Divergenzen und sind in diesem Sinn keine Coun-
terterme. Sie sind endlich und beschreiben – Ordnung für Ordnung – die Abweichung der
Matrix Rφ von der unitären Matrix Uφ, welche die Massenmatrix Mφ diagonalisiert.

142



B.1. Renormierte Selbstenergien

Betrachtet man noch einmal die Renormierung der Felder (B.3) unter Berücksichtigung
der Transformation (B.9) und der Gleichung (B.10),

(
φ1

φ2

)
→ (1 +

1

2
δZ(1)

φ +
1

2
∆Zφ)R−1

φ

(
H
h

)

= U+
φ

[
1 +

1

2
Uφ
(
δZ(1)

φ U+
φ + ∆Zφ U+

φ − U+
φ δZ(1)

Uφ

− U+
φ ∆ZUφ

+
1

2
U+
φ δZ(1)

Uφ
δZ(1)

Uφ
− 1

2
δZ(1)

φ U+
φ δZ(1)

Uφ

)](H
h

)
, (B.11)

so stellt man fest, daß die Z-Faktoren in einer bestimmten Kombination auftreten. Statt mit
den matrixwertigen Z-Faktoren δZ(1)

φ , ∆Zφ, δZ(1)
Uφ

und ∆ZUφ
zu rechnen, kann man jeweils

die Kombination aus δZ(1)
φ und δZ(1)

Uφ
auf Ein-Schleifen-Niveau bzw. aus ∆Zφ, δZ(1)

Uφ
und

∆ZUφ
auf Zwei-Schleifen-Niveau durch eine neue Z-Faktor-Matrix δZ̃φ bzw. ∆Z̃φ ersetzen:

δZ̃φ = Uφ δZ(1)
φ U+

φ − δZ(1)
Uφ

, (B.12)

∆Z̃φ = Uφ ∆Zφ U+
φ − ∆ZUφ

+
1

2
δZ(1)

Uφ
δZ(1)

Uφ
− 1

2
Uφ δZ(1)

φ U+
φ δZ(1)

Uφ
(B.13)

mit

δZ̃φ =

(
δZ̃φ11

δZ̃φ12

δZ̃φ21
δZ̃φ22

)
bzw. ∆Z̃φ =

(
∆Z̃φ11

∆Z̃φ12

∆Z̃φ21
∆Z̃φ22

)
. (B.14)

Im Gegensatz zu δZ(1)
φ und ∆Zφ sind die Matrizen δZ̃φ und ∆Z̃φ nicht mehr diagonal.

Mit den Ersetzungen (B.2) und (B.11) erhält man eine renormierte Lagrangedichte der
Form

L → L + δL(1) + δL(2) , (B.15)

L =
1

2

(
H,h

) [
k2 − UφMφ U+

φ

](H
h

)
, (B.16)

δL(1) =
1

2

(
H,h

) [1

2
k2(δZ̃+

φ + δZ̃φ)

− 1

2
(δZ̃+

φ UφMφ U+
φ + UφMφ U+

φ δZ̃φ) − Uφ δM(1)
φ U+

φ

](H
h

)
, (B.17)

δL(2) =
1

2

(
H,h

) [1

2
k2(∆Z̃+

φ + ∆Z̃φ +
1

2
δZ̃+

φ δZ̃φ)

− 1

2
(∆Z̃+

φ UφMφ U+
φ + UφMφ U+

φ ∆Z̃φ +
1

2
δZ̃+

φ UφMφ U+
φ δZ̃φ)

− Uφ δM(2)
φ U+

φ − 1

2
(δZ̃+

φ Uφ δM(1)
φ U+

φ + Uφ δM(1)
φ U+

φ δZ̃φ)
](H

h

)
. (B.18)
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B. Selbstenergien

Verwendet man, daß die unitäre Matrix Uφ die Massenmatrix Mφ zu Dφ diagonalisiert,

Dφ = UφMφ U+
φ = diag(mH ,mh) , (B.19)

so erhält man die renormierte Ein-Schleifen-Selbstenergie Σ̂
(1)
Hh

, die eine 2 × 2-Matrix ist,
als

Σ̂
(1)
Hh

(k2) = Σ
(1)
Hh

(k2) +
1

2
k2(δZ̃+

φ + δZ̃φ) − 1

2
(δZ̃+

φ Dφ + Dφ δZ̃φ) − Uφ δM(1)
φ U+

φ
(B.20)

und die entsprechende renormierte Zwei-Schleifen-Selbstenergie Σ̂
(2)
Hh

als

Σ̂
(2)
Hh

(k2) = Σ
(2)
Hh

(k2) +
1

2
k2(∆Z̃+

φ + ∆Z̃φ +
1

2
δZ̃+

φ δZ̃φ)

− 1

2
(∆Z̃+

φ Dφ + Dφ ∆Z̃φ +
1

2
δZ̃+

φ Dφ δZ̃φ)

− Uφ δM(2)
φ U+

φ − 1

2
(δZ̃+

φ Uφ δM(1)
φ U+

φ + Uφ δM(1)
φ U+

φ δZ̃φ). (B.21)

Die eingeführten Z-Faktor-Matrizen mit jeweils vier unabhängigen Einträgen gemäß
(B.14) gestatten die Verwendung eines vollständigen On-Shell-Renormierungsschemas, in
dem die Bedingung der Entmischung auf der Massen-Schale gefordert wird:

R̃e Σ
(i)
Hh

(m2
H)|12 = R̃e Σ

(i)
Hh

(m2
h)|12 = 0. (B.22)

R̃e wirkt nur auf Schleifenfunktionen und gibt von diesen den Realteil zurück. Ein voll-
ständiges Renormierungsschema vereinfacht die Berechnung von Prozessen mit den äußeren
Teilchen H bzw. h. Bei der Berechnung von Massen, insbesondere der Higgs-Massen, ist es
günstiger, für die Felder DR-Renormierungsbedingungen zu verwenden [28]. Dies entspricht
einer Renormierung der Felder durch eine Z-Faktor-Matrix mit minimaler Anzahl von
unabhängigen Einträgen:

δZ̃φ = Uφ δZ(1)
φ U+

φ (B.23)

∆Z̃φ = Uφ ∆Zφ U+
φ . (B.24)

Die Z-Faktor-Matrizen δZ̃φ und ∆Z̃φ in (B.23) und (B.24) sind abkürzende Schreibweisen

und hängen nur von δZ
(1)
φ1

, δZ
(1)
φ2

, δZ
(2)
φ1

und δZ
(2)
φ2

, also von jeweils zwei unabhängigen
Z-Faktoren, ab.

B.2. Z-Faktoren der Higgs-Felder in O(α{t, b}αs)

In Kapitel 4.3.2 wurde angegeben, daß die Z-Faktoren ∆ZH1
und ∆ZH2

in der Ord-
nung O(α{t, b}αs) im DR-Schema verschwinden. Im folgenden wird dies begründet.
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B.2. Z-Faktoren der Higgs-Felder in O(α{t, b}αs)

Für die renormierte A0-Z-Mischung Σ̂A0Z auf Zwei-Schleifen-Niveau, die von den ge-
suchten Z-Faktoren abhängt, gilt:

Σ̂
(2)

A0Z
(k2) = Σ

(2)

A0Z
(k2) − iMZ sin β cosβ[∆ZH1

− ∆ZH2
+ O(α2)] . (B.25)

Da die unrenormierte A0-Z-Mischung in Zwei-Schleifen-Ordnung, Σ
(2)

A0Z
, durch die Kopp-

lung an das Z-Boson in der betrachteten Näherung (g = g′ = 0) verschwindet, müssen die
die im DR-Schema festgelegten Z-Faktoren übereinstimmen:

∆ZH1
= ∆ZH2

. (B.26)

Das heißt, es genügt im weiteren, die divergenten Anteile für einen der Z-Faktoren zu be-
stimmen. Sucht man beispielsweise für ∆ZH1

die divergenten Anteile, so ist es hilfreich, die

renormierte Zwei-Schleifen-Selbstenergie Σ̂
(2)

φ0
1φ

0
1

des ursprünglichen, noch nicht in den Mas-

seneigenzustand transformierten Higgs-Felds φ0
1 auf Zwei-Schleifen-Niveau zu betrachten:

Σ̂
(2)

φ0
1φ

0
1

(k2) = Σ
(2)

φ0
1φ

0
1

(k2) + (k2 −Mφ0
11

)∆ZH1
− δM(2)

φ0
11

+ O(α2) .

Der Z-Faktor ∆ZH1
muß folglich den zu k2 proportionalen, divergenten Anteil der unre-

normierten Zwei-Schleifen-Selbstenergie Σ
(2)

φ0
1φ

0
1

absorbieren. Zunächst wird nur der Anteil

der unrenormierten Selbstenergie Σ
(2)

φ0
1φ

0
1

der Ordnung O(αtαs) betrachtet. Da das Top-

Quark nur an das zweite Higgs-Dublett koppelt, die Top-Squarks hingegen an beide Higgs-
Dubletts, tragen nur die generischen Feynman-Diagramme (a) –(h) in Abb. D.2 mit φ = φ0

1

und die dazugehörigen Feynman-Diagramme mit Counterterm-Einschub zur Selbstenergie
Σφ0

1φ
0
1

bei. Die Auswertung der Feynman-Diagramme (f) – (h) liefert Integrale, die un-

abhängig vom äußeren Impuls sind und die damit auch keine zu k2 proportionalen, diver-
genten Anteile zur Selbstenergie Σ

(2)

φ0
1φ

0
1

beitragen. Zur Untersuchung der Diagramme (a)

– (e) wird der oberflächliche Divergenzgrad ω (3.1) betrachtet. Der oberflächliche Diver-
genzgrad der Diagramme (a) – (e) ist null, d.h. sie sind logarithmisch divergent – wenn
keine Subdiagramme mit höherem oberflächlichen Divergenzgrad existieren – und liefern
dann keinen Beitrag zum divergenten Anteil der Selbstenergie Σ

(2)

φ0
1φ

0
1

, der proportional zu

k2 ist. Für die Diagramme (d)und (e) tritt dieser Fall ein, dagegen besitzen die Diagram-
me (a) – (c) Subdiagramme mit oberflächlichem Divergenzgrad ω = 2, also einen zu k2

proportionalen, divergenten Anteil. Diese Divergenz wird jedoch von dem Counterterm des
dazugehörigen Diagramms mit Counterterm-Einsetzung (siehe Abb. D.3 (a)) absorbiert.

Das heißt also, die Selbstenergie Σ
(2)

φ0
1φ

0
1

besitzt in der betrachteten Ordnung O(αsαt) keinen

zu k2 proportionalen, divergenten Anteil und damit verschwinden die Z-Faktoren in dieser
Ordnung (4.96).

Unter Berücksichtigung, daß das Bottom-Quark nur an das erste Higgs-Dublett koppelt,
kann man obige Betrachtung analog für die Ordnung O(αsαb) durchführen. Anstelle der

Selbstenergie Σ
(2)

φ0
1φ

0
1

untersucht man die Selbstenergie Σ
(2)

φ0
2φ

0
2

und bestimmt damit den Z-

Faktor ∆ZH2
. Schließlich findet man, daß (4.96) sowohl in der Ordnung O(αsαt) als auch

in der Ordnung O(αsαb) gilt.
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B. Selbstenergien

B.3. Counterterme zur Massenmatrix der neutralen

Higgs-Bosonen im komplexen MSSM

In Kapitel 7.2.2 sind die Matrixelemente der Massenmatrix der neutralen Higgs-Bosonen
Mn (7.18) in den Gleichungen (7.41) – (7.48) aufgeführt. Die expliziten Ausdrücke der da-
zugehörigen Counterterm-Matrix sind in diesem Kapitel aufgelistet. Genauer gesagt, es ist
die transformierte Form der Counterterm-Matrix i-ter Ordnung (Un δM(i)

n U+
n ) aufgeführt.

In dieser Kombination treten die Massenmatrix-Counterterme in den Selbstenergien auf.
Die Kombinationen der Parameter-Counterterme können als Massen- und Mischungscoun-
terterme der Higgs-Bosonen in der i-ten Schleifen-Ordnung interpretiert werden:

(Un δM(i)
n U+

n ) =




δM
(i)

H0 δM
(i)

h0H0 δM
(i)

G0H0 δM
(i)

A0H0

δM
(i)

h0H0 δM
(i)

h0 δM
(i)

G0h0 δM
(i)

A0h0

δM
(i)

G0H0 δM
(i)

G0h0 δM
(i)

G0 δM
(i)

A0G0

δM
(i)

A0H0 δM
(i)

A0h0 δM
(i)

A0G0 δM
(i)

A0




. (B.27)

In den angegebenen Ausdrücken wurde schon verwendet, daß die Parameter tφ0
1
, tφ0

2
, tA0

auf Born-Niveau verschwinden und daß auf Born-Niveau βB = β gilt.

B.3.1. Ein-Schleifen-Ordnung O(α)

In diesem Abschnitt sind die Matrixelemente der Matrix (Un δM(1)
n U+

n ) aufgelistet. Die
auftretenden Parameter-Counterterme sind von der Ordnung O(α):

δM
(1)

H0 = (Un δM(1)
n U+

n )11

= sin2(α− β)
(
δM 2

H±

(1) − δM 2
W

(1))
+ cos2(α + β)δM 2

Z

(1)

−
[(
M 2

H± −M 2
W

)
sin(2(α− β)) +M 2

Z sin(2(α+ β))
]

cos2 β δ tan(1) β

+
e cos(α− β)

4MZ cos θW sin θW

[(
cos(α− 2β) − 3 cosα

)
δt

(1)

φ0
1

−
(
sin(α− 2β) + 3 sinα

)
δt

(1)

φ0
2

]
, (B.28)
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δM
(1)

h0H0 = (Un δM(1)
n U+

n )12 = (Un δM(1)
n U+

n )21

=
1

2
sin(2(α− β))

(
δM 2

H±

(1) − δM 2
W

(1))− 1

2
sin(2(α+ β))δM 2

Z

(1)

−
[(
M 2

H± −M 2
W

)
cos(2(α− β)) +M 2

Z cos(2(α+ β))
]

cos2 β δ tan(1) β

+
e cos(α− β)

4MZ cos θW sin θW

[(
sin(2α− β) + cos(2(α− β)) sin β

)
δt

(1)

φ0
1

− 1

2

(
cos(2α− 3β) + 3 cos(2α− β)

)
δt

(1)

φ0
2

]
, (B.29)

δM
(1)

h0 = (Un δM(1)
n U+

n )22

= cos2(α− β)
(
δM 2

H±

(1) − δM 2
W

(1))
+ sin2(α + β)δM 2

Z

(1)

+
[(
M 2

H± −M 2
W

)
sin(2(α− β)) +M 2

Z sin(2(α+ β))
]

cos2 β δ tan(1) β

+
e sin(α− β)

4MZ cos θW sin θW

[(
sin(α− 2β) − 3 sinα

)
δt

(1)

φ0
1

+
(
cos(α− 2β) + 3 cosα

)
δt

(1)

φ0
2

]
, (B.30)

δM
(1)

G0H0 = (Un δM(1)
n U+

n )13 = (Un δM(1)
n U+

n )31 =
e sin(α− β)

2MZ cos θW sin θW
δt

(1)

A0 , (B.31)

δM
(1)

A0H0 = (Un δM(1)
n U+

n )14 = (Un δM(1)
n U+

n )41 = − e cos(α− β)

2MZ cos θW sin θW
δt

(1)

A0 , (B.32)

δM
(1)

G0h0 = (Un δM(1)
n U+

n )23 = (Un δM(1)
n U+

n )32 = −(Un δM(1)
n U+

n )14 = −δM (1)

A0H0 , (B.33)

δM
(1)

A0h0 = (Un δM(1)
n U+

n )24 = (Un δM(1)
n U+

n )42 = (Un δM(1)
n U+

n )13 = δM
(1)

G0H0 , (B.34)

δM
(1)

G0 = (Un δM(1)
n U+

n )33 = − e

2MZ cos θW sin θW

(
cosβ δt

(1)

φ0
1

+ sin β δt
(1)

φ0
2

)
, (B.35)

δM
(1)

A0G0 = (Un δM(1)
n U+

n )34 = (Un δM(1)
n U+

n )43

= −
(
M 2

H± −M 2
W

)
cos2 β δ tan(1) β (B.36)

+
e

2MZ cos θW sin θW

(
sinβ δt

(1)

φ0
1

− cosβ δt
(1)

φ0
2

)
, (B.37)

δM
(1)

A0 = (Un δM(1)
n U+

n )44 = δM 2
H±

(1) − δM 2
W

(1)
. (B.38)
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B.3.2. Zwei-Schleifen-Ordnung O(αtαs)

In diesem Unterkapitel werden die Matrixelemente der Matrix (Un δM(2)
n U+

n ), die von der
Zwei-Schleifen-Ordnung O(αtαs) sind, aufgeführt. Dabei wurden die Näherungen aus Ka-
pitel 7.3.2 angewendet. Die Parameter-Counterterme, die in dem in Kapitel 7.3.2 gewählten
Renormierungsschema verschwinden, wurden gleich null gesetzt.

δM
(2)

H0 = (Un δM(2)
n U+

n )11

= sin2(α− β)δM 2
H±

(2)
+

e cos(α− β)

4MZ cos θW sin θW

[(
cos(α− 2β) − 3 cosα

)
δt

(2)

φ0
1

−
(
sin(α− 2β) + 3 sinα

)
δt

(2)

φ0
2

]
, (B.39)

δM
(2)

h0H0 = (Un δM(2)
n U+

n )12 = (Un δM(2)
n U+

n )21

=
1

2
sin(2(α− β))δM 2

H±

(2)

+
e cos(α− β)

4MZ cos θW sin θW

[(
sin(2α− β) + cos(2(α− β)) sin β

)
δt

(2)

φ0
1

− 1

2

(
cos(2α− 3β) + 3 cos(2α− β)

)
δt

(2)

φ0
2

]
, (B.40)

δM
(2)

h0 = (Un δM(2)
n U+

n )22

= cos2(α− β)δM 2
H±

(2)
+

e sin(α− β)

4MZ cos θW sin θW

[(
sin(α− 2β) − 3 sinα

)
δt

(2)

φ0
1

+
(
cos(α− 2β) + 3 cosα

)
δt

(2)

φ0
2

]
, (B.41)

δM
(2)

G0H0 = (Un δM(2)
n U+

n )13 = (Un δM(2)
n U+

n )31 =
e sin(α− β)

2MZ cos θW sin θW
δt

(2)

A0 , (B.42)

δM
(2)

A0H0 = (Un δM(2)
n U+

n )14 = (Un δM(2)
n U+

n )41 = − e cos(α− β)

2MZ cos θW sin θW
δt

(2)

A0 , (B.43)

δM
(2)

G0h0 = (Un δM(2)
n U+

n )23 = (Un δM(2)
n U+

n )32 = −(Un δM(2)
n U+

n )14 = −δM (2)

A0H0 , (B.44)

δM
(2)

A0h0 = (Un δM(2)
n U+

n )24 = (Un δM(2)
n U+

n )42 = (Un δM(2)
n U+

n )13 = δM
(2)

G0H0 , (B.45)

δM
(2)

G0 = (Un δM(2)
n U+

n )33 = − e

2MZ cos θW sin θW

(
cosβ δt

(2)

φ0
1

+ sin β δt
(2)

φ0
2

)
, (B.46)
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δM
(2)

A0G0 = (Un δM(2)
n U+

n )34 = (Un δM(2)
n U+

n )43

=
e

2MZ cos θW sin θW

(
sin β δt

(2)

φ0
1

− cosβ δt
(2)

φ0
2

)
, (B.47)

δM
(2)

A0 = (Un δM(2)
n U+

n )44 = δM 2
H±

(2)
. (B.48)
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C. Schleifen-Integrale

In diesem Kapitel werden die für die Berechnung der Selbstenergien der Higgs-Bosonen
benötigten Integrale aufgeführt. Dabei werden folgenden Abkürzungen verwendet:

• Integration über einen Schleifenimpuls q:

〈· · · 〉 = µ4−D 16π2

i

∫
dDq

(2π)D
· · · (C.1)

• Integration über zwei Schleifenimpulse, q1 und q2:

〈〈· · · 〉〉 =
(
µ4−D 16π2

i

)2
∫

dDq1
(2π)D

∫
dDq2
(2π)D

· · · (C.2)

In diesen Integralen wurden die vier Dimensionen der Raumzeit durch D Dimensionen
ersetzt und ein Massenparameter µ eingeführt, damit die Dimensionen der Kopplungskon-
stanten in den Selbstenergien unabhängig von D bleiben.

C.1. Ein-Schleifen-Integrale

Auf Ein-Schleifen-Niveau werden die folgenden Integrale gebraucht:

• Einpunktintegral:

A(m) := 〈 1

q2 −m2
〉 (C.3)

• Zweipunktintegrale:

B{0, µ, µν}(p
2,m1,m2) := 〈 {1, qµ, qµqν}

[q2 −m2
1][(q + p)2 −m2

2]
〉 (C.4)
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Die Tensorintegrale erster bzw. zweiter Stufe, also Bµ(p2,m1,m2) bzw. Bµν(p
2,m1,m2),

können nach Lorentz-Kovarianten entwickelt werden:

Bµ(p2,m1,m2) = pµB1(p
2,m1,m2) (C.5)

Bµν(p
2,m1,m2) = gµνB00(p

2,m1,m2) + pµpνB11(p
2,m1,m2) (C.6)

Hier wurde die Konvention von [74] verwendet. Die Koeffizientenfunktionen B1(p
2,m1,m2),

B00(p
2,m1,m2) und B11(p

2,m1,m2) können durch die Funktionen A(m) und B0(p
2,m1,m2)

ausgedrückt werden:

B1(p
2,m1,m2) =

1

2p2

[
A(m1) − A(m2) +

(
m2

2 −m2
1 − p2

)
B0(p

2,m1,m2)
]

(C.7)

B00(p
2,m1,m2) =

1

D − 1

[1

2
A(m2) +m2

1B0(p
2,m1,m2)

− m2
2 −m2

1 − p2

2
B1(p2,m1,m2)

]
(C.8)

B11(p
2,m1,m2) =

1

p2

[1

2

D − 2

D − 1
A(m2) −

1

D − 1
m2

1B0(p
2,m1,m2)

+
D

D − 1

m2
2 −m2

1 − p2

2
B1(p2,m1,m2)

]
. (C.9)

Die skalare Funktion A(m) kann analytisch berechnet werden [101] und ist in D = 4−ǫ
Dimensionen:

A(m) = m2
[2

ǫ
− γE + ln 4π − ln

m2

µ2
+ 1

+
1

4

(
(−γE + ln 4π − ln

m2

µ2
+ 1)2 + 1 +

π2

6

)
ǫ
]

+ O(ǫ2) . (C.10)

γE = −Γ′(1) = 0.5772156649.... ist die Euler-Mascheroni-Konstante. Der divergente Anteil
des Integrals wird durch den Term ∼ 1

ǫ
ausgedrückt, der einen Pol für ǫ → 0 darstellt.

ǫ → 0 entspricht dem Übergang von D Dimensionen zu den vier Raumzeitdimensionen
D → 4.

Die B0-Funktion kann analytisch [101] in folgender Form ausgedrückt werden:

B0(p
2,m1,m2) =

2

ǫ
− γE + ln 4π −

∫ 1

0

dx ln
x2p2 − x(p2 +m2

1 −m2
2) +m2

1 − iǫ

µ2
+ O(ǫ)

=
2

ǫ
− γE + ln 4π + 2 − ln

m1m2

µ2
+
m2

1 −m2
2

p2
ln
m2

m1

− m1m2

p2
(
1

r
− r) ln r + O(ǫ) . (C.11)
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C.2. Zwei-Schleifen-Integrale

Der Parameter r wird dabei durch die Gleichung

x2 +
m2

1 +m2
2 − p2 − iǫ

m1m2

x+ 1 = (x+ r)(x +
1

r
) (C.12)

bestimmt. Die Anteile der B0-Funktion, die proportional zu ǫ = 4−D sind, kompensieren
sich in den Rechnungen dieser Arbeit und werden deswegen nicht benötigt. Ein Ausdruck
für diesen Anteil der B0-Funktion ist zum Beispiel in [102] explizit angegeben.

Die Ableitung der B0-Funktion nach p2 ist durch eine Kombination von B0-Funktionen
gegeben:

∂B0

∂p2
=

1

N

[(
m2

1 +m2
2

)
B0(p

2,m1,m2) −m2
1B0(0,m1,m1) −m2

2B0(0,m2,m2) (C.13)

− p2 − (m2
1 −m2

2)
2

p2

[
B0(p

2,m1,m2) − B0(0,m1,m2)
]]

mit N =
[(
p2 − (m1 −m2)

2
)(
p2 − (m1 +m2)

2
)]
.

Diese Ableitung divergiert für p2 → (m1 +m2)
2. Dagegen existieren die Grenzwerte an den

Stellen p2 = 0 und p2 = (m1 −m2)
2.

C.2. Zwei-Schleifen-Integrale

Die Amplitude einer Zwei-Schleifen-Selbstenergie kann auf einen Ausdruck, der nur ska-
lare Integrale enthält, reduziert werden [81]. Diese skalaren Integrale, die sogenannten
T-Integrale, haben folgende Form:

Ti1i2...in(p,m1, ...,mn) = 〈〈 1

(k2
i1
−m2

1)(k
2
i2
−m2

2) . . . (k
2
in
−m2

n)
〉〉 . (C.14)

Die Indizes ij, mit j = 1, ..., n, nehmen die Werte 1 bis 5 an. Die Impulse kij sind aufgrund
der Impulserhaltung nicht vollständig unabhängig, sondern setzen sich aus Kombinationen
der Integrationsimpulse q1, q2 und dem äußeren Impuls p zusammen:

k1 = q1 , k2 = q1 + p , k3 = q2 − q1 , k4 = q2 , k5 = q2 + p .

Das einzige Integral, daß von fünf Propagatoren mit jeweils unterschiedlichem Impuls
abhängt, ist das sogenannte

”
Master-Integral“:

T12345(p,m1,m2,m3,m4,m5) = 〈〈 1

(k2
1 −m2

1)(k
2
2 −m2

2)(k
2
3 −m2

3)(k
2
4 −m2

4)(k
2
5 −m2

5)
〉〉 .

(C.15)

Die Impulse sind dabei wie in Abb. C.1 angeordnet.
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C. Schleifen-Integrale

In der vorliegenden Arbeit wurde bei der Berechnung der Zwei-Schleifen-Selbstenergien
die Näherung verschwindender äußerer Impulse verwendet. Damit können die Amplitu-
den aller Zwei-Schleifen-Selbstenergien durch Produkte von Ein-Schleifen-Integralen A und
durch das Zwei-Schleifen-Integral T134 (vgl. Abb. C.2) ausgedrückt werden. Die Reduktion
der Amplitude auf diese Integrale wird mittels Partialbruchzerlegung im Fall von Propa-
gatoren mit gleichen Impulsen aber unterschiedlichen Massen oder mit der Methode der
partiellen Integration [103] durchgeführt.

Das T134-Integral ist durch folgenden analytischen Ausdruck [104] mit den Massen m1,
m2 und m3, wobei m3 > m2 > m1 angenommen wird, gegeben:

T134(m1,m2,m3) =
2

ǫ2
(m2

1 +m2
2 +m2

3)

+
2

ǫ

[3

2
(m2

1 +m2
2 +m2

3) −m2
1Lm1

−m2
2Lm2

−m2
3Lm3

]

+
(7

2
+
π2

12

)
(m2

1 +m2
2 +m2

3)

+m2
1(L

2
m1

− 3Lm1
) +m2

2(L
2
m2

− 3Lm2
) +m2

3(L
2
m3

− 3Lm3
)

+
1

4
(m2

1 −m2
2 −m2

3) ln2
(m2

2

m2
3

)
+

1

4
(−m2

1 +m2
2 −m2

3) ln2
(m2

1

m2
3

)

+
1

4
(−m2

1 −m2
2 +m2

3) ln2
(m2

1

m2
2

)
+

1

2
m2

3λ
2(x, y)Φ(x, y) . (C.16)

Lmi
mit i = 1, 2, 3 wird als abkürzende Schreibweise verwendet:

Lmi
= γE − ln(4π) + ln

(m2
i

µ2

)
. (C.17)

Die Funktionen λ2(x, y) bzw. Φ(x, y) können durch

λ2(x, y) = (1 − x− y)2 − 4xy (C.18)

p
p

k2 k5

k3

k1 k4

Abb. C.1.: Die Topologie des
”
Master-Integrals“.
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bzw.

Φ(x, y) =
1

λ

[
2 ln
(1 + x− y − λ

2

)
ln
(1 − x+ y − λ

2

)
− ln x ln y

− 2Li2

(1 + x− y − λ

2

)
− 2Li2

(1 − x+ y − λ

2

)
+
π2

3

]
(C.19)

ausgedrückt werden. x und y sind dabei folgende Massenverhältnisse:

x =
m2

1

m2
3

, y =
m2

2

m2
3

. (C.20)

Falls die Masse m1 den Wert null annimmt, vereinfacht sich das T134-Integral zu:

T134(0,m2,m3) =
2

ǫ2
(m2

2 +m2
3) +

2

ǫ

[3

2
(m2

2 +m2
3) −m2

2Lm2
−m2

3Lm3

]

+
(7

2
+
π2

12

)
(m2

2 +m2
3) +m2

2(L
2
m2

− 3Lm2
) +m2

3(L
2
m3

− 3Lm3
)

+ (m2
2 −m2

3)
[
ln
(m2

2

m2
3

)
ln
(

1 − m2
2

m2
3

)
+ Li2

(m2
2

m2
3

)
− π2

6

]

− 1

2
m2

2 ln2
(m2

2

m2
3

)
. (C.21)

·· k3

k4

k1

Abb. C.2.: Die Topologie des Vakuum-Integrals T134.
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D. Feynman-Diagramme

In diesem Anhang werden die Feynman-Diagramme aufgeführt, die Ein- und Zwei-Schlei-
fen-Beiträge zu den unrenormierten Higgs-Selbstenergien bzw. Zwei-Schleifen-Beiträge zu
den Tadpoles liefern.

Die Teilchen werden dabei folgendermaßen bezeichnet:

Fermionen: f = {e, µ, τ, u, d, Sfermionen: f̃s = {ν̃e, ν̃µ, ν̃τ , ẽs, µ̃s, τ̃s,
c, s, t, b} ũs, d̃s, c̃s, s̃s, t̃s, b̃s}

Top-Quarks: t Top-Squarks: t̃s

Bottom-Quarks: b Bottom-Squarks: b̃s

Z-Bosonen: Z

W-Bosonen: W±

Neutrale
Higgs-Bosonen: h0, H0, A0 Neutralinos: χ̃0

n

Geladene
Higgs-Bosonen: H± Charginos: χ̃c

Neutrale
Goldstone-Bosonen: G0

Geladene
Goldstone-Bosonen: G±

Gluonen: g Gluinos: g̃

Geister: u = {uZ , u±}

mit den Indizes:

Sfermionindex: s = 1...2
(Numerierung der Sfermionen in 1-2-Basis)

Neutralinoindex: n = 1...4
(Numerierung der Neutralinos)

Charginoindex: c = 1...2
(Numerierung der Charginos)
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(a)

φ φ

f̃i

(b)

φ φ

H

(c)

φ φ

W±, Z

(d)

φ

φ

f

f

(e)

φ

φ

χ̃j

χ̃i

(f)

φ

φ

χ̃0
j

χ̃0
i

(g)

φ

φ

f̃j

f̃i

(h)

φ

φ

H0, h0

H0, h0

(i)

φ

φ

G0, A0

G0, A0

(j)

φ

φ

G±, H±

G±, H±

(k)

φ

φ

u

u

(l)

φ

φ

Z

Z

(m)

φ

φ

W±

W±

(n)

φ

φ

G0, A0

Z

(o)

φ

φ

G±, H±

W±

eV

Abb. D.1.: Feynman-Diagramme, die zu den unrenormierten Selbstenergien der CP-
geraden Higgs-Bosonen beitragen. Dabei ist φ = H0, h0 und H =
H0, h0, A0, G0, G±, H±. Das Feynman-Diagramm (c) existiert nicht für die
Mischung von h0 und H0.
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(a)

φ φ
q̃s

q̃t q̃u

q̃v

(b)

φ φ

q̃s

q̃t

q̃t

g
q̃t

(c)

φ φ

q̃s

q̃t
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q̃u

(d)

φ

φ

q̃s q̃s

g

q̃t q̃t

(e)

φ

φ

q̃s

q̃t q̃u

q̃v
(f)

φ φ

q̃s q̃t

q̃u

(g)

φ φ

q

g̃
q̃s q̃t

(h)

φ φ

q̃s
g

q̃s q̃s

(i)

φ

φ

q q̃i

g̃

q q̃j

(j)

φ

φ

q q

g

q q

(k)

φ φ
q

q
g̃

q̃i

q

(l)

φ φ
q

q

q

g
q

1.5

Abb. D.2.: Feynman-Diagramme, die Beiträge der Ordnung O(αqαs) mit q = t, b zu den
Selbstenergien der neutralen Higgs-Bosonen liefern. Dabei ist φ = h0, H0, A0.
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D. Feynman-Diagramme

(a)

φ φ

q̃t q̃u

q̃s
(b)

φ

φ

q̃s

q̃t

(c)

φ φ

q̃sq̃t

(d)

φ φ

q̃s

(e)

φ

φ

q

q

(f)

φ φ

q q

q

α

Abb. D.3.: Ein-Schleifen-Diagramme mit Counterterm-Einsetzungen, die Beiträge der
Ordnung O(αqαs) mit q = t, b zu den Selbstenergien der neutralen Higgs-
Bosonen mit φ = h0, H0, A0 liefern.

H− H−

t̃t t̃u

b̃s

H− H−

b̃t b̃u

t̃s

H−
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t̃s

b̃t

H− H−

t̃st̃t

H− H−

b̃sb̃t

H− H−

t̃s

H− H−

b̃s

H− H−

t t

b

H− H−

b b

t

H−

H−

t

b

TeV

Abb. D.4.: Ein-Schleifen-Diagramme mit Counterterm-Einsetzungen, die Beiträge der
Ordnung O(αtαs) zur Selbstenergie der geladenen Higgs-Bosonen liefern.
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H− H−
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b̃t b̃u

q̃v

H− H−

b̃s

t̃t

t̃t

g
t̃t

H− H−

t̃s

b̃t

b̃t

g
b̃t

H− H−

b̃s

t̃t

t

g̃
t̃u

H− H−

t̃s

b̃t

b

g̃
b̃u

H−
H−

b̃s b̃s

g

t̃t t̃t

H−
H−

t̃s

b̃t t̃u

b̃v

H− H−
t̃s t̃t

q̃v

H− H−
b̃s b̃t

q̃v

H− H−

t
g̃

t̃s t̃t

H− H−

b
g̃

b̃s b̃t

H− H−

t̃s
g

t̃s t̃s

H− H−

b̃s
g

b̃s b̃s
H−

H−

t t̃i

g̃

b b̃j

H−
H−

t t

g

b b

H− H−

b

t

g̃

t̃i

t

H− H−

t

b

g̃

b̃i

b

H− H−

b

t

t

g
t

H− H−

t

b

b

g
b

35 T

Abb. D.5.: Feynman-Diagramme, die Beiträge der Ordnung O(αtαs) zur Selbstenergie
der geladenen Higgs-Bosonen liefern. Dabei ist q̃v = t̃v, b̃v.
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φ
q̃j

q̃i

q̃k
φ
q

g̃ q̃i

q

φ
q̃j

q g̃

q̃i

φ
q

q g

q

φ
q̃i

q̃i g

q̃i

O
O

Abb. D.6.: Feynman-Diagramme auf Zwei-Schleifen-Niveau, die Beiträge zu den Tad-
poles liefern. Diese Tadpoles gehen in die renormierten Selbstenergien der
neutralen Higgs-Bosonen der Ordnung O(αqαs) ein. Dabei ist q = t, b.

φ
q

φ
q̃i

φ

q

q
φ

q̃i

q̃j

.

eV

Abb. D.7.: Ein-Schleifen-Diagramme mit Counterterm-Einsetzungen, die Beiträge zu
den Tadpoles liefern. Diese Tadpoles gehen in die renormierten Selbstener-
gien der neutralen Higgs-Bosonen der Ordnung O(αqαs) ein, wobei q = t, b
ist.
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Schließlich möchte ich meinen Eltern, die ebenfalls Teile der Arbeit Korrektur gelesen
haben, und Steffen Straub für Verständnis und Ermutigung danken.
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