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1 Einleitung

Die Teilchenphysik beschéftigt sich mit den elementaren Bestandteilen unserer Welt.
Die Erforschung der Materie und ihrer Wechselwirkungen miindete in einer Theorie,
dem Standardmodell (SM) der Teilchenphysik. Das Standardmodell umfasst die bisher
entdeckten Elementarteilchen und drei der vier bekannten Kréfte. Es liefert eine Be-
schreibung der schwachen und starken Kraft sowie der elektromagnetischen Wech-
selwirkung. Es ist allerdings bislang nicht gelungen, auch die Gravitation in dieses
Modell einzubeziehen. Die Auswirkungen der Gravitation lassen sich hauptséchlich
auf grofsen Skalen beobachten, bei Streuexperimenten in einem Teilchenbeschleuniger
sind sie hingegen vernachléssigbar klein. Daher lassen sich auch ohne eine Beschrei-
bung der Gravitation prézise theoretische Vorhersagen fiir Streuexperimente mithilfe
des SM machen.

Beobachtungen auf groferen Skalen liefern allerdings Hinweise darauf, dass das SM
erweitert werden muss. Dazu zdhlt z.B. die Messung der Geschwindigkeit, mit der
Materie um das Zentrum der jeweiligen Galaxie kreist. Die Rotationskurven, die diese
Geschwindigkeit in Abhéngigkeit vom Abstand zum galaktischen Zentrum darstellen,
entsprechen nicht den Erwartungen. Nach Newtons Gravitationsgesetz diirfte die
sichtbare Materie nicht ausreichen, um die hohen Geschwindigkeiten am Rand der
Galaxie zu erklaren.

Trotz unterschiedlicher Erklarungsversuche geht man heute davon aus, dass es zusétz-
liche Materie geben muss, die sich unseren Beobachtungen entzieht. Diese sogenannte
Dunkle Materie kann allerdings nicht aus Teilchen des Standardmodells bestehen,
da sie sonst nachweisbar wéaren. Es muss neben den bekannten Elementarteilchen
noch mindestens ein weiteres Teilchen geben, welches die Hauptkomponente Dunkler
Materie bildet.

Einige der Probleme des Standardmodells konnen mit supersymmetrischen Theorien
behoben werden. Die einfachste supersymmetrische Theorie, die alle Teilchen des
Standardmodells beinhaltet, ist das minimale supersymmetrische Standardmodell
(MSSM). Es sagt zusétzliche Teilchen voraus, von denen das leichteste stabil und damit
ein Kandidat fiir Dunkle Materie ist.

Am Large Hadron Collider (LHC) am Conseil Européen pour la Recherche Nucléaire
(CERN) in Genf wird das SM intensiv gepriift, um Hinweise auf neue Physik zu gewinnen.
Eines der Ziele des LHC ist der Nachweis des von der Theorie vorhergesagten Higgs-
Bosons. Einen Meilenstein in der Geschichte der Teilchenphysik stellt die Verkiindung
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der Entdeckung eines neuen Teilchens am 4. Juli 2012 dar. Ungeklért ist zunéchst
noch, ob es sich wirklich um das Higgs-Boson des SM handelt. Daher ist es nun wichtig,
eine genaue Bestimmung der Eigenschaften dieses Teilchens durchzufiihren, um auf
diese Weise Riickschliisse auf die zu Grunde liegende Theorie ziehen zu koénnen.
Voraussetzung dafiir sind allerdings auch prézise Vorhersagen der Wirkungsquer-
schnitte.

Mit SusHi ist im Rahmen dieser Doktorarbeit ein Fortran-Programm entstanden, das
die Higgs-Produktionsraten in verschiedenen Modellen berechnet. Neben dem SM und
dem MSSM ist auch eine Berechnung im Zwei-Higgs-Duplett-Modell (2HDM) méglich. In
Kombination mit den Daten des LHC kdnnten die mit SusHi berechneten Vorhersagen
Aufschluss dariiber geben, welche dieser Theorien in der Natur realisiert ist.

Fiir entsprechende Vergleiche von Theorie und Experiment sind differentielle Grofsen
von besonderem Interesse. Daher werden hier auch (Pseudo)rapiditéts- und Trans-
versalimpulsverteilungen betrachtet. Bei der Transversalimpulsverteilung ist eine Re-
summation von Logarithmen notwendig, fiir die neben einer analytischen Resumma-
tion auch die POWHEG-Methode diskutiert wird.

Diese Arbeit ist wie folgt gegliedert:

Im zweiten Kapitel wird das Standardmodell beschrieben. Neben den theoretischen
Grundlagen wird mit dem Zwei-Higgs-Duplett-Modell auch eine Erweiterung des SM
diskutiert.

Das dritte Kapitel beschéftigt sich mit Supersymmetrie und dem minimalen super-
symmetrischen Standardmodell. Das Fortran-Programm SusHi wird in Kapitel vier
vorgestellt. Kapitel fiinf behandelt die Renormierung des Sbottom-Sektors und der
Bottommasse. Es wird beschrieben, welche Renormierungsschemata in SusHi zur
Verfiigung gestellt werden.

Im sechsten Kapitel présentieren wir unsere Ergebnisse fiir inklusive Wirkungsquer-
schnitte. Darin werden die beiden wichtigsten Produktionskanile, Gluonfusion und
Bottom-Quark-Annihilation, betrachtet und gegentibergestellt.

Differentielle Verteilungen besprechen wir im siebten Kapitel. Dabei wird hauptséch-
lich auf die Resummation von Logarithmen eingegangen. Neben einer analytischen
Resummation wird auch der POWHEG-Formalismus beschrieben. Es werden die Ergeb-
nisse beider Methoden vorgestellt und miteinander verglichen.
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In diesem Kapitel wird das Standardmodell (SM) der Teilchenphysik mit seinem
Teilcheninhalt und seinen Wechselwirkungen beschrieben.

2.1 Teilchen und Wechselwirkungen im SM

Das Standardmodell beschreibt alle bekannten Teilchen sowie drei der vier bekannten
Wechselwirkungen. Die Gravitation ist nicht in dieser Theorie enthalten. Die anderen
drei Wechselwirkungen sind die elektromagnetische, die schwache und die starke
Kraft. Sie werden durch den Austausch von Eichbosonen vermittelt. Das zur elektro-
magnetischen Kraft gehorende Boson ist das Photon. Die schwache Kraft wird durch
die drei W- und Z-Bosonen vermittelt. Die beiden W-Bosonen haben die Ladung 1
bzw. —1 in Vielfachen der Elementarladung des Elektrons. Sie werden, entsprechend
ihrer elektrischen Ladung, mit W bzw. W~ bezeichnet. Das Z-Boson ist elektrisch
neutral und wird daher auch mit Z° bezeichnet.

Neben diesen Kraftteilchen gibt es die Materieteilchen bzw. Fermionen, die in 3
Familien oder Generationen auftreten. Die Fermionen verschiedener Familien unter-
scheiden sich dabei nur durch die Masse. Die Fermionen werden weiter unterteilt in
Quarks und Leptonen.

Es treten sechs verschiedene Quark-Flavor auf: up (u), down (d), charm (c), strange
(s), top (t) und bottom (b). Bei den Leptonen gibt es drei geladene Teilchen, ndmlich
das Elektron (e), das Muon (p) und das Tau (7). Zu jedem dieser Teilchen gibt es
ein Neutrino vy mit X € {e,u,7}.

Neben diesen Teilchen enthélt das Standardmodell ein weiteres Boson, das Higgs-
Boson h. Es ist das einzige skalare Teilchen des Standardmodells und sorgt durch den
Higgsmechanismus fiir die Massen der Elementarteilchen.

Der komplette Teilcheninhalt des Standardmodells ist in Tab. 2.1 gezeigt.

2.2 Freie Teilchen

Die Quantenmechanik ist in der Lage, die Ereignisse bei kleinen Skalen zu beschreiben,
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Fermionen Bosonen
1. Familie | 2. Familie | 3. Familie Kraftteilchen Wechselwirkung
Quarks v elektromagnetische
W+
Z ; Z Z° schwache
W
Leptonen g starke
e 1 T elektroschwache
H .
Ve vy, Vs Symmetriebrechung

Tabelle 2.1: Teilcheninhalt des Standardmodells.

wahrend die spezielle Relativitatstheorie fiir Teilchen mit hohen Geschwindigkeiten
nahe der Lichtgeschwindigkeit Anwendung findet. Die Hochenergieexperimente an
Teilchenbeschleunigern finden bei kleinen Skalen mit relativistischen Teilchen statt.
Folglich miissen zu deren Beschreibung beide Theorien vereinigt werden. Aus diesem
Grund wurde nach einem Weg gesucht, die Quantenmechanik in einer lorentzinvarian-
ten Weise zu formulieren. Aus der quantenmechanischen Interpretation von Energie
E und Impuls p als Differentialoperatoren!

E=i0; p=—i0s (2.1)

sowie der relativistischen Energie-Impuls-Beziehung E = /p? + m? fiir Teilchen mit
Masse m ergibt sich die Klein-Gordon-Gleichung

(9,0" + m?) ®(t,7) = 0. (2.2)

Weil 8,0, m* und ®(¢,7) jeweils Lorentzskalare sind, ist diese Bewegungsgleichung
tatsdchlich lorentzinvariant. Allerdings handelt es sich um eine Differentialgleichung 2.
Ordnung. Um Invarianz auch bei einer Differentialgleichung 1. Ordnung zu erreichen,
bendtigt man einen zusitzlichen Lorentzvektor v, mit dem man 0, kontrahieren
kann, um das Skalar ¢ := 0, 7" zu bilden. Eine lorentzinvariante Differentialgleichung
1. Ordnung ist die Dirac-Gleichung

(i) —m)W(tD) = 0. (2.3)

Wenn man beide Seiten dieser Gleichung von links mit — (i@ + m) multipliziert,

'Es werden natiirliche Einheiten verwendet, d.h. es wurde ¢ = /i = 1 gesetzt.
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ergibt sich nach Ausmultiplizieren

(0,099 +m?] ¥(t,Z) =0 (2.4)
1
& 500+ 09 | W) =0 (25)
1
& D RO T Y

wobei im zweiten Term der dritten Zeile die Namen der Indizes p und v vertauscht
wurden. Damit auch fiir die Teilchen, die durch ¢ beschrieben werden, die relati-
vistische Energie-Impuls-Beziehung gilt, sollte 1) auch die Klein-Gordon-Gleichung
erfiillen. Tatséchlich ist dies der Fall, wenn man {y* A"} = y#y" 4+ 4Y4# = 2g*
fordert. Dabei bezeichnet ¢"” die Minkowski-Metrik ¢ = diag(1l,—1,—1,—1)
und {X,Y'} = XY + Y X den Antikommutator. Als Darstellung der +, kénnen z.B.
die Dirac-Matrizen? verwendet werden, die in der Tat die Antikommutatorrelation
{v",7"} = 2¢"" erfiillen. Da es sich bei den Dirac-Matrizen um 4 x 4-Matrizen handelt,
hat U(¢,7) vier Komponenten im sogenannten Spinorraum. Man bezeichnet U (¢,7)
auch als Spinor. Aus Gl. (2.3) wird in dieser Darstellung dann

(Z@ — Lyxa - m) \D(taf) = 67 (27)

wobel 1444 die 4 x 4-Einheitsmatrix und 0 der Nullvektor im Spinorraum ist. Jede
der vier Komponenten von W erfiillt die Klein-Gordon-Gleichung.

Durch W lassen sich Fermionen mit Spin 1/2 beschreiben. Die vier Komponenten
entsprechen vier Freiheitsgraden:

e zwei fiir den Spin (Spin up und Spin down)
e zwei fiir die Unterscheidung von Teilchen und Antiteilchen

Ein Skalarfeld @, das die Klein-Gordon-Gleichung erfiillt, hat einen Freiheitsgrad und
beschreibt daher ein skalares Teilchen mit Spin 0 wie z.B. das Higgs-Boson.

Das Ziel lautet nun, eine Lagrangedichte zu finden, aus der man als Bewegungsglei-
chung fiir die Felder die Dirac-Gleichung bzw. die Klein-Gordon-Gleichung erhélt.
Dafiir wird im Folgenden die explizite Erwéhnung der Abhéngigkeit von Ort und Zeit
weggelassen: ® := ®(t,%) bzw. ¥ := U(¢,7). Aukerdem bezeichnen wir ¥ := ¥4 als
adjungierten Spinor. Man kann nun zeigen, dass VW ein Lorentzskalar ist. Fiir die
Lagrangedichte

L=V(i) —m)V, (2.8)

die auch ein Lorentzskalar ist, ergibt die Euler-Lagrange-Gleichung fiir den Spinor W
oL oL

=9 _ 2.9

ov "9 (0,0) (2.9)

2Siehe z.B. Ref. [1].
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gerade die Dirac-Gleichung.

Um die Klein-Gordon-Gleichung als Bewegungsgleichung zu erhalten, geht man von
folgender Lagrangedichte aus:

L= (9,07 (0"®) — m*0'® (2.10)

Auch in diesem Fall kann man sich leicht davon tiberzeugen, dass die Euler-Lagrange-
Gleichung fiir ®f

oL oL

der Klein-Gordon-Gleichung entspricht.

2.3 Chiralitat

Mit der Matrix v5 = 179717273 lassen sich die Projektoren

P, =1 _275 und  Pp = H;V"’ (2.12)

mit P} =P, und Pj= Py (2.13)
definieren. Ein Spinor kann dann allgemein durch

V= PV + PrU (2.14)

ausgedriickt werden. W = PV bezeichnet man als linkshdndige oder links-chirale,
VUr = PV als rechtshiandige order rechts-chirale Komponente von W. Diese Unter-
scheidung spielt besonders bei der schwachen Wechselwirkung eine Rolle, weil dort
die links- und rechtshindigen Komponenten unterschiedliche Kopplungen aufweisen.

2.4 Wechselwirkungen

Im vorherigen Kapitel wurden nur freie Teilchen betrachtet. Um zu sehen, wie man
eine Quantenfeldtheorie mit Wechselwirkungen formuliert, betrachten wir als Beispiel
die elektromagnetische Kraft, die auf ein Elektron wirkt®. Das freie Elektron wird
durch die Lagrangedichte

L=V(i) —m)V, (2.15)

beschrieben, die eine globale Symmetrie aufweist. Man kann das Feld ¥ mit einer
beliebigen Phase €, die nicht vom Ort oder der Zeit abhingt, multiplizieren, ohne

3Ich folge hier zum grofen Teil den Ausfiihrungen in Ref. [1], Seite 482ff.
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dass sich die Lagrangedichte dndert. Die Lagrangedichte ist daher invariant unter der
Transformation

U — e, (2.16)

Wenn man erlaubt, dass die Phase a eine Funktion von Ort und Zeit ist, ergibt sich
eine lokale Eichtransformation

U — @y, (2.17)

Nur der Massenterm ¥mW ist auch unter lokaler Eichtransformation invariant. Bei
Ausdriicken mit Ableitungen muss man hingegen beachten, dass die Ableitungen auch
auf a(x) wirken, wodurch sich komplizierte Transformationseigenschaften ergeben.
Dies kann man auch der Definition der Ableitung als Grenzwert

n'0,¥(z) = lim1 [(U(z + en) — ¥(x)] (2.18)

e—0 €

ansehen. Darin wird die Differenz zweier Felder W(x 4 en) und V(z) gebildet, die
unterschiedlich transformieren. Aus diesem Grund wird der Operator U(z,y) einge-
fithrt, der unter (2.17) geméf

Ulzy) = “@U(z,y)e W) (2.19)

transformiert. Das Feld U(z,y)¥(y) transformiert sich dann wie ein Feld W(x) am
Ort x:

Ulzy)¥(y) — €U ()0 (y) (2.20)

Im Allgemeinen lasst sich U(z,y) als eine Phase U(z,y) = exp[i®(z,y)] schreiben.
Aufserdem kann man U(z,x) = 1 setzen. Damit kann man die kovariante Ableitung

n'D,V(x) = liml [(U(z + en) — U(x + en,z) ¥ (z)] (2.21)

e—0 €

definieren, in der nun die beiden auftretenden Felder die gleichen Transformations-
eigenschaften haben. Eine Entwicklung von U(x + en,z) in € liefert

Uz + en,x) = 1 —ieA,(z)n"e + O(e?), (2.22)

wobei e die Elementarladung ist. Der Koeffizient A, (z) ist ein neues Vektorfeld. Mit
dieser Entwicklung ergibt sich fiir die kovariante Ableitung

D,V (z) = 0,Y(x) +ieA,(x)V(x). (2.23)

Durch Einsetzen von (2.22) in (2.19) erhélt man fiir die Transformation von A,

Aule) = A(x) — ~ (Dyal)). (2.24)
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Transformiert man nun D,V (z) geméf (2.17) und (2.24) gleichzeitig, so ergibt sich
D, V(z) — @D, 0 (). (2.25)

Damit ist auch der Term W(x)D,¥(x) invariant. Um nun noch einen kinetischen
Term fiir das neue Feld A,(x) zu finden, betrachten wir den Kommutator

(D, D)V = [0,,0,]¥ + ie ([0,,4,] + [A,,0,]) ¥ — €*[A,,, A, |V

=iel,,V (2.26)
mit
F,, =0,A, —0,A,. (2.27)
Wegen
[D,,D,]¥ — ¢“®[D,.D,|¥ (2.28)

und (2.17) ist F),, folglich invariant unter lokaler Eichtransformation. Der lorentzin-
variante Ausdruck F'*F},, ist daher ein geeigneter kinetischer Term fiir das Feld A,,.
Der lokal eichinvariante Lagrangian lautet damit

i .
EZ—ZF’“ Fo+VY@ED —m)v

U :
:_ZFM Fo+V@Ed —m)¥ —eb A V. (2.29)

Dabei wurde die iibliche Slash-Notation () = O, " fiir beliebige Lorentzvektoren O
verwendet. Das Feld A, wird als Photon interpretiert, dass tiber den Term —eW A ¥
mit dem Elektron wechselwirkt.

Das allgemeine Vorgehen zur Beschreibung von Wechselwirkungen ist also Folgendes:
Durch die Forderung der lokalen Eichinvarianz sind Terme, die Ableitungen der Felder
enthalten, in der Lagrangedichte nur dann erlaubt, wenn man zusétzlich ein neues
Feld A, einfiihrt. Der Kopplungsterm, im oberen Beispiel —eWA ¥, ist dann durch
die Symmetrie bereits festgelegt.

2.5 Yang-Mills-Theorie

Die Uberlegungen des letzten Abschnitts lassen sich auf weitere Symmetrien verall-
gemeinern. Dabei betrachten wir n-Multipletts

Uy (z)

Uy (2)

U= (2.30)

W, (2)

10
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Die lokale Eichtransformation lautet dann
U — exp (ia’(z)t") ¥, (2.31)

wobei liber doppelt auftretende Indizes summiert wird. Die hermiteschen und spur-
losen n x n-Matrizen ¢ sind die Generatoren einer Lie-Algebra. Sie erfiillen daher die
Kommutatorrelationen

[t ,47] = i fike (2.32)
mit den Strukturkonstanten f“*. Analog zum letzten Abschnitt ergibt sich
U(x + enz) = 1+igAl (z)t'n"e + O(€?), (2.33)

wobei wir die hier auftretende Kopplungskonstante mit g bezeichnen. Weiterhin erhélt
man daraus

Dy =9, —igA, (z)t' (2.34)

und die Transformationseigenschaft
Al ()t = Al (2)t" + ; (Opa'(x)) t' + i[ajtj,Aﬁtk]
=A (2)t' + ; (Oua’(x)) t" +if*al ALt
bzw. Al (x) = A (x) + ; (9a'(2)) — f’jkajAZ. (2.35)

Der kinetische Term ergibt sich wieder aus dem Kommutator

[D,.,D,] = —igFt' (2.36)
mit it =0,Alt" — 9, ALt — ig[t! t"]AJ A
bz, Fp, = 0,A, — 0,Al, + g f7F A) A}
(2.37)

Auch wenn der Feldstirketensor F ﬁ'y nicht eichinvariant ist, kann man aus ihm die
invariante Grofe
1

—; (F) (F) (2389)

konstruieren, die als kinetischer Term fiir die Eichbosonen dient. Der Lagrangian der
hier beschriebenen Yang-Mills-Theorie lautet damit

L= —% (F,) (Ff)+ W (i) —m) V. (2.39)

In der Quantenchromodynamik (QCD) wird dieser Lagrangian verwendet. Die zu
Grunde liegende Lie-Algebra der QCD ist die spezielle unitdre Gruppe SU(3).

11
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2.6 Der Higgsmechanismus

Wir betrachten eine Theorie mit einem skalaren Teilchen ®, das mit sich selbst und
einem Feld A, wechselwirkt. Die entsprechende Lagrangedichte

1
L= =7 Fwl" + (D,27) (D'®) =V (2) (2.40)
mit V(@) = 12010 + g (d'd)” (2.41)

ist invariant unter der lokalen U(1)-Transformation
. 1
O(x) — @d(x), Aulr) — Au(zx) — gﬁua(x). (2.42)

Wenn man einen Massenterm 1/2-m? A, A" fiir das Bosonfeld hinzufiigt, bricht dieser
Term die Eichsymmetrie. Um einen Massenterm zu generieren, ohne Eichinvarianz
aufzugeben, bietet sich der Higgsmechanismus an. Wir betrachten dafiir das Potential
V(®) des skalaren Teilchens. Die Gesamtenergie muss nach unten beschrénkt sein,
damit ein Vakuum existiert. Aus diesem Grund muss man A positiv withlen*. Da u
iiblicherweise als Masse des skalaren Teilchens interpretiert wird, ist es naheliegend,
g > 0 zu fordern. Wihlt man aber stattdessen p? < 0, so hat das Potential des
Feldes die charakteristische Form aus Abb. 2.1 und wird daher auch als Mexikanerhut-
Potential bezeichnet. Das Minimum befindet sich in diesem Fall nicht bei & = 0,
sondern beim Vakuumerwartungswert

(@) = v = | . (2.43)

Wihrend das Potential rotationssymmetrisch ist, bricht das Vakuum diese Symmetrie
spontan. Man kann nun das urspriingliche Feld als

1
b=v+—(H(x)+1iG(x 2.44
NG (H(z) () (2.44)
schreiben. Wir sind zunéachst nur an den Massentermen interessiert. Daher werden
im Folgenden alle Wechselwirkungsterme, also Terme, die mehr als zwei Felder be-

inhalten, vernachléssigt. Das Potential von & ldsst sich nun als
1

1
V(®) = —5;# +3 2uPH? + ... (2.45)

schreiben. Das Feld H hat folglich die Masse \/5/1, wahrend das Feld G masselos ist.
Der kinetische Term kann in

1 1
(D, @) (D'®) = 5 (0,H)” + 5 (0,G)? + V2evA,0'G + 2 A AP + ... (2.46)

umgeschrieben werden. Auf diese Weise erhélt das Boson A, die Masse my = V2eu.
Die Anregung des Feldes G wird Goldstone-Boson genannt und ist unphysikalisch,
da es nicht beobachtbar ist.

4Dies ist notwendig und hinreichend fiir eine nach unten beschrinkte Gesamtenergie.
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2.7 Die Glashow-Weinberg-Salam-Theorie

Abbildung 2.1: Potential des Skalarfeldes fiir p? < 0.

2.7 Die Glashow-Weinberg-Salam-Theorie

Ausgangspunkt der Glashow-Weinberg-Salam-Theorie ist ein Modell mit SU(2)xU(1)-
Symmetrie. Wir betrachten ein skalares Duplett H, das unter der U(1)-Symmetrie
die Ladung 1/2 besitzt und damit geméfs

H — @i g (2.47)

transformiert. Wie im Kapitel zuvor erhélt dieses Teilchen einen Vakuumerwartungs-
wert, der Aufgrund der SU(2)-Symmetrie als

() = o ( ¥ ) (2.48)

geschrieben werden kann. Da (H) invariant unter der Transformation mit a; = as =0
und as = b ist, wird die entsprechende Symmetrie nicht gebrochen und eines der
Eichbosonen, ndmlich das Photon, bleibt masselos.

Die linkshéandigen Leptonen einer Familie werden in einem Duplett zusammengefasst,
z.B. B = (l/e,e):g. Ebenso bilden die linkshandigen Quarks einer Generation ein
Duplett, z.B. @ = (u,d)f. Die rechtshéndigen Leptonen eg transformieren ebenso
wie die rechtshandigen Quarks u; und dg als Singuletts. Die down-artigen Quarks
bzw. die Leptonen erhalten ihre Masse durch die Kopplung an das Higgs-Boson iiber
Terme der Form

— N (QrHdR + drH'Qy) (2.49)
bzw. - )\e (ELHGR + éRHTEL) (250)

Fiir die up-artigen Fermionen verwendet man das ladungskonjugierte Higgs-Feld

He = ioyH*. (2.51)
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2 Das Standardmodell

Der Kopplungsterm im Lagrangian lautet dann
_)\u (QLHCUR + ’aRHéQL> . (252)

Damit ist das Standardmodell in Génze wiedergegeben. Neben dem Teilcheninhalt
und den relevanten Wechselwirkungen mit den Eichbosonen haben wir auch den
Higgsmechanismus zur elektroschwachen Symmetriebrechung vorgestellt. Im Folgen-
den mochten wir noch eine Erweiterung des SM-Higgs-Sektors diskutieren.

2.8 Das Zwei-Higgs-Duplett-Modell

Das Standardmodell beinhaltet ein Higgs-Duplett. Es sind aber auch komplizierte-
re Higgs-Sektoren denkbar, die aus mehreren Multipletts bestehen. Im Zwei-Higgs-
Duplett-Modell setzt sich der Higgs-Sektor aus zwei Dupletts H; = (HY H; )T und
Hy = (HS HY)T mit den Vakuumerwartungswerten v; und v, zusammen. Wegen
der Bedingung v = \/v? +v3 = 4M3,/g* ~ 246 GeV ist nur deren Verhiltnis
tan f = vy /vy frei wahlbar. My, bezeichnet dabei die Masse des W-Bosons. Die neu-
tralen Komponenten mischen zu den vier Masseneigenzustinden h, H, G und A:

HY\ (v 1 cosa  sina h { cosf  sinp) (G
(H?)) - (vi) LG (— sin o cosa) (H) WG <_ sin 8 cosﬁ) (A) (2.53)

Dabei handelt es sich um

e zwei skalare Higgs-Bosonen h und H, wobei das leichtere der beiden mit A
bezeichnet wird;

e cin Goldstone-Boson G
e cin pseudoskalares Higgs A.

Der Winkel a beschreibt die Mischung der skalaren Higgs-Bosonen. Zusétzlich gibt
es im 2HDM auch geladene Higgs-Bosonen, die in dieser Arbeit aber nicht betrachtet
werden.

In diesem Modell ist nicht festgelegt, welches der Higgs-Dupletts an welche Teilchen
koppelt. Wir bezeichnen das Higgs-Duplett, das iiber den Wechselwirkungsterm pro-
portional zu

QrHyur + urHiQr (2.54)

im Lagrangian an die up-artigen Quarks (qu) koppelt, mit H,. Es steht uns nun frei,
die down-artigen Quarks (¢d) entweder an das gleiche Duplett oder an H; zu koppeln.
Auch bei den Leptonen (/) kann man zwischen einer Kopplung an H; und Hs wéhlen,
sodass sich die folgenden vier Typen des 2HDM ergeben:

14



2.9 Faktorisierung

e qu, qd und [ koppeln an Hy (Type I).

e qu koppelt an Hy, gd und [ koppeln an H; (Type II).

e qu und gd koppeln an Hs, [ koppelt an H; (Lepton-specific).
e qu und [ koppeln an Hs, qd koppelt an H; (Flipped).

Die Yukawa-Kopplungen Yf = gf)\q der Quarks im 2HDM unterscheiden sich von

den Kopplungen A\, = \/§mq /v im Standardmodell um den Faktor g(‘f. Dabei steht
¢ € {h,H,A} stellvertretend fiir eines der ungeladenen Higgs-Bosonen. Die zusétz-
lichen Faktoren g(‘f sind in Tab. 2.2 zusammengefasst. Die Kopplungen an die Leptonen
werden hier nicht aufgefiihrt, da sie im Folgenden nicht benttigt werden. Sie sind z.B.
Ref. |2] zu entnehmen.

‘ Model H Type 1 ‘ Type 11 ‘ Lepton-specific ‘ Flipped ‘
g cosa/sinf | cosa/sinf cos o/ sin (3 cos o/ sin (3
gr cosa/sinff | —sina/cosf | cosa/sinf | —sina/cosf3
gi sina/sinf | sina/sin sin o/ sin 3 sin o/ sin 3
gl sina/sin B | cosa/ cos sin v/ sin 3 cos a/ cos (3
g3 cot 3 cot 3 cot 3 cot 3
gt —cot 3 tan 3 —cot 8 tan 3

Tabelle 2.2: Yukawa-Kopplungen fiir die verschiedenen Typen des Zwei-
Higgs-Duplett-Modells.

2.9 Faktorisierung

Am LHC werden Protonen zur Kollision gebracht. Eine theoretische Beschreibung
dieser Kollisionen wird dadurch erschwert, dass das Proton kein elementares Teilchen
ist, sondern aus Quarks und Gluonen zusammengesetzt ist. Diese Bestandteile des
Protons werden im Folgenden als Partonen bezeichnet. Mithilfe der Stérungstheorie
lassen sich die Vorgéange im Proton nicht beschreiben, weil die Kopplungskonstante
der starken Wechselwirkung (ag) dabei zu grofe Werte annimmt. Aus diesem Grund
berechnet man zunéchst nur die Kollision zweier Partonen a und b storungstheo-
retisch, wobei a und b hier jeweils entweder fiir ein Gluon g oder ein Quarkflavor
q € {u,d,c,s,b} steht. Das Top-Quark ist nicht im Proton enthalten, weil es zu schwer
ist, um virtuell erzeugt zu werden. Wir bezeichnen den partonischen Wirkungsquer-
schnitt fiir die Streuung der Partonen a und b mit der Schwerpunktsenergie § mit
oa(8). Tréagt nun das Parton a den Impulsbruchteil z; des ersten Protons und b
den Impulsbruchteil z, des zweiten Protons, dann ist die Schwerpunktsenergie der
Protonen durch s = §/x1/x5 gegeben. Der hadronische Wirkungsquerschnitt o(s)
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2 Das Standardmodell

lasst sich dann als

o(s) :/0 dfb’l/o dzy fo(x1,0r) fo(zo,pp) Oap(sT122,00F) (2.55)

schreiben. Dabei bezeichnet f;(z,u) die Partonverteilungsfunktion (PDF) fiir das Parton
1. pp ist die Faktorisierungsskala.
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3 Supersymmetrie

Als Supersymmetrie bezeichnet man eine Symmetrie zwischen Bosonen und Fermio-
nen, die Anfang der 1970er-Jahre erstmals diskutiert wurde [3-7|. Im Jahr 1974 stellte
dann das Wess-Zumino-Modell [8] die erste supersymmetrische Quantenfeldtheorie
mit Wechselwirkungen dar. Als Motivation werden im néchsten Abschnitt zunéchst
die Probleme des Standardmodells beschrieben, fiir die eine supersymmetrische Theo-
rie Losungen bereitstellen konnte?.

3.1 Die Probleme des Standardmodells

Es gibt einige Beobachtungen, die darauf hindeuten, dass das Standardmodell nicht
allumfassend ist. Dazu zéhlen unter anderem

e die Beobachtung Dunkler Materie. Aus den Rotationskurven von Galaxien
kann man schliefsen, dass mehr als die sichtbare Materie vorhanden sein muss.
Die Auswertung von Gravitationslinseneffekten bestétigte das Defizit. Weil die
zusatzliche Masse nur sehr schwach wechselwirkt, wird sie Dunkle Materie
genannt. Da man ausschliefen kann, dass Dunkle Materie aus Teilchen des Stan-
dardmodells besteht, muss es deshalb mindestens ein weiteres Elementarteilchen
geben.

e das Fehlen der Gravitation im Standardmodell.

e die Tatsache, dass sich die Kopplungskonstanten nicht bei einer Skala treffen.
Grofe vereinheitlichte Theorien (Grand Unified Theory, GUT) gehen davon
aus, dass es nur eine Kraft gibt, die sich bei niedrigen Energien durch spontane
Symmetriebrechung in die drei bekannten Wechselwirkungen des Standardmo-
dells aufteilt. Dafiir ist es notig, dass sich die laufenden Kopplungskonstanten
der drei Kréfte bei einer Energie Fqyr treffen. Im Standardmodell ist dies
allerdings nicht der Fall.

e das Hierarchieproblem. Im Folgenden wird genauer erklért, warum der grofe
Abstand zwischen Planck-Skala und Higgsmasse problematisch ist.

Betrachten wir die Strahlungskorrekturen zur Masse eines skalaren Teilchens H,
dessen nackte Masse hier mit mg bezeichnet wird. Das skalare Teilchen soll iiber

ch folge in diesem Kapitel teilweise den Ausfiihrungen aus Ref. [9].
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3 Supersymmetrie

Abbildung 3.1: Beispieldiagramme fiir die Massenkorrekturen eines skalaren
Teilchens.

die Terme
NHH®'® bzw. gHIW (3.1)

im Lagrangian mit einem Boson ® bzw. einem Fermion W wechselwirken. Die Feynman-
Diagramme zur Massenkorrektur sind in Abb. 3.1 gezeigt. Die Beitrége des Fermions
(Abb. 3.1a) sind dann gegeben durch

Am?; < —g* Ay (3.2)

Als Regularisierung wird hier die Energieskala Ayy verwendet, bei der die Schleifen-
integrale abgeschnitten werden. Fiir das Boson (Abb. 3.1b) ergibt sich

Am3; o< My (3.3)

Geht man davon aus, dass neue Physik erst an der Planck-Skala Mp ~ 10'® GeV
auftritt, so wird erwartet, dass auch die Massenkorrekturen in der Grofenordnung
A%y, = M3 liegen. Die am LHC gemessene Masse des Higgs-Bosons liegt allerdings in
einer anderen Grofenordnung:

m% = m2 + Am% ~ (125 GeV)? (3.4)

Dies bedingt eine Ausléschung von 15 Stellen zwischen m2 und Am?,.

In der Supersymmetrie findet eine solche zuféllige Ausloschung nicht statt. Entschei-
dend dafiir ist die Beobachtung, dass ein vergleichbares Problem bei Fermionen nicht
auftritt, da die Massenkorrekturen fiir Fermionen proportional zur Masse mg sind.
Wenn die nackte Masse des Fermions klein ist, so liefern daher auch die Korrek-
turen keine grofen Beitrdge. Insbesondere erhélt ein Fermion mit my = 0 keine
Massenkorrekturen und bleibt dadurch auf allen Ordnungen masselos. Den Grund
liefert eine zusédtzliche Symmetrie der Lagrangedichte, die eine kleine Masse vor
grofsen Korrekturen schiitzt. So wird im Limes einer verschwindenden Elektronmasse
die SM-Lagrangedichte invariant unter der chiralen Symmetrietransformation

T, — 7, (3.5)
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3.2 Die Algebra der Supersymmetrie

Wegen dieser Symmetrie sind Massenkorrekturen bei Fermionen mit verschwindender
nackter Masse verboten. Bei skalaren Teilchen hingegen gibt es keine zusétzliche
Symmetrie, sodass das Boson durch Quantenkorrekturen auch dann eine Masse erhélt,
wenn kein Massenterm im Lagrangian vorhanden ist.

In Theorien, in denen Supersymmetrie nicht gebrochen ist, treten Fermionen und
Bosonen als Superpartner mit exakt der gleichen Masse auf. Weil masselose Fermionen
keine Massenkorrekturen erhalten, verschwinden auch die Korrekturen zur Masse des
Superpartners. Im zuvor genannten Beispiel sind die Kopplungen g und A aufgrund
der Supersymmetrie nicht unabhéngig voneinander. Sie sind so festgelegt, dass stets
eine Ausloschung der quadratischen Divergenzen auftritt. Auf diese Weise wird das
Hierarchieproblem behoben.

Experimentell ist eine Theorie, in der Supersymmetrie nicht gebrochen ist, ausge-
schlossen, da man die Superpartner der Standardmodell-Teilchen in dem Fall bereits
nachgewiesen hétte. Die Tatsache, dass noch keine Superpartner gefunden wurden,
lasst sich im Rahmen einer supersymmetrischen Theorie nur dadurch erklaren, dass
die Superpartner zu schwer sind und sich daher den bisherigen Suchen entziehen.

3.2 Die Algebra der Supersymmetrie

Die Generatoren (s der Supersymmetrie tiberfithren ein Boson |B,) mit Spinorindex
s in ein Fermion |F) und umgekehrt:

Q.|B,) = |F) (3.6)
Qs|F) = |Bs) (3.7)

WEeil sie einen Spinor-Index s tragen, vertauscht Qs nicht mit den Lorentz-Transfor-
mationen. Das unterscheidet die Supersymmetrie von den internen Symmetrien wie
z.B. der SU(3) der starken Wechselwirkung. Die Supersymmetrie ist demnach eine
Raumzeit-Symmetrie.

Die Formulierung einer supersymmetrischen Theorie erschien zunéchst problematisch.
Grund dafiir war ein Theorem von Coleman und Mandula [10], das zu den No-Go-
Theoremen zahlt. Es besagt, dass wenn eine Lie-Algebra sowohl die Poincaré-Gruppe
P als auch eine interne Symmetriegruppe G enthalt, sie ein direktes Produkt P & G
der beiden Gruppen sein muss. Die Poincaré-Gruppe ist eine Erweiterung der Lo-
rentzgruppe, die neben den Lorentz-Transformationen M, auch die Translationen
P, enhélt. Aus dem Theorem folgt, dass eine Symmetriegruppe ) mit

M, Q1 £0 und  [PQ] #0 (3.8)

nicht erlaubt ist. Allerdings wurden dabei nur Algebren betrachtet, die Kommutator-
relationen der Form

[t 47] = i fM T, (3.9)
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3 Supersymmetrie

gentigen, wobei der Kommutator [A,B] = AB — BA durch die eckigen Klammern
dargestellt wird. Man kann das No-Go-Theorem umgehen, indem stattdessen der
Anitkommutator und damit fermionische Vertauschungsrelationen verwendet wer-
den. Das Theorem von Haag-Lopuszanski-Sohnius [11], das eine Verallgemeinerung
des Coleman-Mandula-Theorems ist, besagt, dass es dann nur eine nichttriviale Er-
weiterung der Poincaré-Gruppe gibt, ndmlich die Supersymmetrie mit den folgenden
Relationen:

{Qra Qs } = 27#3 P“ (310)
(@, P*] =0 (3.11)
Qe MP] = i1 Q, (3.12)
Dabei ist
Qs = (Q™"), (3.13)
und ot = i [v*7"] - (3.14)

3.3 Das minimale supersymmetrische
Standardmodell

Das minimale supersymmetrische Standardmodell (MSSM) ist eine supersymmetrische
Erweiterung des Standardmodells. Der Teilcheninhalt ist so gewéhlt, dass

e alle Teilchen des Standardmodells enthalten sind;
e die Gesamtanzahl der Teilchen minimal ist.

Die Superfelder, die die Fermionen des Standardmodells enthalten, sind in Tab. 3.1
zusammengefasst. Darin bezeichnet @p ein rechtshéndiges Antiquark und u} ein
rechtshindiges Antisquark. In der dritten Spalte ist fiir die SU(3) und die SU(2)
jeweils die Dimension der Darstellung der Felder angegeben. Fiir die U(1) wird der
Wert der Hyperladung benannt. Der Higgs-Sektor des MSSM besteht aus zwei Higgs-
Dupletts, die in Abb. 3.2 gezeigt sind. Die Kopplungen an die Fermionen entsprechen
dem Type II des 2HDM. Der Higgs-Sektor des MSSM beinhaltet nur zwei unabhéngige
Parameter. Eine bestimmte Wahl von M4 und tan 3 legt also bereits alle Parameter
des Higgs-Sektors fest.
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3.4 Der Squark-Sektor im MSSM

Superfeld Teilchen (SU(3),SU(2),U(1))
(U u U 1
(5)] ()3, e
N v v

()] ()| e

U i, U (3,1, -3)

D CZR7 CZ);% (37 17 %)

E €R; é*R (17 17 2)

Tabelle 3.1: Superfelder des MSSM, die die Fermionen des Standardmodells
beinhalten. Gezeigt ist nur die erste der drei Generationen.

Superfeld Teilchen (SU(3),SU(2),U(1))
HY? HY?
Hl < Hf )7 ( .E[l_ (1’ 2a _1)
H, Hy
H2 ( Hg )7 ( 1—:[3 (17 2a ]-)

Tabelle 3.2: Die beiden Higgs-Dupletts des MSSM.
3.4 Der Squark-Sektor im MSSM

Wir moéchten in diesem Abschnitt die Diagonalisierung der Squark-Massenmatrix
ohne Korrekturen durch hohere Ordnungen néher erkldren. Der Squarkmassenterm
im MSSM-Lagrangian lautet

(k) Mg( I ) cr (3.15)
qr
mit der Massenmatrix
M = < M3 +m? +m% cos (28) (T2 — Qqsy) my (Ag — pKg) ) .
q my (Ag — prg) Mz, +mZ +m7 cos (28) QgSty
(3.16)
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3 Supersymmetrie

Dabei sind My, Mzr und A; die SUSY-brechenden Parameter, 1 der Massenparameter
des Higgsinos und my die Masse des Z-Bosons. Der Parameter x; ist k; = 1/ tan 3 fiir
up-artige Quarks und x; = tan 3 fiir down-artige Quarks. Auferdem ist m,, @), bzw.
T, die Masse, elektrische bzw. schwache Ladung des Quarks ¢. Die Massenmatrix

wird diagonalisiert mithilfe einer Rotationsmatrix U, die sich allgemein als

U, — ( costy sinb; ) (3.17)

—sinf; costy

schreiben lasst. Fiir einen geeigneten Mischungswinkel 6 ist Uq/\/lgug diagonal. Dies
entspricht einem Basiswechsel von den chiralen Eigenzusténden (q;, ¢gr) zu den Mas-
seneigenzustinden (q;, ¢2), die durch die Relation

G\ [ cosb; sinb; ar
( G2 ) N ( —sinf; cosb; ) < dr ) (3.18)

gegeben sind. Man kann nun die Massenmatrix durch die physikalischen Squarkmas-
sen und den Mischungswinkel 6; ausdriicken:

20.m2, + sin® 6:m2,  sin6; cos 6 (m2, — m2
M= ( Sty (o) gt ooy ) 019
q g (Mg @ Mg §Ma2
Daraus ergeben sich drei Gleichungen:
cos” quél + sin? quég = M} + mg +m?, cos (23) (T;’ — Qqsty) (3.20)
sin 6; cos 6; (mé1 - még) =my, (A — pkg) (3.21)
sin® O;mg; + cos® Ogmzy = MZy +m? + m7 cos (26) Qqsiy (3.22)

Sie setzen die SUSY-brechenden Parameter Az, M7 und Mz in Beziehung zu den
Grofsen mgi, mg und ;. Man kann dieses Gleichungssystem nach den Squarkmassen
und dem Mischungswinkel auflésen und erhélt

0; = ! arcsin 2my (Aq — prig)
T 2

\/(Mz — Mq?R + m?, cos (23) (T; — 2Qq5%[,)) +4m? (A — ,u/'iq)z

(3.23)

2 1 2 2 o, 1.3 o
1 2
¥ 5\/(M£ — MZ, +m%cos (263) (T3 — 2Qqs%,))” + 4m2 (A — pikg).
(3.24)

Dabei haben wir unsere Notation so gewahlt, dass mg, die grofere der beiden Squark-
massen ist.

Die drei Gleichungen (3.20) - (3.22) sind dquivalent zu
Z/[qM%Z/{g = dlag ((mql)z, (m(p)Z) . (325)
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3.5 Benchmark-Szenarien

In anderen Worten: Genau dann, wenn fiir einen Satz von Parametern { Az, My, Mg,
Mg, Mg1, Mgz, O5} alle drei Gleichungen (3.20) - (3.22) erfiillt sind, diagonalisiert die
Matrix in Gl (3.17) die Massenmatrix aus Gl. (3.16) und deren Eigenwerte lauten
mg, und m2,.

Fiir die ersten beiden Generationen von Squarks ist der Nichtdiagonalterm klein,
weshalb auch der Mischungswinkel in erster Naherung verschwindet.

Eine Betrachtung der Diagonalisierung, bei der auch Korrekturen auf hoheren Ord-
nungen berticksichtigt werden, folgt in Kapitel 5.

3.5 Benchmark-Szenarien

Im MSSM treten neben den aus dem SM bekannten Parametern zusétzlich 105 weitere
Grofsen auf. Da es keinen direkten Hinweis auf Supersymmetrie gibt, konnte keiner
dieser Parameter bisher experimentell bestimmt werden. Allerdings existieren Aus-
schlussgrenzen, die die Werte dieser Grofsen einschréanken.

Um diese Parameter festzulegen, wurden schon beim Large Electron-Positron Collider
LEP, dem Vorgénger des LHC, sogenannte Benchmark-Szenarien [12] betrachtet, die
spéter fiir den LHC aktualisiert wurden [13]|. Nach der Entdeckung eines neuen Teil-
chens am LHC [14, 15| passte man die Szenarien an das gemessene Signal an [16].

In diesen Szenarien wird zur Vereinfachung héufig
ML = Ml;R == MER = MSUSY (326)

angenommen. Auferdem werden die trilinearen Kopplungen A; und A; fixiert. Die
Parameter des Higgs-Sektors (tan 8 und My) sind nicht festgelegt und kénnen im
Rahmen der Ausschlussgrenzen variiert werden. Mithilfe der Gleichungen (3.23) und
(3.24) lassen sich daraus Mischungswinkel und Squarkmassen bestimmen.
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4 SusHi

In diesem Kapitel wird das Fortran-Programm SusHi [17]| beschrieben. SusHi ist die
Abkiirzung fiir Supersymmetrisches Higgs.

Mit SusHi lassen sich totale Wirkungsquerschnitte fiir die Higgsproduktion in Gluon-
fusion und Bottom-Quark-Annihilation bis zur néchst-néchst-fiihrenden Ordnung
(NNLO) in der Kopplung ag der QCD berechnen. Die elektroschwachen Beitriage zur
Gluonfusion sind zur néchst-fithrenden Ordnung (NLO) implementiert. Des Weiteren
ist eine Berechnung inklusiver Wirkungsquerschnitte zur Ordnung NLO QCD moglich.
Inklusive Grofsen werden im Detail in Kapitel 7 behandelt. Alle Berechnungen kénnen
im SM, 2HDM oder MSSM durchgefiihrt werden.

4.1 Gluonfusion

Die Produktion eines Higgs-Bosons am LHC erfolgt dem Standardmodell zufolge am
haufigsten durch Gluonfusion. Die Wirkungsquerschnitte der weiteren Produktions-
mechanismen wie Vektor-Boson-Fusion und Higgsstrahlung sind um mindestens eine
Grofkenordnung kleiner. Auch im MSSM ist Gluonfusion in weiten Teilen des Parame-
terraums der dominante Kanal. In diesem Kapitel werden die Details bei der Berech-
nung dieses Prozesses im SM und MSSM erlautert. Dazu betrachten wir im MSSM die
Produktion aller drei ungeladenen Higgs-Bosonen ¢ € {h,H A}. Die Higgsmasse wird
im MSSM mit m, bezeichnet, wéhrend im SM dafiir die Notation my verwendet wird.

Im Standardmodell wird das Higgs-Boson aus zwei Gluonen iiber eine Quarkschleife

Abbildung 4.1: LO-Diagramme fiir Gluonfusion im SM (a) und im MSSM
(b)+(c).
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erzeugt. Das LO-Diagramm ist in Abb. 4.1a gezeigt. Der Flavor des Quarks in der
Schleife ist dabei beliebig, sodass iiber alle Flavor summiert werden muss. Fiir jedes
Quark-Flavor ¢ ist die Yukawakopplung Y, proportional zur Quarkmasse m,. Weil die
leichten Quarks daher nur wenig zum Wirkungsquerschnitt beitragen, sind in SusHi

nur die drei schwersten Quarks implementiert: charm (¢), bottom (b) und top (¢). Die
¢,(0)

Amplitude a;" lautet
50 _ 95T O £ (70
@0 = 2T (1+ (1= 1)/ (77) (1)
mit
79 =4m;/m}, (4.2)
und

VI

arcsin? = NG falls 7 > 1.

2
1 1+V1-7 . <
£(r) = { (log z7r> , falls0 <7 <1 (4.3)

Im MSSM kommen zusétzliche Diagramme hinzu, bei denen Squarks, die Superpart-
ner der Quarks, in der Schleife auftreten. Aus den in Abb. 4.1b und 4.1c gezeigten
Beitrédgen ergibt sich die Squarkamplitude

370 &
: :—izgqm T F () (4.4)
mit qu = 4m? /m¢ (4.5)

Der totale inklusive Wirkungsquerschnitt ag auf LO ist dann durch

Gra?
ag _YF S<MR)|A¢’(O)\2 (4.6)
288+/2m
AP0 = § (af}(‘)) +a§’(°’) (4.7)
qe{c,b,t}

gegeben.

Auf NLO tragen die reellen [18-22] und virtuellen [18-20, 23-33] QCD-Korrekturen
zum Wirkungsquerschnitt bei. Beispieldiagramme sind in Abb. 4.2 und Abb. 4.3
gezeigt. Es gibt drei Kanile, die zu den reellen Korrekturen beitragen. Der Gluon-
Gluon-Kanal (gg-Kanal, Abb. 4.2a und 4.2b), der Quark-Gluon-Kanal (gg-Kanal,
Abb. 4.2¢) und der Quark-Antiquark-Kanal (gg-Kanal). Der gg-Kanal héngt tiber die
crossing-Symmetrie mit dem gg-Kanal zusammen.

Allgemein lasst sich der hadronische Wirkungsquerschnitt auf NLO als

o dL99
oo — ¢) = af (1+2C°) 7, G D0+ Doy + Aoy (4.8)
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Y

¢

A

(a) (b) ()
Abbildung 4.2: Beispieldiagramme fiir die reelle Abstrahlung auf NLO.

By

Abbildung 4.3: Beispieldiagramme fiir die virtuellen Korrekturen auf NLO.

schreiben, wobei 74 = m7 /s. Der Koeffizient C* steht dabei fiir die virtuellen Korrek-
turen. Die Terme Aoy, Aoy, und Aoy bezeichnen die reellen Korrekturen des gg-,
qg- und gg-Kanals, wobei die Integration iiber den Phasenraum und die Faltung mit
den PDFs bereits ausgefiihrt sind. Die Gluon-Gluon-Luminositét ist durch

dL99 Vdx
= [ Sn@its) (1.9

gegeben.

Die virtuellen Korrekturen im SM wurden aus Ref. [25] ibernommen. Im MSSM gehen
auch die Squarkdiagramme aus den Abb. 4.3b und 4.3c in die Berechnung ein. SusHi
enthélt die entsprechenden Ergebnisse aus Ref. [26-28, 30, 32, 33]. Der divergente
Teil der virtuellen Beitrdge und die Divergenzen der reellen Korrekturen, die bei der
Phasenraumintegration auftreten, miissen sich ausloschen. Damit die Phasenraum-
integrationen dennoch numerisch durchgefiihrt werden kénnen, verwenden wir die
Subtraktionsmethode von Catani und Seymour [34].

4.1.1 Reelle Korrekturen auf NLO QCD

Obwohl die reelle Abstrahlung schon bekannt war, wurde sie fiir SusHi erneut be-
rechnet und mit den bekannten Ergebnissen verglichen. Die Berechnung der Quark-
Beitrége erfolgte bereits im Rahmen meiner Diplomarbeit [35] und ist darin beschrie-
ben. Durch eine analoge Rechnung fiir skalare Quarks ergaben sich die Amplituden fiir
die Squark-Beitrige. Nachfolgend werden die fiir die reellen Korrekturen notwendigen
Schleifenintegrale prisentiert.
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Mg

Mg Mg

Mg

(c)

Abbildung 4.4: Diagrammatische Darstellung der 2-; 3- und 4-Punkt-
Funktionen, die auf NLO QCD bei den reellen Korrekturen zur Gluonfusion
auftreten.

Schleifenintegrale

Die in der Berechung der reellen Korrekturen auftretenden Schleifenintegrale konnen
zunéchst durch Passarino-Veltman-Reduktion [36] auf skalare Integrale zurtickgefiihrt
werden. Es ergeben sich fiir den hier betrachteten Prozess nur drei Arten von skalaren
Integralen:

e Die 2-Punkt-Funktion (Abbildung 4.4a):

1 1
Ir(p.mg) = i7TT/Q/dd (4.10)

T —m2) [(q+pP —m2]

e Die 3-Punkt-Funktion (Abbildung 4.4b), ausgedriickt durch die Impulse p;; i =
1,2,3 der einlaufenden und auslaufenden Teilchen:
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(i) — /dd 1 1
3\T1,72) = - q
im?/? (¢> —m2) [(q +p1)? — m2] [(¢+m + )’ — m?]
(4.11)
mit 7 = p—%, Ty = 2P P2 und  p5 =0 (4.12)
4m2 4m?

Das Integral auf der rechten Seite hiangt nur von den dimensionslosen Parametern
71 und 75 ab.

e Die 4-Punkt-Funktion (Abbildung 4.4c):

N 1 1
1i(8,t1 = d?
4(8:1,dmy) ird/2 / ! (¢> —m2) [(¢+p1)* — m2]
1
— e (413)
[(q +p1+p2)” — mq] [(q +p1+p2+p3)” — mq]
mit pf =0,i=1,2,3 (4.14)

Auch hier bezeichnet p;, i = 1,2,3,4 die duferen Impulse. Die Skalarprodukte
dieser Impulse lassen sich durch die Mandelstam-Variablen

§ = 2p1 - pa, 5222?1'2?3 und @ = 2py - p3 (4.15)

ausdriicken, sodass das Integral nur noch von §, ¢, @ und m, abhangt.

Die 4-Punkt-Funktion stammt von dem Diagramm aus Abb. 4.2a. Die Bedingung
p? = 0,41 = 1,2,3 ergibt sich, da drei der duferen Beine on-shell Gluonen sind. Bei
den Dreieck-Diagrammen aus Abb. 4.2b ist ein Gluon off-shell, weshalb man bei der
3-Punkt-Funktion den allgemeinen Fall mit p? # 0 betrachten muss. Die 2-Punkt-
Funktion ergibt sich ausschliefslich durch Passarino-Veltman-Reduktion.

In den folgenden Abschnitten werden analytische Ausdriicke fiir diese Integrale an-
gegeben. Zudem wird erklart, wie aus den Resultaten ein numerisch stabiler und
schneller Fortran-Code erstellt wurde.

2-Punkt-Funktion
Dieses divergente Integral kann mit Standardmethoden wie z.B. der Verwendung von

Feynman-Parametern berechnet werden. Mit der Definition 7 = p? /4m2 lautet das
Ergebnis fiir 7 > 1 unter Vernachléssigung von Termen der Ordnung &

Iy (1,mq) = % (1 —evp) - [1—€log (mm?)] - {1 +e (2 — 27 — Larcsin \%H :
(4.16)
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Weil die Amplitude der reellen Korrekturen endlich ist, treten die 2-Punkt-Funktionen
dort immer in Paaren der Form

j(7—177_27mq) = IQ(Tlamq) - 12(7_2>mq) (417)

auf. Auf diese Weise l6schen sich die 1/e-Pole aus. In der Differenz kann ¢ dann null
gesetzt werden. Es ergibt sich

1
Iy (11,72,my) = —2v/7 — L arcsin <—)

Vi

1
2/ — 1 i —
-+ To arcsin ( \/?2)

= Ih(1) — Ly(m) (4.18)

. 1
mit I(1) = —2v/7 — larcsin (F) )

sodass man in der Amplitude den divergenten Ausdruck I»(7,m,) tiberall durch das

(4.19)

endliche jQ(T) ersetzen darf. Die analytische Fortsetzung dieser Funktion, die nur
noch von der dimensionlosen Gréfse 7 abhéngt, lautet

—2@111[ (\/7% +4/4 %)} falls 7 < 0
I (r) = —zm(ln[ (\f Ji -4 )}—g) falls0<7<1  (420)

—2¢/7 — larcsin (/7/2), falls 7 > 1.

Die Formeln sind in dieser Form in Fortran implementiert.

3-Punkt-Funktion

Da die 3-Punkt-Funktion endlich ist, kann das Integral in vier Dimensionen berechnet
werden. Das Ergebnis lasst sich schreiben als

T2 f(m1) = f(72)

2 T — T2

I3(11,m2) = (4.21)

mit f(7) aus Gleichung (4.3). Weil 7; = p7/4/m? hier auch negative Werte annehmen
kann, wird die entsprechende analytische Fortsetzung benotigt:

1 (1og Fﬁ;ﬂ) o falls T <0

2
f(r) = —1 (log LtviT ) , falls0<7<1 (4.22)

=~ i
arcsin? \%, falls 7 > 1
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4-Punkt-Funktion

Eine sehr allgemeine Berechnung der 4-Punkt-Funktion erfolgte in [37|. Darin wird
das Ergebnis durch 16 Dilogarithmen ausgedriickt. Fiir den hier betrachteten Prozess
bendtigt man nur einen speziellen Fall, in dem

e die Masse m, in allen Propagatoren gleich ist;
e drei der externen Teilchen masselos sind.

Unter Ausnutzung dieser Einschrankungen konnte das Ergebnis vereinfacht werden.
Es enthélt schlieflich nur noch 13 Dilogarithmen und lautet:

. 1
Ii(s,t,umy) = ——————— - |2+ Lig [1 + x9]
(z1 — m2) tm2
3 2 2
YOS (=) Lip 1+ kuxk]] (4.23)
i=1 j=1 k=1
Darin wurden die folgenden Abkiirzungen verwendet:
1 1
_ = ~ 1 4.24
T1/2 T 72 ( )
b —1— g (1o 2 1 (4.25)
Bl/2 = 2m? 2m? '
mit ki =38 hky=5+t+0, ky=1a (4.26)

Auferdem ist

~1
SU

r= 11+ — 4.27

( 2tm§> ( )

Wegen § > 0, < 0und & < 01ist 0 < < 1. Es folgen ein paar Anmerkungen zu
diesem Ergebnis:

e Hat der Dilogarithmus Lis(x) ein reelles Argument mit # > 1, dann ist das
Vorzeichen des Imaginérteils von Lis(x) nicht festgelegt. Falls das Argument
eines der Dilogarithmen aus Gleichung (4.23) reell und grofer als eins ist, kann
das Vorzeichen mit Hilfe der Feynman-Vorschrift m, — m, — ie bestimmt wer-
den. Eine genaue Untersuchung zeigt, dass in diesem Fall der Imaginérteil stets
das Vorzeichen (—1)7 hat. j ist dabei der Laufindex der zweiten Summe. Da
wegen x > 0 immer x5 < 0 gilt, kann das Argument von Lis(1+x2) nicht grofer
als eins werden.

e Ein Problem mit der numerischen Stabilitdt bei der Bestimmung von x; tritt
auf, wenn z klein wird. Dies wird an der Taylor-Entwicklung von z; um =z = 0
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32

offensichtlich:
1 1 =z 9 T 9
— = -z == 4.28
T x+<x 2+(’)(:c)) 2+(’)(:c) (4.28)
27 ist proportional zu x und damit ebenfalls klein. In Fortran werden allerdings
die beiden grofen Zahlen @/m% — 1= % — % und % voneinander abgezogen. Bei

dieser Subtraktion kommt es zu einer Ausloschung vieler Stellen und damit
einer deutlichen Verringerung der Genauigkeit des Ergebnisses. Dieses Problem
kann durch die Benutzung von z; = 1/z5 umgangen werden. Man berechnet

zuerst das numerisch unproblematische o = —% — @/m% — 1 und bestimmt

anschliefend z; mit Hilfe der Formel z; = 1/z.

Ein dquivalentes numerisches Problem tritt auch bei der Berechnung der £; ;
auf, wenn mg /k; klein wird. Hier lautet die Taylor-Entwicklung

ki ki | 1 ki [\ o 2
Kiae = <1_ 2m2) + (’1_ 2m?2 2 ('1_ 2m?2 ) +O((mq/ki) ))

(4.29)
Da ‘kl / 2m3‘ > 1 gilt, ergibt sich fiir k; > 0 demnach
]_ kl -t 2 2
kin = 5 (1 - ng) +0 <(mq/ki) )
m2 9
=5 +0 ((mﬁ/ki) ) . (4.30)

Auch hier werden grofse Terme der Ordnung k;/ mg subtrahiert, um ein kleines
Ergebnis proportional zu mg /k; zu erhalten. Im Fall k; < 0 tritt das Problem
bei der Berechnung von k; o auf:

2

m 2
kg =~ 40 ((mg/ki) ) (4.31)
Wegen k;; = 1/k; 5 funktioniert hier derselbe Losungsansatz wie zuvor: Fiir

k; > 0 wird in SusHi zunéchst k; » berechnet. k; ; ergibt sich dann als Kehrwert
von k;o. Fir k; < 0 wird stattdessen zuerst k;; berechnet und k;, durch
Kehrwertbildung bestimmt.

Die Berechnung der Schleifenintegrale nimmt einen grofen Teil der Laufzeit von
SusHi in Anspruch. Besonders viel Zeit wird dabei fiir die Bestimmung der Dilo-
garithmen bendtigt. Daher ist eine Reduzierung der Anzahl der Dilogarithmen
erstrebenswert. Unter Ausnutzung von Identitédten fiir den Dilogarithmus kann
man die in der Summe auftretenden Terme

Lig [1 + ki71$1] + LZQ [1 + k’@gl‘g] = L’LQ [1 + ki71$1] + LZQ [1 + ]_/k?i71/ZL'1] (432)
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zu einem Dilogarithmus zusammenfassen, wodurch sich die Anzahl der Diloga-
rithmen auf sieben reduziert. Es stellt sich heraus, dass eine schnellere Berech-
nung durch dieses Umschreiben nur dann erreicht wurde, wenn das Argument
des Dilogarithmus reell ist. In SusHi wird daher fiir komplexe Argumente auf
diese Vereinfachung verzichtet.

Uberpriifung der Implementation

Um die erstellten Fortran-Routinen fiir die Bestimmung der Schleifenintegrale zu
testen, wurde die Fortran-Bibliothek QCD-LOOP [38] verwendet. Die Unterschiede
zwischen QCD-LOOP und den eigenen Routinen waren vernachléssigbar klein. Allerdings
war der selbst erstellte Code um etwa einen Faktor fiinf schneller als QCD-LOOP.

4.1.2 Virtuelle Korrekturen auf NLO QCD

Die virtuellen Korrekturen sind in dem Koeffizienten C¢ aus Gl. (4.8) enthalten.
Dieser lasst sich als

A0 2
C? = 2Re [W} + 7% + B In <%) (4.33)
00 F

schreiben. Darin bezeichnet A%*() die NLO-Amplitude. A% steht fiir die LO-Ampli-
tude, berechnet im Limes grofer Stop- und Sbottommassen. 5y = 11/2 — ny/3 mit
ny =5 und pr bzw. pp bezeichnet die Renormierungs- bzw. Faktorisierungsskala.

Fiir eine Berechnung im SM greift SusHi auf das Ergebnis aus Ref. [25] zuriick. Dieses
ist als Taylor-Entwicklung in 7, implementiert und beinhaltet Terme bis zur Ordnung

O(71).

q

Im MSSM wird A% auf verschiedene Weisen in den Massen entwickelt:

o my K my,mg |26, 27, 29
Dabei steht die SUSY-Masse mg stellvertretend fiir die Massen der supersymme-
trischen Teilchen mg1, mge und Mj. Dieser Limes wird im publizierten Programm
evalcsusy |26, 27| verwendet, das in SusHi integriert ist. Der Limes ist fiir die
Top-/Stop-Beitriage geeignet, solange die Higgsmasse nicht zu grof ist. In SusHi
wird evalcsusy daher nur dann aufgerufen, wenn Wirkungsquerschnitte fiir das
leichte Higgs berechnet werden.

o m,,my < mg |28, 30, 32, 33|
Die Ergebnisse in Ref. [32, 33] wurden in SusHi implementiert. Dieser Limes
wird fiir die Bottom-/Sbottom-Beitriage verwendet. Fiir die top-/stop-Beitrage
wird er immer dann benutzt, wenn es sich bei dem produzierten Teilchen um
das schwere oder pseudoskalare Higgs handelt.
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Diese Entwicklungen sind nur giiltig, solange die Higgsmasse nicht grofer als die
typische SUSY-Masse wird. Fiir grofere Higgsmassen ist nur das numerische Ergebnis
aus Ref. [39] bekannt.

4.1.3 NNLO-Korrekturen

Um Korrekturen hoéherer Ordnungen zu berechnen, wird in Gluonfusion oft der
Heavy Top Limes benutzt. Dabei handelt es sich um eine effektive Theorie, in der
das Top-Quark ausintegriert wird. Aus der Top-Quark-Schleife wird ein effektiver
Gluon-Gluon-Higgs-Vertex. Dadurch reduziert sich die Anzahl der Schleifen auf jeder
Ordnung um eins. Durch diese Vereinfachungen kann der Wirkungsquerschnitt auf
NNLO berechnet werden [40-42|. Die Giiltigkeit des Heavy Top Limes auf NNLO ist
durch Berechnungen des Wirkungsquerschnitts als Entwicklung in 1/m; [43-47]
bestatigt. Es stellt sich heraus, dass die Masseneffekte kleiner als 1% sind und die
Verwendung des Heavy Top Limes damit gerechtfertigt ist.

Um die NNLO-Beitrdge im SM auch in SusHi verwenden zu konnen, wurde das Pro-
gramm ggh@nnlo [40, 48] in SusHi implementiert. Mit ggh@nnlo ldsst sich der
totale Wirkungsquerschnitt auf LO, NLO und NNLO im Heavy Top Limes berechnen.
Fiir Berechnungen im MSSM werden die Ergebnisse mit der Top-Yukawakopplung gf
gewichtet. Auch die Stop-Beitrige auf NNLO wurden mithilfe einer effektiven Theorie
berechnet [49, 50]. In SusHi sind sie allerdings in einer Naherung implementiert, die
in Ref. [51] vorgeschlagen wurde.

Der NNLO-Wirkungsquerschnitt oyye wird in SusHi auf folgende Weise berechnet:

MSSM ___MSSM t t
Omio = Onto 1+ Omeo — Onio (4.34)

Ofo Wird dabei mit NNLO-PDFs gefaltet, wihrend bei oy;s und ok, NLO-PDFs ver-

wendet werden. Die beiden Terme UEN)NLD beinhalten nur die mit ggh@nnlo und

evalcsusy berechneten Top- und Stop-Beitridge im Limes einer grofien (S)quarkmasse.

Ein Vergleich mit den Ergebnissen aus Ref. [50] ist geplant.

4.1.4 Elektroschwache Korrekturen

Die elektroschwachen (EW) Korrekturen im SM sind auf NLO bekannt [52]. Wie in
Ref. [53] vorgeschlagen wird in SusHi komplette Faktorisierung von QCD- und EW-
Effekten angenommen:

Upsnpqqito,Ew = (1 + daw)omiio (4.35)

Die EW-Korrekturen im MSSM sind noch unbekannt. In Ref. [31] wurden die EW-Beitrige
des SM auf folgende Weise mit den QCD-Beitragen fiir Berechnungen auf NNLO bzw.
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(a) (b)

Abbildung 4.5: Beispieldiagramme fiir die elektroschwachen Beitrage durch
leichte Quarks.

NLO kombiniert:

MSSM  __ _MSSM SM,t SM.t
Owvioew = Onto T (14 Oew)omiio — Onro (4.36)
MSSM __ _MSSM SM,t
bzw. Ontoew = Onto T OEWONLY - (4.37)

In Ref. [54] wurde stattdessen vorgeschlagen, bei den EW-Korrekturen nur die SM-
Beitrage der leichten Quarks [55, 56| zu berticksichtigen. Beispieldiagramme sind in
Abb. 4.5 zu sehen. Weil in diesen Diagrammen nur Vektor-Bosonen an das Higgs
koppeln, konnen diese Beitrage tiber die Kopplungen

g =sin(B—a), gi=0, gl =cos(8—a) (4.38)

fiir das MSSM regewichtet werden. In SusHi sind die Ergebnisse aus Ref. [55, 56] in
Form eines Grids in m, implementiert. Dabei werden folgende feste Werte fiir die
Massen und Zerfallsbreiten der Vektor-Bosonen verwendet:

myw = 80.385 GeV, Ty = 2.085 GeV, (4.39)
my = 91.1876 GeV, T, = 2.4952 GeV. (4.40)

Der Mischungswinkel wird dabei auf den festen Wert sin? fy, = 0.22295 gesetzt. Diese
Parameterwahl wird nur bei der Berechnung von 5é{, anstelle der in der Input-Datei
angegebenen Werte benutzt. Diese EW-Beitrage werden iiber die Formel

M, (MSSM)

= UBSILD (1 + 5&(1) + Umeo - O-II\EILO (4-41)

berticksichtigt. Man kann zwischen der Verwendung von Gl. (4.36) und Gl. (4.41)
wéhlen. Im Standardmodell treten fiir my < 2m; nur kleine Unterschiede auf.

oS, (1SsH)

4.2 Bottom-Quark-Annihilation

In Bottom-Quark-Annihilation wird das Higgs Boson durch ein Bottom-Antibottom-
Paar erzeugt. Weil die Higgs-Kopplung gl‘f an das Bottom-Quark im MSSM mit tan
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(a) (b)

Abbildung 4.6: Bottom-Quark-Annihilation im 4-Flavor-Schema (a) und im
5-Flavor-Schema (b).

ansteigt, kann Bottom-Quark-Annihilation bei grofen tan f der dominante Produk-
tionsprozess werden. Zur Berechnung dieses Prozesses werden zwei verschiedene An-
sitze verfolgt. Im 4-Flavor-Schema [57-59] geht man davon aus, dass sich nur die vier
leichtesten Quarks im Proton befinden, das Top- und Bottom-Quark jedoch nicht.
Das Bottom-Antibottom-Paar muss daher zunéchst aus Partonen erzeugt werden,
wie z.B. in Abb. 4.6a aus Gluonen. Bei dieser Methode treten allerdings durch die
Phasenraumintegration Logarithmen Inm;/mg auf. Diese Logarithmen werden im 5-
Flavor-Schema durch die Verwendung von Bottom-PDFs resummiert. Der entsprechen-
de LO-Prozess wird in Abb. 4.6b gezeigt. Das Fortran-Programm bbh@nnlo [60, 61]
berechnet den SM-Wirkungsquerschnitt im 5-Flavor-Schema auf NNLO. Dieser Code
ist in SusHi implementiert worden. Zusétzlich beinhaltet SusHi auch Programmteile,
die in Ref. [62, 63] verwendet wurden und die eine Berechnung von differentiellen
Wirkungsquerschnitten auf NLO erlauben. Die Berechnung im MSSM erfolgt durch
Regewichtung mit der resummierten Kopplung g;f [64, 65] geméf

h
- . - g cot «v
JZI,)SS;M =2 (g))? mit ar = . +bAb (1 — Abtanﬁ) ; (4.42)
H A
~H 9p tan « A J; 1
= 1+A = 1—Ay—— ) . 4.43
P TT0A, < i btanﬁ) T TEA, ( btan26> (4.43)

Dabei beinhaltet A, die Resummation von Sbottom-Beitrdgen. Die genaue Definition
wird spéter in Gl. (5.33) gegeben.

4.3 Externe Programme

Der Higgs-Sektor im MSSM hat lediglich zwei unabhiingige Parameter. Ublicherweise
werden tan 5 und die Masse M4 des pseudoskalaren Higgs-Bosons festgelegt. Berech-
net man daraus die Masse des leichten Higgs-Bosons my, sind auch die Korrekturen
auf hoheren Ordnungen wichtig. In diesem Fall empfiehlt sich der Link von SusHi
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an das Programm FeynHiggs [66-69|. FeynHiggs wird dann fiir die Berechnung der
Massen der Higgs-Bosonen ¢ € {h,H,A} und von A, [70, 71| verwendet'. Aukerdem
wird in SusHi ein Link zu LHAPDF [72] benotigt.

Beim Kompilieren von SusHi wird eine Bibliothek erstellt, die anderen Programmen
erlaubt, auf die Routinen aus SusHi zuzugreifen. Diese Bibliothek wird von der
in Kapitel 7.5 ndher beschriebenen POWHEG-Implementation verwendet. Auch das
Fortran-Programm ggHpT, auf das in Kapitel 7.4 eingegangen wird, greift auf diese
Bibliothek zuritick.

!Siehe Kapitel 5.4.
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5 Renormierung

5.1 Allgemeine Uberlegungen

Die in der Lagrangedichte auftretenden Konstanten bezeichnet man auch als nackte
Parameter. In einem Experiment ist es jedoch nicht mdéglich, die nackten Parameter
direkt zu messen. Das wird am Beispiel der Elementarladung des Elektrons deutlich.
Die virtuellen Elektron-Antielektronpaare, die im Vakuum um das reale Elektron
herum kurzzeitig entstehen, richten sich im Feld des realen Elektrons aus. Diese
Vakuumpolarisation schwacht das Feld ab und lasst damit die Ladung des Elektrons
kleiner erscheinen. Je nédher man sich dem Elektron néhert, desto geringer ist diese
Abschirmung. Misst man die Elementarladung, indem ein geladenes Teilchen mit
bestimmter Energie am Elektron gestreut wird, dann ist der minimale Abstand und
damit die gemessene Ladung von der Energie abhéngig. Zur Bestimmung der nackten
Parameter bendtigt man eine Umrechnung gemafs

78 = 7 4+ AZ*, (5.1)

wobei ZP einen nackten Parameter und Z° den aus einem Experiment erhaltenen
Zahlenwert fiir den entsprechenden Parameter bezeichnet. AZ** kann storungstheo-
retisch berechnet werden.

In diesem Kapitel beschreiben wir die Renormierung der Parameter im Squark-Sektor
sowie die Renormierung der Bottommasse. Weil die Bottom- und Sbottom-Beitréige
nur zu NLO QCD in SusHi implementiert sind, werden nur die Parameter betrachtet,
die auf dieser Ordnung Korrekturen erhalten.

5.2 Notation

Fiir jede zu renormierende Grofe Z wird der zugehorige nackte Parameter mit Z7
und der Zahlenwert im Renormierungsschema RS mit Z#% bezeichnet. Die Differenz
AZRS = 7B — ZFS wird im Folgenden Counterterm genannt. Weil die Renormie-
rung hier nur in der néchstfithrenden Ordnung betrachtet wird, entwickeln wir die
Counterterme in ag. Der fithrende Term ist proportional zu ag und wird mit §.2%°
bezeichnet, sodass AZS = §Z775 + O(a?) bzw. 6275 = ZB — ZFS + O(a?2) gilt.
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5 Renormierung

5.3 Die Renormierung des Squark-Sektors

Im Squark-Sektor treten insgesamt sieben Grofen auf, die QCD-Korrekturen auf NLO
erhalten und deren Renormierung daher in diesem Abschnitt diskutiert werden soll.
Sie lauten

Aq, ML, MQRa Mg, Mg1, Mg2 und 05.

Wie in Abschnitt 3.5 erldutert werden in Benchmark-Szenarien die SUSY-brechenden
Parameter vorgegeben, die Squarkmassen jedoch nicht. Es wére nun erstrebenswert,
wenn man die vorgegebenen Parameter in die Massenmatrix Mg- einsetzen und die
Eigenwerte als Squarkmassen interpretieren konnte. Hierbei ist allerdings zu beriick-
sichtigen, dass die Gleichung

Z/[qM%Z/{g = diag ((mf)?, (m%)?) (5.2)

q2

nur fiir die nackten Grofen gilt. Gleiches trifft auch auf die Gleichungen (3.20) -
(3.22) zu. Mit der oben eingefiithrten Notation lassen sie sich schreiben als

cos? (9?5 + 5«9?5) . [(mél)RS + (5m§1)RS}

sin? (055 + 0055) - | (my) ™ + (om) ™| = (M3)™ + (9:3)"™

q
+ (ml® + (5me)2
+m2% cos (28) (Tq?’ — Qqs%,[,)
(5.3)
S 4 501%5) cos (HRS + 50RS)

2™ (5m§) = (m2)"™ = (mZ) "] = (mifS + oml)
(AFS 4 5ARS — k) (5.4)

sin? (9?5 + 5«9?5) . [(mzl)RS + (5m§1)RS-

)RS )RS:

= (M(’?R)RS + (5M§R)RS
+ (mf® + (5me)2
+ m cos (28) Qqsiy (5.5)

o+ cos? (055 4 6055 - | ()™ + (m2,

An dieser Stelle kann in ag entwickelt werden, wobei nur Terme bis einschliefslich
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5.3 Die Renormierung des Squark-Sektors

O(ag) bendtigt werden. Es ergibt sich

cos® 9?5 . (mél)RS + sin? 9?5 . (mgg)RS = (Mz)RS + (mfs)2

+m cos (26) (T — Qqsyy) + A1 (5.6)

sin 9?5 cos 9?5 : [(mgl)RS - (mgg)RS} = mfs (Ags — prg) + Ag (5.7)
s B - ()" cos? B - ()™ = (M3)™ + (i)
+m7 cos (28) Qgsiy + As. (5.8)

Zuletzt wurden alle Counterterme auf die rechte Seite gebracht und in den drei
Variablen A; zusammengefasst. Sie lauten

Ay = 6M} + 2mgdmg + sin (205) (m2, — m2,) 6605 — cos® (0;) om3, — sin® (0;) omy,
(5.9)

sin (26;)

Ay = §A;mg + Xg6my — cos (205) (m2, — m2y) 66; (6mZ, — dmg,) (5.10)

As = 5M§R + 2m,0om, — sin (26;) (mé1 — még) 605 — sin? (6;) 5m2~1 — cos® (6;) 5m2~2
(5.11)

mit X; = (A; — ptan ). Weil alle Counterterme proportional zu ag sind, sind auch
die Variablen A; proportional zu ag. Somit lassen sie sich als NLO-Korrektur der
Gleichungen (3.20) - (3.22) auffassen.

Es besteht nun die Moglichkeit, als Renormierungsbedingung zu fordern, dass die
Korrekturen dieser Gleichungen verschwinden. Wie bereits zuvor beschrieben wére
es durch eine solche Renormierung moglich, die Squarkmassen durch Diagonalisieren
der Massenmatrix zu erhalten.

Die drei Gleichungen legen auf diese Weise die Renormierung von drei Parametern
fest, die wir als abhéngige Parameter Z9P bezeichnen. Welche der in den Gleichungen
auftretenden Parameter man dazu verwendet, ist beliebig. Wahlt man z.B. die drei
SUSY-brechenden Parameter, ergeben sich fiir sie folgende Counterterme:

(5Mi)dep = —2m,0m, — sin (26;) (mg1 — m§2) 605 + cos® (0;) 5m2~1 + sin? (6;) 5m2~2

(5.12)
de om 1 sin (26;)
(6A44)°P = —qu—qq + o cos (20;) (m2, —m2,) 06 + qu (0m2, — om,)
(5.13)
(5M§R) P —2m,dm, + sin (26;) (m?j1 — még) 605 + sin? (6;) 5m2~1 + cos” (0;) 5m2~2
(5.14)

Es steht uns nun noch frei, Renormierungsbedingungen fiir die verbliebenen Grofen,
in diesem Fall m,, mg, mgz und 6;, festzulegen. Die Renormierungsbedingungen
(5.12) - (5.14) héngen von den Countertermen dZ (mit Z € {m,, mg, mg,6;}) und
damit von den gewahlten Renormierungsschemata der vier iibrigen Parameter ab.
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5 Renormierung

5.3.1 Der Stop-Sektor

Betrachten wir zunéchst die Renormierung des Stop-Sektors. Analog zu Ref. [73|
wahlen wir hierfiir ein Schema, in dem die Massen my, mj und mj sowie der
Mischungswinkel 6; on-shell renormiert werden. Die folgenden Counterterme werden
dabei verwendet:

e Fiir die Topmasse lautet der Counterterm
SmO8 = % [Re 2z (m?) + Re Tip(m?) + 2 Re Syg(m?)] (5.15)
mit den Koeffizienten der Top-Quark-Selbstenergie

Se(p) = P PrEp(p®) + P PrEr(p®) + muXes(p?). (5.16)

e Die Counterterme fiir die Stopmassen sind durch
2408 2 2\ 08 2
(5mﬂ) = ReXp(m;;) und (57”52) = Re Xpy(m3,) (5.17)

gegeben. Y;;; bezeichnet darin die Diagonalelemente der Squark-Selbstenergie.

e Fiir den Mischungswinkel kann der Counterterm durch die Nichtdiagonalele-
mente der Squark-Selbstenergie ausgedriickt werden:

Re Eilz(mgl) + Re X, (mtgg)

2 (mtgl B mtgz)

6095 = (5.18)

Als Renormierungsbedingungen fiir A;, M; und M;, wird gefordert, dass, wie zuvor
beschrieben, die Korrekturen der Gleichungen (3.20)-(3.22) verschwinden. Dabei wer-

den in die Gleichungen (5.12)-(5.14) die on-shell-Counterterme dmg®, 665°, (5mt21)os

und (5m§2)os eingesetzt.

5.3.2 Der Sbottom-Sektor

Fiir die Renormierung des Sbottom-Sektors gehen wir zunéchst wie im Stop-Sektor
vor. Die Parameter my,, mj,, mj, und 6; werden durch die on-shell-Bedingung fest-
gelegt, wihrend die Gleichungen (5.12), (5.13) und (5.14) die Schemata fir My, A;
und M;, bestimmen. Hierbei ist zu beachten, dass bereits im Top-Sektor eine Re-
normierungsbedingung fiir M angegeben wurde, die sich von der im Sbottom-Sektor
unterscheidet. Daher wihlen wir fiir M, in der Stop-Massenmatrix (im Folgenden
Mj; genannt) und M, in der Sbottom-Massenmatrix (im Folgenden M;j; genannt)
unterschiedliche Renormierungsschemata. Insbesondere unterscheiden sich die einzu-
setzenden Zahlenwerte von MgdLep und M;Lep.
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5.3 Die Renormierung des Squark-Sektors

Um die beiden Parameter ineinander umzurechnen, betrachten wir die beiden Bedin-
gungen

5M§Ldep = —2mydmy, — sin (20;) (mZ, — m2,) 66; + cos® (6;) m2, + sin® (6;) dm2,

und
5M? AP — _9m,dmy — sin (26;) (m3, — m3,) 00; + cos® (6;) dm3, + sin® (6;) dm3,.
Daraus ergibt sich nach Gleichsetzen und Umstellen eine Gleichung fiir die Differenz

2 . 2,dep 2,dep 2,dep 2,dep
AM; = M — M ™" = OM ™ — oM .
Setzt man, analog zum Top-Sektor, die SUSY-brechenden Parameter als abhéngige
Groflen, insbesondere ME2L AM? + M? t2L, in die Shottom-Massenmatrix ein, entspre-
chen die Eigenwerte dieser Matrix gerade den quadrierten on-shell-Sbottommassen.

In Ref. [30, 73-75] wurde allerdings darauf hingewiesen, dass die Wahl von A; als
abhingige Grofe Korrekturen der Form 0A4; oc agpu? tan® /Mj liefert. Fiir grofe
Werte von tan 8 kann dies zu einer sehr langsamen Konvergenz der Stérungsreihe
fithren. Um grofle Korrekturen zu vermeiden, ldsst sich die Renormierung von Aj
auch iiber eine kinematische Bedingung an den Ab; by-Vertex festlegen [30, 73-75). er
bezeichnen dieses Renormierungschema fiir A; als on-shell-Schema. Die Renormierung
von A; wird darin tiber die Gleichung

5mb
AP = (At cot ) | Flmdy i)+ Flnoy) = | (s10)
mit
22 as(pr) 2 Mj fing, 2
— b ) I A M,
f(mlva) T 3 {{ Ay + picot 3 0 (m17m57 97/~LR>

, (5.20)

m2 2 Mg mg fin 2

+7m2 m2 4+2m e m3 - (1= e m—%) - By" (my,my, Mg, 1ir)
bestimmt. Die Funktion BA® ist fiir ¢> < (my — ms)” durch
2 2 M M_ M M_

B (q%myma,n) = 2 — In 2 T 2m21 M Tt (5.21)

2 q my q> M, —M_

mit My = \/(m1 4+ ms)® — ¢ gegeben. Fiir die Regionen mit ¢2 > (m; — ms)?
ergeben sich die entsprechenden Ausdriicke durch analytische Fortsetzung. Weiterhin
definieren wir das on-shell-Schema fiir X; durch die Gleichung

XOS (AOS ptan 3) . (5.22)
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5 Renormierung

Anstelle von Aj; iibernimmt my, die Rolle des abhéngigen Parameters. Der Counterterm
fiir my, ldsst sich aus der Gleichung Ay = 0 herleiten und lautet

om2 - § A; om2 — om?
SmdP = 2my, cot(20,)60; — ——— b ZTb g, B "2 (5.93)
sin(20) (mz —mZ,) m; —ms,

Aus den Gleichungen (5.19) und (5.23) ergibt sich dann der Counterterm von Aj in
diesem Schema zu

SAPS = (Agsin B+ pcos B) {—(m7, —mZ,)sin(26;) [f(m2,, m2,) + f(mZ,,m?)]
+ (5m§1 — 5m§2) sin(26;) + 2505(m§ - mgQ) cos(26;) } (5.24)
- [2(sin B(Aymy — (m

1
2 2\ win . i —1
2 —m2,)sin 6 cos 0;) + mypcos B)]
. . d . . .
Damit kann wiederum der Counterterm dm;® bestimmt werden. Die Renormierungs-
bedingungen in diesem Schema kénnen wie folgt zusammengefasst werden:
e X;, mjz,, mj, und 0; werden on-shell renormiert.

e my, M;, und M, sind abhéngige Parameter und werden durch A; = 0 festge-
legt.

Dieses Schema bezeichnen wir als Standardschema.

In SusHi stehen allerdings auch weitere Schemata zur Verfiigung, wobei allen gemein-
sam ist, dass

e die Sbottommassen on-shell renormiert wird;
e M;, und M;, als abhéngige Parameter interpretiert werden.

Als dritte abhingige Grofe liasst sich zwischen my und Ay wéhlen. Fiir die iibrigen
beiden Parameter verbleibt die Wahl zwischen DR~ und OS-Renormierung. Daraus
ergeben sich insgesamt acht verschiedene Schemata, die in Tab. 5.1 zusammengefasst
sind.

Wihlbare Schemata

my dep OS DR
Ay dep OS DR
0; 0S DR

Tabelle 5.1: Renormierungsschemata fiir den Sbottom-Sektor. Dabei darf
stets nur genau eine Grofe als abhéangiger Parameter gewahlt werden. Das
Standardschema ist in rot dargestellt.
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5.4 Die Renormierung der Bottommasse

5.3.3 Berechnung der Parameter des Squark-Sektors in SusHi

In der Input-Datei von SusHi werden unter anderem die Parameter mys(mb), ALOS,
M:;p, m9S, APS, EdLep und ]\4~ vorgegeben. Als erstes wird dann aus der MS-
Masse mM3(my) die on-shell-Masse m®S berechnet. Dazu wird zunéchst ovg(my(my))
aus ag(Myz) durch Laufen auf Vier-Schleifen-Niveau mit 5 aktiven Quarks berechnet.
Unter Verwendung von Gl. (13) aus Ref. [76] wird my(m;) auf Drei-Schleifen-Niveau

in mS umgerechnet.

Fiir die Berechnung der Stopmassen werden die Parameter m®®, MidLep, M, b ind
AOS in die Massenmatrix eingesetzt. Durch Diagonalisieren erhalt man die on shell—

Stopmassen und den on-shell-Mischungswinkel.
Um die Shbottommassen zu erhalten, gehen wir folgendermafien vor:

e Im ersten Schritt werden die SUSY-brechenden Parameter und die on-shell-
Bottommasse in die Squark-Massenmatrix eingesetzt. Dabei wird zunéchst auch
fir M;, derselbe Zahlenwert wie fiir Msz’p verwendet. Die beiden Eigenwerte
m§1 /2 werden als Sbottommassen auf Baumniveau interpretiert. Zusétzlich erhalt
man auch einen Wert fiir den Mischungswinkel ¢; auf Baumniveau.

e Mit den so bestimmten Parametern kann nun AM; berechnet werden. Auflerdem
definieren wir die Skala

1
o = 5 (Mg +mg +my,) (5.25)
und berechnen die DR-Masse m} (u p) im SM. Anschlieftend erfolgt die Bestim-
mung von my® = mPR(up) — dmi® + mPR, wobei die Skala i an Stelle von

g verwendet wird.

e Schlieklich wird ]\4~2 4P L AM? statt ]\4~ 4P gowie mb P als Quarkmasse in die
Sbottom—Massenmatrlx eingesetzt. Die Elgenwerte dieser Matrix liefern die on-
shell-Squarkmassen. Ebenso ergibt sich ein Wert fiir eg)s_

Alternativ kann AM? auch aus FeynHiggs iibernommen werden.

Auch wenn man in SusHi ein anderes Renormierungsschema auswéhlt, werden zu-
nichst die Zahlenwerte Z5™ der Parameter auf diese Weise im Standardschema be-
rechnet. Danach erfolgt eine Umrechnung in das ausgewahlte Schema RS wobei die
Counterterme verwendet werden:

ZRS — ZSTD + (5ZsTD o 521:{5) (526)

5.4 Die Renormierung der Bottommasse

In der Amplitude tritt die Bottommasse an vier verschiedenen Stellen auf:

45



5 Renormierung

e im Propagator (m,”")
e in der Bottom-Yukawa-Kopplung (mby’¢)

e in der Sbottom-Yukawa-Kopplung (mf’d))
e in der Sbottom-Massenmatrix

Wir identifizieren die Bottommasse in der Sbottom-Massenmatrix mit mbY’¢. Deren
Renormierung wurde im letzten Kapitel beschrieben. Fiir die Bottommasse im Pro-

pagator wird in SusHi immer die on-shell-Masse verwendet. Hier widmen wir uns nun

. Y,
der Renormierung von m, ¢,

Im SM ist die Yukawa-Kopplung durch A\, = \/ﬁm}f /v gegeben. Fiir m] kann man

dabei zwischen m9S, mMS(m;) und m)™S(jup) wihlen.

Abbildung 5.1: Feynman-Diagramm fiir die effektive Kopplung des Bottom-
Quark and H,.

Auch im MSSM bietet SusHi fiir die Wahl der Yukawa-Kopplung Yb(Zs = \/ﬁmf’d)gf /v
mehrere Moglichkeiten:

On-shell-Kopplung: m,** = m>S (5.27)
v mOS
Einfache Resummation: m, ¢ = 1 +b A, (5.28)
Yh mPS cot av
Volle Resummation h: m, ™ = A <1 - Abtanﬂ) (5.29)
oS tan o
Homt = (14 5.30
" 1+ A, + btanﬁ ( )
0S 1
At = D (- A —— 5.31
M 1+ A, "tan? B ( )
Vi _ my™ (1)

Laufende Kopplung: m, (5.32)

14+ A

Durch A, werden Shottom-Beitrége htherer Ordnungen resummiert [64, 77-81]. Diese
Beitrdge stammen von der in Abb. 5.1 gezeigten effektiven Bottomkopplung an das
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5.4 Die Renormierung der Bottommasse

Duplett Hs und sind proportional zu tan 8. In SusHi wird A, an der Skala up mit
den Formeln

2
Ay = 3_ﬂaS<MD>MgM tan 3 - 1 (m2,, m2,, M) (5.33)
abln (%) + beln (IZ’) + caln (g)
(a—0b)(b—c)(a—c)

und I (ab,c) = (5.34)

berechnet. Wird FeynHiggs fiir die Berechnung der MSSM-Parameter verwendet,
kann alternativ auch der entsprechende Wert fiir A, von FeynHiggs iibernommen
werden |70, 71]. Dieser beinhaltet zusétzlich elektroschwache Beitrége.

Fiir die Skala p, die in Gl. (5.32) bei der laufenden Kopplung auftritt, lasst sich
zwischen der Bottommasse m; und der Renormierungsskala pp wéhlen.
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6 Ergebnisse

6.1 Vergleich mit bisherigen Resultaten

In diesem Kapitel werden Ergebnisse gezeigt, die mit SusHi berechnet wurden. Zu-
néchst betrachten wir die Resultate, die fiir Ref. [82] erstellt wurden. Letztere be-
inhaltet einen Vergleich der bisher verwendeten Vorhersagen der LHC Higgs Cross
Section Working Group (HXSWG) [83] mit den neuen Resultaten von SusHi. Die
bisherigen Wirkungsquerschnitte, die in Form von root-Dateien zur Verfiigung gestellt
werden, basieren auf dem m¥®*-Szenario aus Ref. [13]. Bei der Berechnung sind
die Squarkbeitridge und die elektroschwachen Korrekturen nicht miteinbezogen. Als
ersten Schritt haben wir daher diese Beitrige in SusHi ebenfalls ausgeschaltet, um die
bisherigen Wirkungsquerschnitte zu reproduzieren. Dieser Vergleich ist der Tab. 6.1
zu entnehmen. Die Wirkungsquerschnitte sind fiir eine Schwerpunktsenergie von 7 TeV
angegeben. Die Parameter des Higgs-Sektors liegen bei M4 = 400 GeV und tan 8 = 5.
Gezeigt sind die Wirkungsquerschnitte fiir Bottom-Quark-Annihilation im 4- und
5-Flavor-Schema und fiir Gluonfusion. Die ersten beiden Spalten zeigen die mit
SusHi berechneten Resultate auf NLO bzw. NNLO. Auf NNLO sind dabei, wie auch bei
den Ergebnissen in den root-Dateien, nur die Top-Beitrédge, nicht jedoch die Stop-
Beitrage berticksichtigt. In der dritten Spalte befinden sich die Wirkungsquerschnitte
aus den root-Dateien. Insgesamt haben wir festgestellt, dass die Abweichungen im
Prozentbereich liegen.

Prozess || SusHi NLO | SusHi NNLO | HXSWG
bbh 4-FS — — 212.2fb
bbh 5-FS | 291.9fb 233.7fb | 229.2fb
ggh 9.68 pb 13.33 pb 13.23 pb

Tabelle 6.1: Wirkungsquerschnitte fiir Bottom-Quark-Annihilation im 4-
bzw. 5-Flavor-Schema sowie fiir Gluonfusion. Die ersten beiden Spalten
sind mit SusHi auf NLO bzw. NNLO berechnet, die dritte Spalte ist aus
den root-Dateien der HXSWG iibernommen. Durch die hier verwendete
Wahl M4 =400 GeV und tanf = 5 ergibt sich eine Higgsmasse von
my, = 125.13 GeV.
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6 Ergebnisse

Um diese Resultate mit unseren besten Vorhersagen zu vergleichen, schliefsen wir
nun die Squark-Beitrdage und die elektroschwachen Korrekturen in die Rechnung mit
ein. Die Parameter des MSSM werden durch das Light-Stop-Szenario [16] festgelegt.
Zusatzlich gilt:

e Die Quarkmassen werden auf die Werte m$S = 4.75 GeV und m; = 172.5 GeV
gesetzt.

e Es werden die MSTW2008 PDFs [84] verwendet. Wie in Abschnitt 4.1.3 erldutert,
werden die NNLO-Beitrdge mit NNLO-PDFs und die NLO-Beitrdge mit NLO-PDFs
berechnet.

Die noch nicht festgelegten Grofen tan S und M4 sind in den Bereichen

2 < tanf < 50 (6.1)
und 90 < My < 500 (6.2)

fiir die Produktion des pseudoskalaren Higgs-Bosons bzw.
90 < My < 300 (6.3)

fiir die skalaren Higgs-Bosonen variiert. Ansonsten werden die Standardeinstellungen
von SusHi, also insbesondere das Standardschema fiir die Renormierung des Shottom-
Sektors, verwendet.

Abb. 6.1 zeigt das Verhéltnis K der neuen Ergebnisse und der bisherigen Wirkungs-
querschnitte fiir Gluonfusion in der M4-tan S-Ebene. Sowohl Zahler als auch Nenner
sind dabei mit SusHi berechnet. Die bisherigen Zahlen wurden dabei so berechnet
wie die Ergebnisse aus den fritheren Berichten der HXSWG [85, 86]. Die Unterschiede
zwischen vorherigen und neuen Resultaten konnen wie folgt zusammengefasst werden:

e In den neuen Daten sind die Squark-Diagramme miteinbezogen.

e Die elektroschwachen Korrekturen werden bei den neuen Zahlen gemaft Gl.
(4.41) berticksichtigt.

e Statt der vollen tan S-Resummation wird bei den neuen Daten die einfache
Resummation benutzt. Diese Anderung hat einen deutlich kleineren Effekt auf
den Wirkungsquerschnitt als die zuvor Diskutierten.

Die verschiedenen Werte von K werden in Abb. 6.1 durch verschiedene Farben ge-
kennzeichnet. Zusatzlich sind in schwarz die Linien mit konstantem K gezeigt.
Auferdem sind die Linien mit konstanter Higgsmasse in rot dargestellt. Zur Uber-
priifung dieser Ergebnisse wurden identische Diagramme auch mit einem privaten
Programm [87] erstellt, wobei keine sichtbaren Abweichungen auftraten.

Es lasst sich erkennen, dass fiir das leichte Higgs (Abb. 6.1a) der Wirkungsquerschnitt
durch die NNLO- und EW-Korrekturen zumeist kleiner wird. Im Bereich grofser M4
betragt der Unterschied mehr als 8%. Dabei findet eine teilweise Ausloschung der
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6.1 Vergleich mit bisherigen Resultaten

100 150 200 250 300 100 150 200 250 300
M, [GeV]

(b)

100 150 200 250 300 350 400 450 500
My [GeV]
(c)
Abbildung 6.1: Vergleich der bisherigen Wirkungsquerschnitte der Gluonfusion mit
den neuen Vorhersagen der HXSWG fiir das leichte (a), schwere (b) und pseudoskalare

(c) Higgs im Light-Stop-Szenario. Die Linien konstanter Higgsmasse sind in rot
eingezeichnet.
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6 Ergebnisse

beiden Effekte statt. Wahrend die Stop-Beitrige den Wirkungsquerschnitt in diesem
Bereich um bis zu 15% reduzieren, wird er durch die EW-Korrekturen um etwa 6%
angehoben.

Bei der Produktion des schweren Higgs-Bosons (Abb. 6.1b) ist die Diskrepanz noch
ausgepragter. Bei groken M4 und kleinen tan 3 steigt der Unterschied auf iiber 35%
an. Diese Abweichung lésst sich nahezu ausschlieflich durch die Squark-Beitréige
erklaren, da die EW-Korrekturen bei grofsem M, sehr klein werden. Insgesamt sind
die neuen Wirkungsquerschnitte in dem betrachteten Parameterbereich auch beim
schweren Higgs kleiner als die bisherigen Ergebnisse.

Die Abweichungen im Fall des pseudoskalaren Higgs-Bosons sind in Abb. 6.1c¢ gezeigt.
Sie betragen in dem betrachteten Teil des Parameterraums maximal etwa 5%, konnen
aber sowohl positive als auch negative Werte annehmen.

6.2 Vergleich zwischen Gluonfusion und
Bottom-Quark-Annihilation

Betrachten wir nun auch die Higgsproduktion durch Bottom-Quark-Annihilation. Fiir
dieselbe Wahl der Parameter ist in Fig. 6.2 das Verhéltnis o,4,5/045_,;, von Gluonfu-
sion (04¢-1) und Bottom-Quark-Annihilation (oy;_,,,) gezeigt. Das leichte Higgs (Abb.
6.2a) wird fur M4 > 135 GeV hauptséchlich durch Gluonfusion erzeugt. Mit grofser
werdendem M4 ndhert man sich dem Entkopplungs-Limes, in dem die Kopplungen
des leichten Higgs nahezu unabhéngig von tan 8 werden und dhnliche Werte wie im
SM annehmen. Daher ist die Bottom-Quark-Annihilation in diesem Bereich, wie auch
im SM, unterdriickt. Fiir kleine M4 und grofe tan g ist Bottom-Quark-Annihilation
hingegen der dominante Produktionsprozess. Der Wirkungsquerschnitt der Gluonfu-
sion liegt allerdings auch dort in derselben Gréfenordnung.

Beim schweren Higgs (Abb. 6.2b) ist Bottom-Quark-Annihilation in grofen Teilen
des Parameterraums dominant. Nur bei kleinem M4 oder kleinem tan ( ist der Wir-
kungsquerschnitt der Gluonfusion grofer.

Auch beim pseudoskalaren Higgs (Abb. 6.2¢) wird die Gluonfusion grofstenteils von
der Bottom-Quark-Annihilation {ibertroffen. Nur fiir tan 5 < 10 ist Gluonfusion
dominant.

6.3 Gluonfusion im m%®*-Szenario

Ein Szenario, das in vielen Analysen verwendet wird, ist das m%**-Szenario [13].
Im Folgenden betrachten wir die aktualisierte Version des Szenarios aus Ref. [16].
Mit denselben SM-Parametern wie zuvor wird der Wirkungsquerschnitt durch Gluon-
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6.3 Gluonfusion im mB**-Szenario
H
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Abbildung 6.2: Gezeigt ist das Verhéltnis 0,45 /035_,, von Gluonfusion (o4,-;) und
Bottom-Quark-Annihilation (oy;_,,) fiir das leichte (a), schwere (b) und pseudoskalare
(c) Higgs im Light-Stop-Szenario.
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6 Ergebnisse
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Abbildung 6.3: Der inklusive Wirkungsquerschnitt der Gluonfusion in pb fiir das
leichte (a), schwere (b) und pseudoskalare (c) Higgs im m¥**-Szenario.
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6.3 Gluonfusion im mj;**-Szenario

fusion berechnet. Das Resultat ist in Abb. 6.3 gezeigt. Wie zuvor sind die Linien
mit konstanter Higgsmasse in rot dargestellt. Entlang der schwarzen Linien sind die
Wirkungsquerschnitte konstant. Der angegebene Zahlenwert entspricht dabei dem
Wirkungsquerschnitt in Picobarn (pb).

Beim leichten Higgs (Abb. 6.3a) liegt die Produktionsrate zumeist zwischen 10 pb
und 20 pb. Nur fiir kleine M4 und grofe tan 5 ergeben sich deutlich gréfere Werte
von bis zu 1000 pb.

Im Fall des schweren Higgs-Bosons (Abb. 6.3b) reichen die Ergebnisse von etwa 0.5 pb
fiir groffe M4 bis zu mehr als 100 pb fiir M4 =~ 135 GeV und grofse tan 5.

Eine noch grofere Variation ergibt sich beim pseudoskalaren Higgs (Abb. 6.3c).
Wiéhrend bei grofem M, die Wirkungsquerschnitte unterhalb von 0.05 pb liegen,
ergeben sich fiir kleine M, sehr grofe Produktionsraten. Fiir grofse tan /3 liegen diese
in der Grofenordnung 1000 pb.
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7 Ditterentielle Verteilungen und
Resummation

Mit der Entdeckung eines neuen Teilchens am LHC [14, 15] begann eine aufregende,
neue Phase der Erforschung des Higgs-Boson. Die immer noch offene Frage lautet, ob
das gefundene Teilchen tatséchlich das fiir die Erzeugung der Masse verantwortliche
Higgs-Boson ist. Um dies herauszufinden, miissen die Eigenschaften des neuen Ele-
mentarteilchens bestimmt werden. Dabei ist es wichtig, auch inklusive Grofen zu
messen und mit den Ergebnissen praziser Rechnungen zu vergleichen. In diesem
Zusammenhang spielen vor allem die Transversalimpulsverteilung (pr-Verteilung)
und die (Pseudo)rapiditéatsverteilung y(n) eine wichtige Rolle. Die Pseudorapiditéts-
verteilung steht in direktem Zusammenhang zur Winkelverteilung, die das produzierte
Higgs-Boson zur Strahlachse aufweist. Die theoretische Berechnung dieser Verteilung-
en wird in diesem Kapitel ausfiihrlich beschrieben.

7.1 Berechnung von Verteilungen

Im Folgenden wird der Transversalimpuls des erzeugten Higgs-Bosons mit py be-
zeichnet. Die Pseudorapiditdt des Higgs nennen wir 7, die Rapiditéit y. Fiir die hier
betrachtete Gluonfusion lassen sich diese Grofen wie folgt durch die Mandelstam-

Variablen ausdricken:
[ta
— /= 7.1
pr 3 ( )

1 tA T
=—log |- -— 7.2
n 20g{ﬂ xJ (7.2)
1 m2, —t T
=1 7 .= 7.3
y 2Oglm§,—a J (7.3)

Mit z; und x5 werden die Impulsbruchteile der Partonen bezeichnet. Die partonische
Schwerpunktsenergie s lasst sich dann durch die hadronische Schwerpunktsenergie s
ausgedriickt als § = s7 schreiben, wobei 7 = z129 € [0,1] ist.

Die Konvolution mit den PDFs und die Integration iiber den Zwei-Teilchen Phasenraum
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7 Differentielle Verteilungen und Resummation

liefert drei Integrationen, die in SusHi numerisch durchgefiihrt werden:

1 1 0
a:/ dx1/ dT/ dt do (xl,T,f,s,mH) (7.4)
z z m%_I_ST

Die Substitution {x, 7, £} — {pp, y, 21} iiberfiihrt die rechte Seite in

max

pT max 1 N
0= / de/ dy/ ) d'rl J - do (xlﬂ- (pTuyrxl) 7t (pTuyrxl) 787mH) ) (75>
0 - T

Ymax

wobei J die entsprechende Jacobi-Determinante ist. Sie ist gegeben durch

5.1

J =27 7.6
ey (76)
Ohne Schnitte lauten die Integrationsgrenzen wie folgt:
mpg
= — (1 — 7.7
P = L (1-2) (1.7
1 1+ 2z+1/(1+42)" — 452
max — = 7.8
y 0g 53 (7.8)
. evz — z
min - __ - = 7.9
1 1—evz (7.9)
e
mit F=y]z (1 + —’5) (7.10)
My

Diese Substitution erlaubt nun Schnitte auf pr und y, indem man die Integrations-
grenzen entsprechend anpasst. Zuséatzlich ist in SusHi auch die analoge Substitution
{z1, 7, t} = {pr, n, 1} implementiert, die Schnitte auf pr und n erméoglicht.

Die Berechnung einer pr-Verteilung kann gemafs

do o ! )
@ - / dy/ ) dxl J-do (:L‘laT (pTayaxl) N3 (pTayaxl) 757mH) (711)
T — ;plinm

Ymax

erfolgen, indem die Integration iiber pr ausgespart wird. Auf analoge Weise kénnen
auch (Pseudo)rapiditétsverteilungen bestimmt werden.

7.2 Rapiditatsverteilung

Mit SusHi lassen sich Rapiditétsverteilungen auf NLO berechnen. Zwei y-Verteilungen
sind in Abb. 7.1 gezeigt. Die durchgezogene rote Kurve zeigt dabei die Verteilung im
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7.3 Resummation fiir kleine pr

pp @ 8 TeV

do/dy [pb]

Abbildung 7.1: Rapiditatsverteilung fiir das Light-Stop-Szenario mit
tan § =40 und M, = 120 GeV (durchgezogen, rot) und fiir das SM mit
derselben Higgsmasse my, = 117.32 GeV (gestrichelt, griin).

MSSM. Hierbei verwenden wir dieselben SM-Parameter wie im Kapitel 6 und betrachten
das Light-Stop-Szenario. Die Parameter des Higgs-Sektors lauten tan = 40 und
M4 =120 GeV, wodurch sich eine Masse von m; = 117.32 GeV fiir das leichte
Higgs ergibt. Die gestrichelte griine Kurve zeigt die Verteilung im SM, wobei dieselbe
Higgsmasse verwendet wird.

7.3 Resummation fiir kleine pr

Bei der Berechnung von totalen Wirkungsquerschnitten kommt es zu einer Auslo-
schung der jeweiligen Divergenzen der reelen und virtuellen Beitrige. Berechnet man
allerdings eine pp-Verteilung zu einer festen Ordnung, so tritt diese Ausléschung nicht
mehr auf. Der Grund dafiir ist, das virtuelle und reelle Korrekturen zu separaten
Bereichen des py-Spektrums beitragen. Auf LO wird bei Gluonfusion nur ein Teilchen
erzeugt, ndmlich das Higgs-Boson. Aufgrund der Transversalimpulserhaltung kann
pr nicht ungleich null sein. Die pr-Verteilung in der Ordnung O(a%) ist folglich
trivial. Auch fiir die virtuellen NLO-Beitrdge muss pr = 0 gelten, weil sich auch
dort nur ein Teilchen im Endzustand befindet. Bei den reellen Korrekturen wird
hingegen ein zusétzliches Teilchen erzeugt, das einen Transversalimpuls des Higgs-
Bosons ausgleichen kann. Daher tragen fiir py > 0 ausschlieflich die reellen Korrek-
turen zur pp-Verteilung bei. Die Divergenzen bei den reellen Korrekturen treten in

den Limites £ — 0 und @ — 0 auf. Wie man an der Formel pr = \/ti/§ erkennen
kann, entspricht dies gerade dem Limes pr — 0. Diese Divergenzen konnen nicht
durch die Divergenzen der virtuellen Korrekturen beseitigt werden, weil letztere nur
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7 Differentielle Verteilungen und Resummation

zu pr = 0 beitragen.

Eine zu fester Ordnung berechnete py-Verteilung wird aus diesem Grund fiir pr — 0
gegen unendlich streben. Dieses Verhalten ist allerdings ein Artefakt der Stérungs-
theorie und daher unphysikalisch. Die Divergenz lasst sich durch Logarithmen der
Form

a’g In™ :;—2 (7.12)

parametrisieren. Wenn man alle Ordnungen der Storungsreihe aufsummiert, erhélt
man ein konvergentes Verhalten im Limes p;y — 0. Fiir eine verldssliche Vorhersage
ist daher eine Resummation dieser Logarithmen notwendig. Dabei miissen allerdings
nicht alle Logarithmen beriicksichtigt werden.

Logarithmische Genauigkeit

LL NLL NNLL
LO 1
2 2
a NLO OzsL OzsL ag
g NNLO @il | ail? az L?

Tabelle 7.1: Zugehorigkeit der Terme a%L™ mit L = In(pr/mpy) zu fester
Ordnung und logarithmischer Genauigkeit.

Wie in Tab. 7.1 zu sehen, treten auf einer festen Ordnung Logarithmen nur bis zu
einer bestimmten logarithmischen Genauigkeit auf. Auf LO gibt es nur einen fithrenden
Logarithmus (LL). Es reicht dann aus, alle Logarithmen dieser logarithmischen Ge-
nauigkeit zu resummieren, um Konvergenz fiir pr — 0 sicherzustellen.

7.4 Analytische Resummation

7.4.1 Beschreibung der Methode

Der hier verwendete Formalismus fiir die analytische Resummation wird in Ref. [88|
ausfiihrlich beschrieben. Die grundlegende Idee der Methode ist, die Logarithmen
(dowg/dpr);, auf fester Ordnung (fo) von der pp-Verteilung (do/dpr);, auf fester
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7.4 Analytische Resummation

Ordnung zu subtrahieren und die zu allen Ordnungen resummierten Logarithmen
(doves/dpr),, mit fester logarithmischer Genauigkeit (la) zu addieren:

dO’ dO’]Og ) (dares )
- -\ = + 7.13
<de>fo < de fo de la ( )

Auf diese Weise verhindert man, dass Logarithmen doppelt gezéahlt werden. Damit das
Ergebnis keine Divergenzen mehr aufweist, muss der zweite Term alle Logarithmen
der Form In (pr) des ersten Terms enthalten. Daher muss die logarithmische Genau-
igkeit so hoch gesetzt werden, dass

—_— = 7.14
( dpr /g dpr /1. / 4 ( )

Die Formel fiir die resummierten Logarithmen zur Ordnung NLL lautet

gilt.

do™  m?
_my
— =
dp7. 5

ymax oo p
0)/ dy/ db—Jo(pr) S(m?{,b)
dz [* dz 21 b 72 b
> [ Euouecuen (28) A(2E). @

wobei der Sudakov-Faktor durch

S(m%.b) :exp{—/bm% d—qj {A (as (%)) In <mH) + B (as (g ))H (7.16)

2/b2 4 g

a,b={q,q,9}

gegeben ist. Die darin auftretenden Gréfsen haben folgende Bedeutung:

e 0 bezeichnet den totalen inklusiven Wirkungsquerschnitt auf LO, der im Fol-
genden Bornfaktor genannt wird.

y ist die Rapiditat.

Jo(b,pr) ist die Bessel-Funktion 0. Ordnung.
by ist die Eulersche Konstante, die haufig auch mit v, &~ 0.5772 bezeichnet wird.

fa(x,p) sind die PDFs fiir das Parton a.

Die Integrationsgrenzen bei der Integration tiber die Impulsbruchteile z; und 2z,
lauten x1 = eYmy/+/s und z3 = e Ymy/\/s.
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7 Differentielle Verteilungen und Resummation

Im Formalismus der analytischen Resummation wird eine neue Skala (), eingefiihrt.
Diese Resummationsskala wurde in diesem Abschnitt der Einfachheit halber mit der
Higgsmasse gleichgesetzt und taucht daher nicht explizit in den Formeln auf. Es
handelt sich bei ),.s um eine unphysikalische Gréfe. Analog zum Vorgehen bei der
Renormierungs- und Faktorisierungsskala kann durch Variation von @), der Fehler
abgeschétzt werden, der sich durch das Abschneiden bei einer logarithmischen Ge-
nauigkeit ergibt.

Die Koeffizientenfunktionen A, B, C'und H sind durch ihre Potenzreihe in ag definiert:

7= i (%) Z0, 7 e {AB)} (7.17)
Cule) = w9+ 3 (%) eliie) (1.18)
H=1+ i (%) HO (7.19)

A, B und C héngen von der Art der einlaufenden Teilchen ab und sind ansonsten
prozessunabhingig. In der Ordnung NLL gehen nur die Koeffizienten A1) und B™ in
die Berechnung ein. Fiir Gluonfusion sind sie gegeben durch?

AV =y (7.20)

11 1
und BW = 5, = — (F Ca— 3 nf) : (7.21)
Die Eigenschaften des betrachteten Prozesses gehen nur in die Koeffizientenfunktion
H ein. Bei der hier betrachteten Higgsproduktion in Gluonfusion lauten die auf NLL
benotigten Koeffizienten

w2 1
,Hé(va—gg(z) =0(1—2) (CA 6 + B A) (7.22)
1
und ,Hgl?%gq(z) - Hélqug(z) =5 Crz. (7.23)
Auferdem gilt Hyge qq(2) = 0. (7.24)

Dabei bezeichnet A den endlichen Teil der virtuellen Korrektur. Cy = 3 und Cr = 4/3
sind die Casimir-Konstanten der SU(3).

7.4.2 Ergebnisse im SM

Bei den bisherigen Berechnungen einer analytischen Resummation im Standardmodell
wurde stets der Heavy Top Limes verwendet. Masseneffekte sind dabei allein durch

'In diesem Abschnitt gilt pr = g = Qres = M.
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7.4 Analytische Resummation

eine Regewichtung mit dem Bornfaktor beriicksichtigt. Diese erfolgt geméfs der Formel

(0)
o
Ohtl—7 = Oht] * %, Z € {t,b + t}. (725)
Ohil
Dabei ist a§0) bzw. aé?t der Bornfaktor mit exakter Massenabhéngigkeit unter Be-
riicksichtigung des Top- bzw. der Top- und Bottom-Quarks. Mit oy, wird die
regewichtete Verteilung bezeichnet.

Durch die Vereinfachungen im Heavy Top Limes ist es allerdings moglich, die Be-
rechnung zur Ordnung NLO + NNLL durchzufiihren. Die Ergebnisse sind in dem ver-
offentlichten Programm HqT [88-90| implementiert, das eine analytisch resummierte
pr-Verteilung zu dieser Ordnung berechnet.

In Ref. [91] wurde das Fortran-Programm ggHpT erstellt, in dem alle Masseneffekte
beriicksichtigt sind. Fiir die Berechnung der Amplituden werden dabei die Routinen
aus der SusHi-Bibliothek verwendet. Weil die exakte Massenabhéngigkeit nur auf
NLO bekannt ist, beschrankt sich die Berechnung auf die Ordnung LO + NLL. Die
Verteilungen do/dpr ergeben sich aus

do d0'10 dares
do /dpp = (—) — (—g) + ( ) . 7.26
/ ’ dpr LO dpr L0 dpr NLL ( )

Die Ergebnisse aus Ref. [91] stellen wir im Folgenden kurz vor. Die dabei verwendeten
Parameter sind hier zusammengefasst:

e Als Higgsmasse ist my = 125 GeV gewéhlt.
Die on-shell-Quarkmassen lauten m; = 172 GeV bzw. m;, = 4.9 GeV.

Die Berechnungen sind fiir den LHC bei einer Schwerpunktsenergie von s = 8 TeV
durchgefiihrt.

Wir haben die NLO MSTW2008 PDFs verwendet.

Fiir die Renormierung- und Faktorisierungsskala wird pg = my /2 verwendet.

Verteilung auf fester Ordnung

In Abb. 7.2 ist zunédchst die pp-Verteilung auf fester Ordnung dargestellt. Die durch-
gezogene rote Linie zeigt die LO-Verteilung mit Top- und Bottom-Beitrédgen, wahrend
bei der gestrichelten blauen Linie nur der Top-Quark-Beitrag beriicksichtigt wurde.
Die gepunktete schwarze Linie stellt die Ergebnisse im Heavy Top Limes dar. Fiir alle
drei Kurven lésst sich das divergente Verhalten im Limes pr — 0 erkennen. Weiterhin
fallt auf, dass die drei Kurven sehr nah zusammen liegen. Erst bei pr 2 200 GeV
werden Masseneffekte sichtbar. Dann bemerkt man eine mit pr grofser werdende
Abweichung zwischen Heavy Top Limes und den anderen beiden Kurven. Weil die
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0 dc*°/dpy [pb]
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Abbildung 7.2: pp-Verteilung auf fester Ordnung (LO). Gezeigt ist der
Heavy Top Limes (gepunktet, schwarz), sowie die Verteilungen mit exakten
Massenabhéngigkeiten unter Berticksichtigung des Top-Quark (gestrichelt,
blau) bzw. des Top- und Bottom-Quark (durchgezogen, rot).

Top-Beitrage dominant sind, liegen die Kurven fiir do,;/dpr und do,/dpr auch bei
groken pr dicht beieinander. Die eingezeichneten Fehlerbénder ergeben sich durch
unabhéngige Variation der Renormierungsskala pr und der Faktorisierungsskala pip
im Bereich [10/2,2110].

Um die Masseneffekte genauer zu untersuchen, werden in Abb. 7.3 relative Kurven
gezeigt. Als Normierung dient der Heavy Top Limes ohne Regewichtung. Zusétzlich
eingezeichnet sind auch die Kurven des regewichteten Heavy Top Limes:

e Die obere gestrichelte schwarze Linie ist mit der exakten Topmasse regewichtet
(Thti—st)-

e Die untere gestrichelte schwarze Linie ist hingegen mit der exakten Top- und
Bottommasse regewichtet (opny—pie)-

Betrachten wir zunéchst die reinen Masseneffekte des Top-Quark. Dazu vergleichen
wir in Abb. 7.3 die Resultate im regewichteten Heavy Top Limes (obere schwarze
Linie) mit der exakten Massenabhingigkeit (gestrichelte blaue Linie). Im Bereich
pr < 150 GeV sind die Unterschiede kleiner als 4%. Fiir grofer werdende pr nimmt
die Abweichung allerdings deutlich zu. Ahnliche Ergebnisse werden auch in Ref. [92]
beobachtet, wobei dort die Masseneffekte auch auf einer hoheren Ordnung untersucht
werden.
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(o™ /dp¥) / (dopdp})
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Abbildung 7.3: pp-Verteilung auf fester Ordnung (L0O), normiert auf den
Heavy Top Limes.

Betrachten wir nun die Bottom-Beitrige?, die in der durchgezogenen roten Kurve
dargestellt sind. Die Abweichungen zum ungewichteten Heavy Top Limes liegen auch
bei kleinem pr ~ 100 GeV bei iiber 6%. Vergleicht man die rote Kurve mit dem
regewichteten Heavy Top Limes oy _.p1¢, S0 reichen die Unterschiede bis zu 13%.

Wie erwartet stimmen beide Kurven in Limes pr — 0 mit dem mit der jeweiligen
Massenabhéangigkeit regewichteten Heavy Top Limes iiberein.

Resummierte Verteilung

Im Folgenden werden die resummierten Verteilungen betrachtet. Fiir die Resumma-
tionsskala wéhlen wir zunéchst pg = mpy /2.

Abb. 7.4 zeigt die pp-Verteilung auf LO 4 NLL geméf Formel 7.26. Auch hier zeigt die
blaue Kurve die Verteilung mit exakter Topmasse. Die rote Kurve schliefst Top- und
Bottom-Beitrage mit ein. In schwarz ist der Heavy Top Limes gezeigt. Wie erwartet
bleiben die Verteilungen im Limes py — 0 endlich. Zur Fehlerabschatzung haben wir
neben pugr und pp auch die Resummationsskala g5 im Bereich [10/2,2p10] variiert.

Analog zu Abb. 7.3 sind in Abb. 7.5 die auf den Heavy Top Limes normierten Ver-
teilungen zu sehen. Betrachten wir auch hier zunéchst die Masseneffekte des Top-

2Mit Bottom-Beitréige sind hier und im Folgenden sowohl die reinen Bottom-Beitriige als auch die
Interferenzen zwischen Top und Bottom gemeint.
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Abbildung 7.4: Dasselbe Diagramm wie in Abb. 7.2, nur fiir die resummierte
Verteilung auf LO + NLL.
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Abbildung 7.5: Dasselbe Diagramm wie in Abb. 7.3, nur fiir die resummierte
Verteilung auf LO + NLL.
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Abbildung 7.6: Relative pp-Verteilungen fiir Qs = mpy/2 (durchgezogen,
rot) und Qs = 5 GeV (gestrichelt, blau). Gezeigt ist das Verhéltnis von
exakter Massenabhéngigkeit zu regewichtetem Heavy Top Limes mit jeweils
gleicher Resummationsskala.

Quark, indem wir die blaue Kurve (exakte Topmasse) mit der oberen schwarzen Linie
(regewichteter Heavy Top Limes) vergleichen. Die Top-Beitrige werden auch bei der
resummierten Verteilung durch den Heavy Top Limes gut beschrieben, solange pr
unterhalb von 150 GeV liegt. Die Abweichung ist dort kleiner als 4.5%. Wie im Fall
fester Ordnung nimmt die Differenz fiir pr > 150 GeV dann allerdings schnell zu.

Die rote Kurve zeigt die Verteilung mit exakter Top- und Bottommasse. Die Differenz
zum ungewichteten Heavy Top Limes erreicht hier etwa 7%. Wie schon auf LO ist die
Abweichung zum regewichteten Heavy Top Limes mit bis zu 14% deutlich grofer.
Der Unterschied zwischen exakter Kurve und dem regewichteten Heavy Top Limes
ohne Bottom-Quark (oy4-,¢) betrigt fiir pr < 200 GeV maximal 9%. Die komplette
Vernachléssigung der Bottom-Beitrage beim Regewichten des Heavy Top Limes liefert
folglich eine bessere Beschreibung des exakten Ergebnisses als eine Regewichtung,
die das Bottom-Quark miteinschlieft. Der Heavy Top Limes stellt daher keine gute
Néaherung fiir die Bottom-Beitrige dar.

Kommen wir zuriick zu der Frage nach der geeigneten Wahl fiir die Resummationsska-
la (Qres- In Abb. 7.6 ist die Verteilung fiir verschiedene Resummationsskalen gezeigt.
Die Wahl Q,es = my /2 ist in rot dargestellt, die blaue Kurve entspricht Qs = 5 GeV.
Beide Kurven sind durch den regewichteten Heavy Top Limes mit der jeweils gleichen
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7 Differentielle Verteilungen und Resummation

Resummationsskala geteilt. Der Verlauf der beiden Kurven ist sehr &hnlich. Das
Verhéltnis

dop
dpr

(Qres)/ %(Qm) (7.27)

héngt daher nur wenig von der Resummationsskala ab. Als beste Vorhersage fiir die
pr-Verteilung bietet sich daher der Ausdruck

Ao ™ o (datitm/dm( ;es>) _—
dpr 7 \doyg 5t /dpr(Qles) '

all.

7.4.3 Ergebnisse im MSSM

In diesem Kapitel wird die analytische Resummation im MSSM betrachtet. Dazu
wurde das in Ref. [91] verwendete Programm entsprechend erweitert. Da SusHi als
Bibliothek eingebunden wird, kann das Programm neben den Squark-Amplituden
auch die verschiedenen Renormierungsschemata im Bottom- und Shottom-Sektor ver-
wenden.

Fiir die hier prasentierten Ergebnisse schauen wir uns erneut das Light-Stop-Szenario
an. Auch die SM-Parameter werden wie in Kapitel 6 gewéahlt. In diesem Abschnitt
wird nur die Produktion des leichten Higgs-Bosons h betrachtet.

Die Yukawakopplungen des Bottom- und des Shottom-Quarks hdngen stark von tan g
ab. Im SM sind die Top-Beitrage wegen Yq¢ x my deutlich grofer als die Bottom-
Beitrage. Dies ist auch im MSSM der Fall, solange tan /8 nicht zu groff wird. Mit
steigendem tan [/ nimmt allerdings auch die Bottom-Yukawa-Kopplung zu, sodass
bei groffem tan § die Bottom-Beitrige dominieren. Wie bei den Untersuchungen im
SM gesehen, lasst sich die Form der pp-Verteilung mit Bottom-Quark nicht durch den
Heavy Top Limes beschreiben. Die Form der pp-Verteilung héngt folglich von der
Quarkmasse ab.

Dieser Effekt ist fiir das SM in Abb. 7.7 gezeigt. Darin zu sehen ist die pp-Verteilung
zur festen Ordnung LO, normiert auf den totalen Wirkungsquerschnitt. Es wurde nur
der Beitrag eines Quarks ¢ mit der Masse m, beriicksichtigt, wobei m, zwischen 5 GeV
und 170 GeV variiert wurde. Man erkennt, dass die Quarkmasse einen Einflufs auf die
Form der pp-Verteilung hat. Ein &hnliches Bild ergibt sich auch fiir die resummierte
Verteilung.

Wiéhlt man tan § im MSSM klein, so sind die Top-Beitrédge dominant und man erwartet,
dass die pp-Verteilung eine dhnliche Form wie im SM hat. Fiir grofse tan f hingegen
sollte sich die Form deutlich &ndern, da hier hauptséchlich die Bottom-Beitrage
die Form der Verteilung bestimmen. Um dies zu iiberpriifen, wahlen wir in diesem

68



7.4 Analytische Resummation

pp @ 8 TeV
0.0l T T T T T 1 T
m,=170 GeV
=
]
) 0.001 ¢
=
<)
S)
g BRER
o . S
o 0.0001 § IR
3] o el
) AR
~. .
\. .~
~. AN
\. .~
~. .
~. .
~.
~.
1e_05 1 1 1 1 1 1 1

40 60 80 100 120 140 160 180
pr [GeV]

Abbildung 7.7: Abhéngigkeit der pp-Verteilung von der Quarkmasse im SM
auf fester Ordnung LO. Es wird nur der Beitrag eines Quarks ¢ mit variabler
Masse m, beriicksichtigt. Jede Kurve wurde auf den jeweiligen totalen Wir-
kungsquerschnitt oy (m,) normiert.

Abschnitt tan 5 € {1,40}. M4 wird dabei jeweils auf den niedrigen Wert 120 GeV
gesetzt, damit man weit genug vom Entkopplungs-Limes entfernt ist.

Doch kommen wir zunédchst auf die Frage nach der geeigneten Resummationsskala fiir
die Bottom-Beitrige zuriick. In Ref. [93| wird argumentiert, dass man fiir die Bottom-
Beitrage (..s = my als Resummationsskala verwenden sollte. Der Grund dafiir ist
die Beobachtung, dass eine Faktorisierung wie beim Heavy Top Limes im Fall der
Bottombeitréige fiir pr &~ m; nicht auftritt. Daher betrachten wir hier zuséatzlich die
Verteilung

d0b+6+t+£/de (Q1, Q) = d0b+5+t+£/de (Qp) — d08+t+£/de (Qp) + d05+t+£/dPT((Qt))
7.29

mit den beiden Skalen @); und @,. (), wird dabei nur fiir die reinen Bottom-Beitrége
o g2 und die Bottom-Interferenzen o< g, verwendet. Sie wird hier auf 5 GeV gesetzt.
Die Skala @, fiir die wir den Wert my, /2 verwenden, geht in alle Terme ein, die keinen
Faktor g, beinhalten.

In Abb. 7.8a sind pp-Verteilungen fiir tan /5 = 40 mit verschiedenen Resumma-
tionsskalen gezeigt. Die durchgezogene rote Kurve entspricht der gerade definierten
Verteilung mit zwei verschiedenen Skalen. Bei der gestrichelten griinen Kurve ist
fir alle Beitrage Qy = @, = my /2 gewéahlt, bei der gepunkteten blauen Kurve gilt
Q: = Qp, =5 GeV. Die punkt-gestrichelte schwarze Kurve stellt die Verteilung auf
fester Ordnung dar. Es fallt auf, dass sich die rote und blaue Kurve, bei denen die Re-
summationsskalen der dominanten Bottom-Beitrage iibereinstimmen, nur geringfiigig
unterscheiden.
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Abbildung 7.8: Resummierte pr-Verteilungen auf LO+NLL fir (a) tan 5 = 40
und (b) tanf = 1 im Light-Stop-Szenario fiir den LHC bei 8 TeV. Die
Kurven entsprechen verschiedenen Wahlen der Resummationsskalen (), und
;. Die LO-Verteilung ist zusétzlich als punkt-gestrichelte schwarze Linie
dargestellt. Die Higgsmasse betragt my = 117.32 GeV fiir tan § = 40 und
mpy = 73.43 GeV fiir tan 5 = 1.
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Dasselbe Diagramm fiir tan § = 1 ist in Abb. 7.8b zu sehen. Da nun die Top-Beitrige
dominant sind, ergibt sich hier das umgekehrte Bild. Die Resummationsskalen fiir die
dominanten Top-Beitriage sind bei der roten und der griinen Kurve gleich, sodass nun
diese beiden Kurven sehr &hnlich verlaufen.

Die Kurven mit @, = @y = 5 GeV lasst sich schon bei pr ~ 15 GeV kaum von der
LO-Verteilung unterscheiden. Bei der analytischen Resummation ist es allgemein so,
dass eine kleine Resummationsskala dazu fiihrt, dass sich die Resummation nur bei
kleinen pr bemerkbar macht.

In Abb. 7.9 werden nun relative Verteilungen gezeigt. Die Kurven entsprechen jeweils
dem Verhéaltnis

dO_MSSM/de

= do™ /dpy

(7.30)

In Zahler und Nenner werden jeweils dieselbe Higgsmasse und dieselben Resum-
mationsskalen ), und @; benutzt. Die Farbgebung ist wie in Abb. 7.8a gewihlt.
Zusatzlich ist eine durchgezogene hellblaue Linie eingezeichnet, die dem Verhaltnis
der totalen Wirkungsquerschnitte Ry, = o™ /0" entspricht und daher von pr
unabhéngig ist.

Wie erwartet ergeben sich bei tan 8 = 40 grofe Abweichungen in der Form der pp-
Verteilung. Im Gegensatz dazu sind die Kurven fiir tan 5 = 1 nahezu konstant. Der
Unterschied zu Ry, betragt maximal etwa 15%. Die einzige Ausnahme stellt die rote
Kurve bei sehr kleinen py dar. Fiir pr < 5 fallt diese Kurve sehr stark ab.

7.5 Die POWHEG-Methode

Ein anderer Ansatz zur Berechnung von resummierten pp-Verteilungen ist die Ver-
wendung eines Parton-Shower-Monte-Carlo wie HERWIG [94] oder PYTHIA [95]. Mithilfe
der POWHEG-Methode [96, 97| kann eine Kombination von NLO-Amplitude und Parton
Shower erreicht werden, ohne dass Beitrage doppelt geziéhlt werden. Dabei werden
alle Beitrage der Ordnung NLO + LL beriicksichtigt. Durch die Wahl einer besonderen
Skala fiir g kann sogar die Ordnung NLO + NLL erreicht werden [98].

Fiir die Implementation verschiedener Prozesse wird die POWHEG-Box [99] bereitgestellt,
die alle prozessunabhéngigen Routinen enthélt. Es existieren bereits zwei Imple-
mentationen der Gluonfusion. In der ersten Version [98] wurde das NLO-Matrix-
Element im Heavy Top Limes implementiert. Eine spétere Version beinhaltet sowohl
die exakte Massenabhéngigkeit im SM als auch die Squarkbeitréige fiir Berechnungen
im MSSM [54]. Im Rahmen dieser Doktorarbeit wurde eine POWHEG-Version erstellt, die
auf die Matrix-Elemente aus der SusHi-Bibliothek zuriickgreift. Sie beinhaltet daher
auch die elektroschwachen Korrekturen sowie die in SusHi verfiigharen Renormie-
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Abbildung 7.9: Verhéltnis R der Verteilungen im MSSM und im SM. Gezeigt
sind die Verteilungen aus Abb. 7.8, normiert auf die SM-Verteilung mit
derselben Higgsmasse. Die durchgezogene hellblaue Linie stellt das Verhéltnis
der totalen Wirkungsquerschnitte dar und ist deshalb nicht von pr abhéngig.



7.5 Die POWHEG-Methode

rungsschemata?®.

Im Folgenden wird zunéchst der Formalismus vorgestellt. Wir folgen dabei der No-
tation in Ref. [54].

In POWHEG wird die hérteste Abstrahlung, also diejenige mit dem groften Transver-
salimpuls, zuerst generiert. Dies erfolgt geméaft der Beziehung

do = B (By) dd, {A (@1 ) + A (1) 7@@}

+ ) Ryg (P1,@raa) dP1d . (7.31)
q

In der ersten Zeile sind gg- und qg-Kanal zusammengefasst. Der qg-Kanal faktorisiert
nicht in Bornfaktor mal Splitting-Funktion und ist daher separat in der zweiten
Zeile angefiihrt. ®, beinhaltet die Variablen, die die Kinematik des Born-Prozesses
gg — h festlegen. Die Variablen, die die Kinematik einer zusétzlichen Abstahlung
eines Partons beschreiben, sind in ®,,4 zusammengefasst. Fiir eine gegebene Kinematik
®, entspricht die Funktion B (@1) dem differentiellen Wirkungsquerschnitt auf NLO.
Dabei sind die Beitrdge der reellen Abstrahlung bereits iiber ®,,4 integriert. Der
totale Wirkungsquerschnitt auf NLO ergibt sich, indem man B (®;) iiber alle Born-
Konfigurationen ®; integriert. Auf diese Weise wird die richtige Normierung des
Ergebnisses sichergestellt.

Der erste Term in der Klammer entspricht der Wahrscheinlichkeit, dass kein Parton

mit einem Transversalimpuls kp groRer als pRi® abgestrahlt wird. Sie ist durch den
Sudakov-Faktor

= D, P
A ((I)LpT) = exp {— /d@rad%ﬁ (kr — pT)} (7.32)
gegeben. Der zweite Term ist die Wahrscheinlichkeit, dass kein Parton mit einem
Transversalimpuls grofler als py abgestrahlt wird, multipliziert mit der Wahrschein-
lichkeit fiir eine Abstrahlung mit p; als Transversalimpuls. Zusammengenommen
entspricht die Klammer der Wahrscheinlichkeit, dass entweder genau ein oder kein
Parton abgestrahlt wird.

In die Berechnung der Funktionen B ((fl), B (@1) und R ((fl,@rad) gehen die Am-
plituden der reellen und virtuellen Korrekturen sowie der Bornfaktor ein. In der hier
vorgestellten Implementation werden die entsprechenden Routinen aus SusHi fiir die
Berechnung verwendet. Zusatzlich konnen auch die EW-Korrekturen miteinbezogen
werden. Dabei kann zwischen den EW-Beitriigen der leichten Quarks 0L und den
kompletten SM-Beitrigen dgy gewéhlt werden. In beiden Féllen wird der Faktor an alle
Amplituden heranmultipliziert. Die so berechneten pp-Verteilungen mit und ohne EW-
Korrekturen unterscheiden sich in beiden Fallen nur um einen konstanten Faktor 5&?.

Zur Uberpriifung wurden die Ergebnisse aus Ref. [54] reproduziert. Stellvertretend

3Siehe Kapitel 4.1.4 bzw. 5.3.2.
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Abbildung 7.10: Aufgetragen ist der totale Wirkungsquerschnitt oy mit
exakter Top- und Bottommasse, geteilt durch den totalen Wirkungsquer-
schnitt 094 im Heavy Top Limes gegen die Higgsmasse my. Die Parame-
ter fiir dieses Diagramm wurden so gewéahlt wie fiir Abb. 1 aus Ref. [54].
Insbesondere wurde die Berechnung im SM durchgefiihrt. Die durchgezogene
rote Kurve zeigt die Verteilung mit den EW-Korrekturen dgy des SM, wiahrend

die gestrichelte blaue Kurve keine EW-Beitrége enthélt.

dafiir ist in Abb. 7.10 der Wirkungsquerschnitt im Standardmodell, normiert auf den
Heavy Top Limes, gegen die Higgsmasse aufgetragen. Er wurde auf dieselbe Weise
berechnet wie im rechten Diagramm von Abb. 1 in Ref. [54]. Die gestrichelte blaue
Kurve entspricht jeweils der exakten Top- und Bottom-Massenabhéngigkeit, wihrend
die durchgezogene rote Kurve zusétzlich die kompletten elektroschwachen Korrek-
turen des SM enthélt. Ebenso konnten auch die in Ref. [54] gezeigten Verteilungen
reproduziert werden.

7.6 Vergleich zwischen POWHEG und analytischer
Resummation

Um die Ergebnisse von POWHEG mit der analytischen Resummation zu vergleichen,
betrachten wir das MSSM mit den Parametern wie in Abschnitt 7.4.3. Bei den Er-
gebnissen von POWHEG wird PYTHIA als Parton Shower verwendet. In Abb. 7.11a ist
tan 8 = 40 gewahlt. Die schwarze Kurve reprasentiert darin die pp-Verteilung von
POWHEG | PYTHIA. Es ergibt sich eine gute Ubereinstimmung mit der gestrichelten
griinen Kurve, bei der die Resummationsskalen den Wert @, = Q; = m; /2 haben.
Das gilt besonders fiir den Bereich pr > 15 GeV. Wie ein Vergleich mit Abb. 7.8a
zeigt, stimmen dort auch beide Kurven mit der LO-Kurve iiberein. Fiir pr < 15 GeV
ergeben sich allerdings minimale Unterschiede. So befindet sich das Maximum der
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Abbildung 7.11: Diagramme &quivalent zu Abb. 7.8, wobei die LO-Kurve

durch die resummierte POWHEG-Kurve ersetzt wurde.
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7 Differentielle Verteilungen und Resummation

POWHEG-Kurve bei einem etwas grofseren py.

Auch in Abb. 7.11b, in der die Verteilungen fiir tan § = 1 gezeigt sind, liefert die in
schwarz dargestellte Kurve von POWHEG+PYTHIA die harteste pp-Verteilung. Fiir kleine
tan # stimmen POWHEG und analytische Resummation bei keiner der hier dargestellten
Wahlen der Resummationsskalen iiberein.

Aus diesen Ergebnissen lésst sich nicht schlieffen, welche Methode die beste Beschrei-
bung der pp-Verteilung liefert. Es ist auch kein Argument bekannt, das die Wahl
einer bestimmten Kurve aus Abb. 7.11 bevorzugt. Bis man diese Diskrepanz besser
versteht, sollte sie als Unsicherheit angesehen werden.
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