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1. Motivation

Die Asymmetrie zwischen Materie und Antimaterie ist eine der grundlegenden Frage-
stellungen, die es in der Physik gibt. Es gibt verschiedene Ansätze, diese Asymmetrie
zu erklären. Für die Entstehung der Asymmetrie zwischen Materie und Antimate-
rie durch die Baryogenese muss ein Modell die drei Sacharow-Bedingungen erfüllen.
Diese umfassen die Verletzung der Baryonenzahl-Erhaltung, die Verletzung der CP-
Invarianz und das Auskoppeln aus dem thermodynamischen Gleichgewicht. Im elek-
troschwachen Sektor des Standardmodells ist es möglich, dass zum Zeitpunkt der
Brechung der elektroschwachen Symmetrie eine Auskopplung des Baryonen-Bades
aus dem thermischen Gleichgewicht stattfindet. Nachdem das Higgs-Teilchen nun
gefunden wurde, lässt sich jedoch diese Möglichkeit der Baryogenese im Standard-
modell komplett ausschließen, da das Standardmodell einen schwachen Phasenüber-
gang erster Ordnung hat und somit nicht die nötigen Bedingungen erfüllt. Eben-
so kann das Standardmodell das benötigte Maß an CP-Verletzung nicht erklären.
In dieser Arbeit wird eine Erweiterung des Standardmodells um ein zusätzliches
Higgs-Dublett betrachtet, das sogenannte Zwei Higgs-Dublett Modell. Durch drei
neue Higgs-Teilchen ist es hier noch möglich, Parameterpunkte zu finden, die so-
wohl mit den aktuellen Messdaten verträglich sind als auch die Bedingungen an den
Phasenübergang erfüllen. Durch das Erlauben einer komplexen, relativen Phase der
beiden Vakuumserwartungswerte und durch das explizite Einführen von komplexen
Potentialparametern ist auch ein weiterer Beitrag zur gemessenen CP-Verletzung
möglich.

Das Ziel dieser Arbeit ist es die Phasenübergänge für Parameterpunkte des CP-
verletzenden Zwei Higgs-Dublett Modells, die nicht von aktuellen experimentellen
oder theoretischen Bedingungen ausgeschlossen werden, zu bestimmen. Die Arbeit
gliedert sich in acht Kapitel und fünf Anhänge. In Kapitel 2 wird das Higgspotential
eingeführt und in Kapitel 3 die Forderungen an den elektroschwachen Phasenüber-
gang beschrieben. Anschließend wird in Kapitel 4 eine kurze Einführung in Feldtheo-
rie bei endlicher Temperatur gegeben, dann wird das effektive temperaturabhängige
Ein-Schleifen Potential bestimmt und ein Counterterm bestimmt. In Kapitel 5 wird
die Methode zur Bestimmung der Minima des effektiven Potentials vorgestellt, und
in Kapitel 6 werden die Kriterien für den Ausschluss-Scan im Parameterraum des
Zwei Higgs-Dublett Modell vorgestellt. In Kapitel 7 werden dann die Ergebnisse die-
ser Scans vorgestellt. In Kapitel 8 wird eine Zusammenfassung der Arbeit gegeben.
In Anhang A werden die temperaturkorrigierten Massen der Teilchen angegeben
und in Anhang B wird eine Technick zur Ableitung von Eigenwerten, die im Laufe
der Minimierung benötigt wird, vorgestellt. Abschließend werden in Anhang C die
benötigten Feynman-Regeln der Theorie angegeben, in Anhang D die Formeln zur
Überprüfung auf elektroschwache Präzionsdaten und in Anhang E die verwendeten
Größen für das Standardmodell.
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2. Zwei Higgs-Dublett Modell

In diesem Kapitel wird eine Einführung in das Zwei Higgs-Dublett Modell (2HDM)
mit spontaner und expliziter CP-Verletzung gegeben. Für weitere Details ist das
Review von Branco u. a. [1] zu empfehlen.

Im Folgenden wird mit <(x) der Realteil einer komplexen Variablen bezeichnet und
mit =(x) dessen Imaginärteil.

2.1. 2HDM Potential

Das 2HDM erweitert den Higgs-Sektor des Standardmodells (SM) um ein Higgs-
Dublett. Mit insgesamt fünf neuen Freiheitsgraden führt diese Erweiterung damit
ein geladenens Higgs-Boson sowie zwei weitere neutrale ein. Das allgemeinste reno-
mierbare Potential in fünf Dimensionen, welches die Eichgruppen des SMs erfüllt,
ist gegeben durch [1]

Vtree = m2
1Φ†1Φ1 +m2

2Φ†2Φ2 −
[
m2

3Φ†1Φ2 + h.c.
]

+
1

2
λ1

(
Φ†1Φ1

)2

+
1

2
λ2

(
Φ†2Φ2

)2

+ λ3

(
Φ†1Φ1

)(
Φ†2Φ2

)
+ λ4

(
Φ†1Φ2

)(
Φ†2Φ1

)
+

{
1

2
λ5

(
Φ†1Φ2

)2

+
[
λ6

(
Φ†1Φ1

)
+ λ7

(
Φ†2Φ2

)]
Φ†1Φ2 + h.c.

}
, (2.1)

mit den Parametern

m2
1, m

2
2, λ1..4 ∈ R , (2.2)

m2
3, λ5..7 ∈ C , (2.3)

wobei m2
1···3 Massendimension zwei haben und λ1···7 dimensionslos sind. Weiterhin

sind Φ1 und Φ2 die Higgsdubletts.

Den Grundzustand wird erreicht durch die minimalen Konfiguration, in welcher
die Dubletts ihre Vakuumerwartungswerte (VeV) annehmen. Diese sind gegeben
durch

〈Φ1〉 = 〈0|Φ1|0〉 =

(
0
ω1√

2

)
, (2.4)

〈Φ2〉 = 〈0|Φ2|0〉 =

(
0

ω2+iω3√
2

)
, (2.5)
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mit

ω1···3 ∈ R . (2.6)

Hierbei können die VeVs beider Dubletts komplex werden, jedoch lässt sich o.B.d.A. ei-
ne Rotation der Dubletts durchführen, so dass der VeV von Φ1 reell wird. Die relative
Phase der beiden VeVs entspricht einer spontanen CP-Verletzung, jedoch wurde in
[2] gezeigt, dass im 2HDM keine zwei verschiedenen Vakua auftreten können. Um die
Stabilität des Vakuums zu gewährleisten, muss zum heutigen Zeitpunkt die Phase
verschwinden. Jedoch ist sie zu sehr frühen Zeitpunkten im Universum eine Mög-
lichkeit, spontante CP-Verletzung zu erhalten.

Die Entwicklung der Dubletts um die VeVs führt auf

Φ1 =

(
φ+

1
ω1√

2
+ φ0

1

)
=

1√
2

(
ρ1 + iη1

ω1 + ζ1 + iψ1

)
, (2.7)

Φ2 =

(
φ+

2

φ0
2 + ω2+iω3√

2

)
=

1√
2

(
ρ2 + iη2

ω2 + iω3 + ζ2 + iψ2

)
, (2.8)

wobei es sich hierbei um reelle Felder handelt.

Um die beobachtete elektroschwache Symmetriebrechung zu erklären, müssen die
VeVs die folgende Bedingung erfüllen

v2 = ω2
1 + ω2

2 + ω2
3 , (2.9)

wobei

v ≈ 246 GeV (2.10)

den VeV des SM bezeichnet. Da zum heutigen Zeitpunkt die relative Phase der VeVs
verschwindet, gilt

ω1 = v1 := v cos β , (2.11)

ω2 = v2 := v sin β , (2.12)

ω3 = 0 . (2.13)

Der in (2.11) und (2.12) eingeführte Mischungswinkel β lässt sich somit definieren
als

tan β =
v2

v1

. (2.14)

In der vorliegenden Arbeit fordern wir

λ6 = λ7 = 0 , (2.15)

womit sich neutrale Flavour ändernde Ströme (FCNC = Flavour Changing Neutral
Currents) vermeiden lassen und das Potential eine schwach gebrochenen Z2 Symme-
trie erfüllt.
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Durch Umschreiben der hermitisch konjugierten Terme lässt sich das Potential in
die folgende Form bringen

Vtree = m2
1Φ†1Φ1 +m2

2Φ†2Φ2 +
1

2
λ1

(
Φ†1Φ1

)2

+
1

2
λ2

(
Φ†2Φ2

)2

+ λ3

(
Φ†1Φ1

)(
Φ†2Φ2

)
+ λ4

(
Φ†1Φ2

)(
Φ†2Φ1

)
+ <(λ5)<

[(
Φ†1Φ2

)2
]
−=(λ5)=

[(
Φ†1Φ2

)2
]

− 2
[
<(m2

3)<
(

Φ†1Φ2

)
−=(m2

3)=
(

Φ†1Φ2

)]
. (2.16)

Durch die Wahl von nicht-verschwindenden =(λ5···7) und =(m2
3) ist explizite CP-

Verletzung im Modell erlaubt. Insgesamt liegen also mit

(v, tan β, λ1···4,<(λ5),=(λ5),m2
1,m

2
2,<(m2

3),=(m2
3)) (2.17)

12 freie Parameter vor.

2.2. Minimumsbedingungen

Der Grundzustand des 2HDMs ist durch das Minimum des Potentials (2.1) gegeben.
Da die Dubletts durch ihren VeV aus (2.4) und (2.5) am Grundzustand beschrieben
werden, gelten die folgenden Bedingungen

∂Vtree

∂Φ†a

∣∣∣∣
Φi=〈Φi〉

!
= 0 a, i ∈ {1, 2} . (2.18)

Durch aufteilen der Real und Imaginärteile der beiden Gleichungen (2.18) erhalten
wir die vier Gleichungen

0 =−m2
1

v1√
2
<(m2

3)
v2√

2
− v3

1

2
√

2
λ1 −

v2
2v1

2
√

2
(λ3 + λ4 + <(λ5)) , (2.19)

0 =−m2
2

v2√
2

+ <(m2
3)
v1√

2
− v3

2

2
√

2
λ2 −

v2
1v2

2
√

2
(λ3 + λ4 + <(λ5)) , (2.20)

0 =−=(m2
3)
v1√

2
+
v2

1v2

2
√

2
=(λ5) , (2.21)

0 =−=(m2
3)
v2√

2
+
v1v

2
2

2
√

2
=(λ5) . (2.22)

Da v1 und v2 positiv sind, können wir diese vier Gleichungen vereinfachen und er-
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halten damit Bedingungen an drei Parameter aus dem Potential (2.16)

m2
1 =<(m2

3)
v2

v1

− v2
1

2
λ1 −

v2
2

2
(λ3 + λ4 + <(λ5)) , (2.23a)

m2
2 =<(m2

3)
v1

v2

− v2
2

2
λ2 −

v2
1

2
(λ3 + λ4 + <(λ5)) , (2.23b)

=(m2
3) =

v1v2

2
=(λ5) . (2.23c)

2.3. Masse des geladenen Higgs-Teilchens

Die Masse des geladenen Higgs-Teilchens ist durch den nicht verschwindenden Ei-
genwert der Massenmatrix im geladenen Sektor des 2HDM Potentials gegeben. In
der Basis

b = (ρ1, η1, ρ2, η2)T (2.24)

ist der Massenanteil der Lagrangedichte gegeben durch

LM =
1

2
bTMCb (2.25)

mit der symmetrischen Massenmatrix MC

MC =


mC

11 0 mC
13 mC

14

0 mC
11 −mC

14 mC
13

mC
13 −mC

14 mC
33 0

mC
14 mC

13 0 mC
33

 . (2.26)

Die Einträge sind

mC
11 =m2

1 +
λ1

2
ω2

1 +
λ3

2

(
ω2

2 + ω2
3

)
, (2.27a)

mC
13 =−<(m2

3) +
λ4

2
ω1ω2 +

ω1

2
(<(λ5)ω2 −=(λ5)ω3) , (2.27b)

mC
14 ==(m2

3) +
1

2
λ4ω1ω3 −

ω1

2
(<(λ5)ω3 + =(λ5)ω2) , (2.27c)

mC
33 =m2

2 +
λ2

2

(
ω2

2 + ω2
3

)
+
λ3

2
ω2

1 . (2.27d)

Diese Massenmatrix lässt sich über den Wechsel in die sogenannte Higgs-Basis (HB)
zum heutigen Zeitpunkt, das heißt es gelten (2.11) bis (2.13), diagonalisieren. Dazu
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betrachten wir die Transformation mit dem Ziel

〈ΦHB
1 〉 =

(
0
v√
2

)
, (2.28)

〈ΦHB
2 〉 = 0 . (2.29)

Dies wird erreicht über die Transformationsmatrix

T =

(
cos β sin β
− sin β cos β

)
. (2.30)

Die Matrix MC lässt sich dann in zwei 2×2 Matrizen zerlegen und hat zwei zweifach
entartete Eigenwerte. Die Felder in dieser Basis sind gegeben durch(

G+

H+

)
= T

(
φ+

1

φ+
2

)
. (2.31)

Betrachten wir in dieser Basis den Massenanteil der Lagrangedichte der geladenen
Anteile der Dubletts, so erhalten wir

LC,M = −1

2

(
G− H−

)
MHB

C

(
G+

H+

)
, (2.32)

mit der Matrix

MHB
C = M2

H+

(
0 0
0 1

)
. (2.33)

Die Masse des geladenen Higgs-Bosons ist zum heutigen Zeitpunkt, das heißt unter
Annahme von (2.11) bis (2.13), dabei gegeben durch

M2
H+ = <(m2

3)
v2

v1v2

− v2

2
(λ4 + <(λ5)) , (2.34)

wobei hier zur Vereinfachung die Minimumsbedingungen (2.23) eingesetzt wurden.

2.4. Higgs-Massen im neutralen Sektor

Zum heutigen Zeitpunkt lässt sich die Massenmatrix des neutralen Sektores, in der
Basis (ζ1, ζ2, ψ1, ψ2) in (A.24) gegeben, unter den Annahmen (2.11) bis (2.13) sowie
den Minimumsbedingungen (2.23), reduzieren. Hierzu wird im Unterraum (ψ1, ψ2)
eine Rotation mit der Matrix (2.30) vollzogen. Die gedrehten Felder sind dann ge-
geben durch (

G0

ζ3

)
= T

(
ψ1

ψ2

)
, (2.35)

und in der Basis (G0, ζ3) verschwinden alle Einträge mit G0. Weiterhin lässt sich die
Massenmatrix reduzieren zur Matrix M in der Basis (ζ1, ζ2, ζ3), mit den Einträgen
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Mζ1,ζ1 =<(m2
3)
v2

v1

+ λ1v
2
1 , (2.36a)

Mζ1,ζ2 =v1v2 (λ3 + λ4 + <(λ5))−<(m2
3) , (2.36b)

Mζ1,ζ3 =− vv2

2
=(λ5) , (2.36c)

Mζ2,ζ2 =<(m2
3)
v1

v2

+ v2
2λ2 , (2.36d)

Mζ2,ζ3 =− vv1

2
=(λ5) , (2.36e)

Mζ3,ζ3 =<(m2
3)

v2

v1v2

−<(λ5)v2 . (2.36f)

Um nun von den nicht-physikalischen Felder ζ1···3 in die Massenbasis h1···3 zu wech-
seln, verwenden wir h1

h2

h3

 = R

ζ1

ζ2

ζ3

 , (2.37)

wobei R die Rotationsmatrix ist, welche die Massenmatrix M diagonalisiert

RMRT = diag
(
M2

1 ,M
2
2 ,M

2
3

)
, (2.38)

mit den Massenquadraten

M2
1 ≤M2

2 ≤M2
3 . (2.39)

Für R wird die Parametrisierung

R =

 c1c2 s1c2 s2

−(c1s2s3 + s1c3) c1c3 − s1s2s3 c2s3

−c1s2c3 + s1s3 −(c1s3 + s1s2c3) c2c3

 , (2.40)

gewählt. Hierbei gilt

si ≡ sinαi , (2.41)

ci ≡ cosαi , (2.42)

und

αi ∈
[
−π

2
,
π

2

]
, (2.43)

i ∈ {1, 2, 3} . (2.44)

Aufgrund der Beziehung

Mζ1,ζ3 = tan βMζ2,ζ3 , (2.45)
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und der Eigenschaft

Mij =
(
RTdiag

(
M2

1 ,M
2
2 ,M

2
3

)
R
)
ij

=
3∑

k=1

RkiM
2
kRkj , (2.46)

ist die Masse des schwersten neutralen skalaren Teilchens h3 gegeben durch

M2
3 =

M2
1R13 (R12 tan β −R11) +M2

2R23 (R22 tan β −R21)

R33 (R31 −R32 tan β)
. (2.47)

Das Parameterset (λ1, λ2, λ3, λ4,<(λ5),=(λ5),<(m2
3), tan β) erhalten wir aus dem

Parameterset (M2
1 ,M

2
2 ,M

2
H± , α1, α2, α3,<(m2

3), tan β) durch das folgende Gleichungs-
system

M2
H± −

<(m2
3)

sin β cos β
= −v

2

2
(λ4 + <(λ5)) , (2.48)

M2
1 =

(
RTMR

)
11
, (2.49)

M2
2 =

(
RTMR

)
22
, (2.50)

0 =
(
RTMR

)
12
, (2.51)

0 =
(
RTMR

)
13
, (2.52)

0 =
(
RTMR

)
23
. (2.53)

Die Lösung des Gleichungssystems ist gegeben durch

λ1 =
1

v2c2
β

[
M2

1 c
2
1c

2
2 +M2

2 (c3s1 + c1s2s3)2 +M2
3 (c1s2c3 − s1s3)2 − µs2

β

]
, (2.54)

λ2 =
1

v2s2
β

[
M2

1 s
2
1c

2
2 +M2

2 (c1c3 − s1s2s3)2 +M2
3 (s1s2c3 + c1s3)2 − µc2

β

]
, (2.55)

λ3 =
1

v2sβcβ

[(
M2

1 c
2
2 +M2

2

(
s2

2s
2
3 − c2

3

)
+M2

3

(
s2

2c
2
3 − s2

3

))
c1s1

+
(
M2

3 −M2
2

) (
c2

1 − s2
1

)
s2c3s3

]
+

2M2
H± − µ
v2

, (2.56)

λ4 =
1

v2

[
M2

1 s
2
2 +

(
M2

2 s
2
3 +M2

3 c
2
3

)
c2

2 + µ− 2M2
H±

]
, (2.57)

<(λ5) =
1

v2

[
−M2

1 s
2
2 −

(
M2

2 s
2
3 +M2

3 c
2
3

)
c2

2 + µ
]
, (2.58)

=(λ5) =
2

v2sβ
c2

[(
−M2

1 +M2
2 s

2
3 +M2

3 c
2
3

)
c1s2 +

(
M2

2 −M2
3

)
s1s3c3

]
, (2.59)

mit

µ ≡ <(m2
3)

cos β sin β
. (2.60)
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Der CP-erhaltende Grenzfall ist durch die Ersetzung

α1 → α +
π

2
, (2.61)

α2 → 0 , (2.62)

α3 → 0 (2.63)

gegeben, wobei α der Mischungswinkel aus dem CP-erhaltenden 2HDM ist. Die
Felder gehen über in die CP-Eigenzustände

h1 → h0 , (2.64)

h2 → −H0 , (2.65)

h3 → A0 , (2.66)

wobei h0 das leichte CP-gerade, H0 das schwere CP-gerade und A0 das CP-ungerade
Higgs-Boson bezeichnet. Die Herleitung von (2.47) ist im CP-erhaltenden Grenzfall
nicht mehr möglich, da die Massenmatrix (2.36) sich zerteilen lässt in eine 2 × 2
Matrix und und dem Eintrag

M2
A =Mζ3,ζ3 , (2.67)

aufgrund von

Mζ1,ζ3 = 0 , (2.68)

Mζ2,ζ3 = 0 . (2.69)

Die Masse von h3 = A0 ist im CP-Erhaltenden Grenzfall jedoch direkt durchMζ3,ζ3

gegeben

M2
A =Mζ3,ζ3 = <(m2

3)
v2

v1v2

−<(λ5)v2 . (2.70)
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3. Elektroschwache Baryogenese
im 2HDM

Damit in einer Theorie Baryogenese, das heißt die Entstehung der Asymmetrie von
Materie und Antimaterie, stattfinden kann, muss sie alle drei Sacharowkriterien er-
füllen. Diese sind gegeben durch [3]

(a) Thermodynamisches Nichtgleichgewicht am Phasenübergang

(b) Verletzung von C- und CP-Invarianz

(c) Verletzung der Baryonenzahl-Erhaltung .

Um die Eigenschaften der elektroschwachen Baryogenese (EWBG = electroweak Ba-
ryogenesis) zu erforschen, müssen wir die Theorie zum Zeitpunkt des elektroschwa-
chen Phasenübergangs (EWPT = Electroweak Phasetransition) untersuchen, wel-
cher auch der Zeitpunkt der elektroschwachen Symmetriebrechung (EWSB = Elec-
troweak Symmetrybreaking) ist [4]. Zum Zeitpunkt der EWSB erhält das Higgs-
Potential einen nicht verschwindenden VeV, welcher sich über eine Blase in der
Raumzeit ausbreitet, bis diese Blase die komplette Raumzeit eingenommen hat.

An dem Übergangsbereich zwischen den Gebieten innerhalb und außerhalb der Bla-
se können Sphaleronen[4] durch die Potentialbarriere, die durch die Wand der Blase
gegeben ist, tunneln. Diese Sphaleronen sind an das Wärmebad der Baryonen gekop-
pelt und tragen somit zum Erstellen eines thermischen Gleichgewichtes der beiden
Bereiche bei. Ist nun jedoch die Tunnelrate der Sphaleronen geringer als die Expansi-
onsrate des Universums werden die Baryonen nicht an das Wärmebad des restlichen
Systems gekoppelt und erfüllen somit das Sacharowkriterien (a).

Die Bedingung für einen starken Phasenübergang erster Ordnung lässt sich reduzie-
ren auf

ωC
TC

> 1 . (3.1)

TC ist hierbei die Temperatur, an welcher die EWSB stattfindet, und ωC der VeV
des Potentials an TC . Phasenübergänge zweiter Ordnung oder kontinuierliche Pha-
senübergänge reichen nicht aus, da diese zu langsam sind im Vergleich zur Auswa-
schungsrate der Sphaleronen.

Das Verhalten in der Gegend des Phasenübergangs lässt sich in folgende Bereiche
aufgliedern, wie in Abbildung 3.1 am Beispiel des Standardmodells gezeigt, wobei
mit abkühlender Temperatur ein späterer Zeitpunkt beschrieben wird :

• Im Bereich T > T1 ist ein verschwindender VeV das einzige Minimum.
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• Im Bereich TC < T < T1 existiert ein lokales Minimum mit nicht verschwin-
dendem VeV, jedoch ist das globale Minimum bei verschwindendem VeV.

• Für T = TC existieren zwei entartete globale Minimum sowohl bei einem nicht
verschwindendem VeV als auch einem verschwindenden.

• Im Bereich T0 < T < TC ist das globale Minimum bei einem nicht verschwin-
dendem VeV, jedoch ist noch ein lokales bei verschwindendem VeV vorhanden.

• Im Bereich T < T0 ist bei verschwindendem VeV kein Minimum mehr vorhan-
den und das Minimum bei nicht verschwindendem VeV ist das globale.

• Zum heutigen Zeitpunkt ist die Temperatur vernachlässigbar, und wir setzen
T = 0.

Zur Veranschaulichung betrachten wir nun das effektive temperaturkorrigierte Higgs-
Potential des SMs, welches nach [4] durch

V (ω, T ) = −4π2

90
T 4 +

1

2

(
−m2

h +
(
λ+ 3e2

) T 2

12

)
ω2 − C

3
Tω3 +

λ

16
ω4 , (3.2)

mit

C =
1

4π

[(
3

4
λ

) 3
2

+

(
λ

4

) 3
2

+ 3e2

]
, (3.3)

λ =
m2
h

v2
, (3.4)

mh = 125 GeV , (3.5)

und

v = 246 GeV , (3.6)

(3.7)

sowie der Elementarladung e in natürlichen Einheiten gegeben ist. Die in Abb. 3.1
relevanten Temperaturen sind dann [4]

T 2
0 =

12m2
h

λ+ 3e2
≈ (378.6 GeV)2 , (3.8)

T 2
C =

12λm2
h

λ (λ+ 3e2)− 32
3
C2
≈ (390.36 GeV)2 , (3.9)

T 2
1 =

12λm2
h

λ (λ+ 3e2)− 12C2
≈ (391.9 GeV)2 . (3.10)

Die Extremstellen des Potentials an T = TC liefert

ωC ≈ 87.3 GeV , (3.11)
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Abb. 3.1.: Verlauf des SM Higgs-Potentials (3.2) bei verschiedenen, konstanten Tem-
peraturen

und damit

ωC
TC
≈ 0.22 < 1 , (3.12)

womit im SM die EWBG nicht möglich ist.

Weiterhin sind die im SM vorhandenen Quellen der CP-Verletzung nicht ausrei-
chend, um die zweite Sacharowbedingung zu erfüllen. Im 2HDM hingegen besteht
die Möglichkeit einer spontanen CP-Verletzung zum Zeitpunkt des EWPT sowie
einer expliziten CP-Verletzung auf Tree-Level. Hiermit kann im 2HDM die zweite
Sacharowbedingung erfüllt werden.

Das dritte Sacharowkriterium , die Verletzung der Baryonenzahl-Erhaltung, ist be-
reits im SM möglich und wird deswegen nicht im weiteren besprochen.

Es ist die Aufgabe der folgenden Kapitel, das Potential des 2HDMs bei endlicher
Temperatur zu berechnen und sowohl VeV als auch Temperatur am Phasenüber-
gang zu bestimmen, um Parameterpunkte im 2HDM zu finden, bei denen die erste
Sacharowbedingung erfüllt wird.
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4. Effektives Ein-Schleifen
Potential

In diesem Kapitel wird zuerst, angelehnt an Kapusta [5], eine kurze Einführung in
die Feldtheorie bei endlicher Temperatur gegeben. Dies wird benutzt um das effekti-
ve Ein-Schleifen Potential bei endlicher Temerpatur sowie die temperaturabhängigen
Korrekturen zur Massenmatrix zu berechnen. Eine Einführung in das effektive Po-
tential und die effektive Wirkung ist in Peskin und Schroeder [6] zu finden.

Anschließend wird ein Counterterm-Potential eingeführt, welches den temperaturun-
abhängigen VeV sowie die temperaturunabhängige Massenmatrix des Ein-Schleifen-
Potentials auf die Tree-Level Relationen zurückführt.

4.1. Feldtheorie bei endlicher Temperatur

Um die Temperaturabhängigkeit eines Systems zu beschreiben, benötigen wir die
Zustandssumme des Systems [5]. Die Zustandssumme Z bei festem Volumen und
Teilchenzahl lässt sich durch den Hamilton-Operator Ĥ beschreiben.

Z = Tr exp
(
−βĤ

)
(4.1)

=
∑
φ(~x)

〈φ (~x, t = 0) | exp
(
−βĤ

)
|φ (~x, t = 0)〉 , (4.2)

wobei |φ(~x, t = 0)〉 den Zustand des Feldes φ zum Zeitpunkt t = 0 am Ort ~x be-
schreibt und φ(x) der Eigenwert des Hamilton-Operators zum Zeitpunkt t ist. Wei-
terhin gilt

β =
kB
T
, (4.3)

und bei Wahl von natürlichen Einheiten

kB = 1 , (4.4)

so dass

β =
1

T
. (4.5)
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Den Hamilton-Operator erhalten wir aus der Hamiltondichte H durch

Ĥ =

∫
d3xH (φ(x), π(x)) (4.6)

=

∫
d3x

[
π(x)

∂φ(x)

∂t
− L

]
, (4.7)

mit dem kanonisch konjugiertem Impuls

π(x) =
∂L

∂ (∂tφ(x))
, (4.8)

und der Lagrangedichte L.

Wir betrachten nun eine Wick-Rotation, das heißt den Wechsel in die euklidische
Metrik. Es gilt also

t = −iτ , (4.9)

p0 = ip4 , (4.10)

xMµ x
µM → −xEµ xEµ , (4.11)

wobei der hochgestellte Index E für die euklidische Metrik und M für die Minkowski
Metrik steht. Im Pfadintegralformalismus erhalten wir hiermit

Z =

∫
Dπ
∫
Dφ exp

 τF∫
τA

dτ

∫
d3x

(
iπ
∂φ

∂τ
−H (π, φ)

) . (4.12)

Es gelten die Randbedingungen

τA = 0 (4.13)

τF = β (4.14)

φ(x, τA) = φA(x) (4.15)

φ(x, τF ) = φF (x) = φA(x) . (4.16)

Die Funktion φ(x, τ) ist somit periodisch in β. Damit lässt sich für Bosonen eine
Fourierzerlegung ansetzen mit

φ(x, τ) = T
Bos∑
n

∫
d3p

(2π)3 exp (−ip x) φ̃ (~p, ωn) , (4.17)

mit den Definitionen

p = (~p, ωn) , (4.18)

x = (~x, τ) . (4.19)

Hierbei bezeichnet φ̃ die Fouriertransformierte von φ, und die Matsubara-Frequenzen
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ωn sind für Bosonen gegeben durch

ωn = 2πnT , n ∈ N0 . (4.20)

Für Fermionen erhalten wir eine Fourierzerlegung mit den Matsubara-Frequenzen

ωn = (2n+ 1) πT , n ∈ N0 . (4.21)

Der Unterschied von π in den Matsubara-Frequenzen der Fermionen und Bosonen ist
durch die Antisymmetrie beziehungsweise Symmetrie der Ortsfunktion gegeben. Im

folgenden bedeutet
Bos∑
n

die Summation über alle bosonischen und
Ferm∑
n

die Summation

über alle fermionischen Matsubara-Moden.

Durch die Diskretisierung der Zeitachse ist nach [5] der Impuls somit gegeben durch

pE → (~p, ωn) , (4.22)

und das Integral entlang der Zeitachse muss durch eine diskrete Summe ersetzt
werden gemäß ∫

d4k

(2π)4 g
(
~k, k4

)
→ T

∑
n

∫
d3k

(2π)3 g
(
~k, ωn

)
, (4.23)

wobei g eine beliebige Funktion ist.

4.2. Temperaturabhängiges effektives Potential

im 2HDM

Mit der Definition des effektiven Potentials aus [6] erhalten wir auf Ein-Schleifen-
Niveau

Veff = V
(0)
eff + V

(1)
eff . (4.24)

Die führende Ordnung V
(0)
eff ist durch (2.16) gegeben, wobei die Dubletts am VeV

Φ1 =

(
0
ω1√

2

)
, (4.25)

Φ2 =

(
0

ω2+iω3√
2

)
, (4.26)
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eingesetzt werden. Somit folgt

V
(0)
eff (ω1, ω2, ω3) = m2

1

ω2
1

2
+

1

2

(
ω2

2 + ω2
3

)
m2

2 −<(m2
3)ω1ω2 + =(m2

3)ω2ω3

+
λ1

8
ω4

1 +
λ2

8

(
ω2

2 + ω2
3

)2
+
λ3 + λ4

4
ω2

1

(
ω2

2 + ω2
3

)
+

1

4
<(λ5)ω2

1

(
ω2

2 − ω2
3

)
− 1

2
=(λ5)ω2

1ω2ω3 . (4.27)

Der Ein-Schleifen Beitrag in einer φ4 Theorie ist nach [6] gegeben durch

V
(1)
eff =

1

2

∫
d4pE

(2π)4 ln Det
[
−D−1 (ω, p)

]
, (4.28)

wobei D−1 den inversen Propagator des Teilchens beschreibt.

Unter Berücksichtigung der Eich-, Geist- und Diracfelder im 2HDM gilt für das
Potential auf Ein-Schleifen-Niveau

V
(1)
eff (ωi, T ) = IB + IG + IEB + IF , (4.29)

wobei IB den Beitrag der skalaren Teilchen, IG den der Geister, IEB den der Eich-
bosonen und IF den Beitrag der Fermionen bezeichnet. Weiterhin nutzen wir die
Ersetzungsregeln (4.22) und (4.23) um die Temperaturabhängigkeit der Beiträge zu
erhalten. Jeder Beitrag durch ein Teilchen erhält hierbei noch einen zusätzlichen
Faktor n, wobei n die Anzahl der Freiheitsgrade des Teilchens sind. Der Beitrag der
skalaren Teilchen ist

IB =
T

2

Bos∑
n

∫
d3k

(2π)3

[
2 ln det

(
−D−1

H+

)
+ 2 ln

(
−D−1

G+

)
+ ln det

(
−D−1

G0

)
+

3∑
j=1

ln det
(
−D−1

hj

)]
, (4.30)

der Beitrag der Geister

IG = −T
Bos∑
n

∫
d3k

(2π)3

[
2 ln det

(
−C−1

W

)
+ ln det

(
−C−1

Z

)
+ ln det

(
−C−1

A

)]
, (4.31)

für die Eichbosonen ergibt sich

IEB =
T

2

Bos∑
n

∫
d3k

(2π)3

[
ln det

(
−B−1

Z

)
+ ln det

(
−B−1

A

)
+ 2 ln det

(
−B−1

W

)]
, (4.32)
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und die Fermionen liefern mit unterdrückten Spinor- und Farbindizes

IF = −T
Ferm∑
n

∫
d3k

(2π)3

{ ∑
U=u,c,t

ln det
(
−F−1

U

)
+
∑

D=d,s,b

ln det
(
−F−1

D

)
+
∑
l=e,µ,τ

[
ln det

(
−F−1

l

)
+ ln det

(
−F−1

νl

)]}
. (4.33)

Hierbei bezeichnet C den Propagator der Geistfelder, B den der Eichbosonen und F
den der Fermionen. Die Determinanten werden nach einer Wick-Rotation im euklidi-
schen Impulsraum, unter Verwendung der in 4.1 angegeben Ersetzungsregeln (4.22)
und (4.23), berechnet.

4.3. Temperaturabhängige

Ein-Schleifen-Korrektur des Potentials

Die in Kapitel 4.2 erhaltenen Determinanten wurden in [7] im MS Schema an der Re-
nomierungsskala µ und in Rξ Eichung berechnet. Jedoch muss bei den Eichbosonen
im Temperaturunabhängigen Teil eine Änderung von 3

2
zu 5

6
gemacht werden. Die

Massenterme m2 sind hierbei durch die Tree-Level Relationen, gegeben in Anhang
A als Funktionen von ω1···3 gegeben. Für die skalaren Teilchen erhalten wir

IBϕ̃ =
m4
ϕ̃i

64π2

(
ln
m2
ϕ̃i

µ2
− 3

2

)
+
T 4

2π2

∞∫
0

dk k2 ln

1− exp

−
√
k2 +

m2
ϕ̃i

T 2

 , (4.34)

mit

ϕ̃ ∈ {h1, h2, h3, G
0, G+, G−, H+, H−} . (4.35)
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Die massiven Eichbosonen liefern

IEBZ =
3

64π2
m4
Z

(
ln
m2
Z

µ2
− 5

6

)
+

1

64π2
ξ2
Zm

4
Z

(
ln
ξZm

2
Z

µ2
− 5

6

)
+

3T 4

2π2

∞∫
0

dk k2 ln

[
1− exp

(
−
√
k2 +

m2
Z

T 2

)]

+
T 4

2π2

∞∫
0

dk k2 ln

[
1− exp

(
−
√
k2 + ξZ

m2
Z

T 2

)]
, (4.36)

IEBW =
6

64π2
m4
W

(
ln
m2
W

µ2
− 5

6

)
+

2

64π2
ξ2
Wm

4
W

(
ln
ξWm

2
W

µ2
− 5

6

)
+

6T 4

2π2

∞∫
0

dk k2 ln

[
1− exp

(
−
√
k2 +

m2
W

T 2

)]

+
2T 4

2π2

∞∫
0

dk k2 ln

[
1− exp

(
−
√
k2 + ξW

m2
W

T 2

)]
. (4.37)

Um den Beitrag des Photons zu berechnen, betrachten wir den Beitrag des Z-Bosons
im Grenzfall m→ 0

IEBA = −π
2

45
T 4 . (4.38)

Die Geister ergeben

IGCW = −4ξ2
Wm

4
W

64π2

(
ln
ξWm

2
W

µ2
− 3

2

)
− 2T 4

π2

∞∫
0

dkk2 ln

[
1− exp

(
−
√
k2 + ξW

m2
W

T 2

)]
, (4.39)

IGCZ = −2ξ2
Zm

4
Z

64π2

(
ln
ξZm

2
Z

µ2
− 3

2

)
− T 4

π2

∞∫
0

dkk2 ln

[
1− exp

(
−
√
k2 + ξZ

m2
Z

T 2

)]
, (4.40)

IGCA = lim
m2

A→0
−2ξ2

Am
4
A

64π2

(
ln
ξAm

2
A

µ2
− 3

2

)

− lim
m2

A→0

2T 4

π2

∞∫
0

dkk2 ln

[
1− exp

(
−
√
k2 + ξA

m2
A

T 2

)]

= −T
4

π2

∞∫
0

dkk2 ln [1− exp (−k)]

=
π2

45
T 4 . (4.41)
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Für die Fermionen gilt nach Summation über die Farbfreiheitsgrade

IFU = −12
∑

U=u,c,t

{
m4
U

64π2

(
ln
m2
U

µ2
− 3

2

)

+
T 4

2π2

∞∫
0

dk k2 ln

[
1 + exp

(
−
√
k2 +

m2
U

T 2

)]}
, (4.42)

IFD = −12
∑

D=d,s,b

{
m4
D

64π2

(
ln
m2
D

µ2
− 3

2

)

+
T 4

2π2

∞∫
0

dk k2 ln

[
1 + exp

(
−
√
k2 +

m2
D

T 2

)]}
, (4.43)

IFl = −4
∑
l=e,µ,τ

{
m4
l

64π2

(
ln
m2
l

µ2
− 3

2

)

+
T 4

2π2

∞∫
0

dk k2 ln

[
1 + exp

(
−
√
k2 +

m2
l

T 2

)]}
. (4.44)

Um den Beitrag der Neutrinos zu berechnen, wird der Beitrag der entsprechenden
Lepton-Generation im Grenzfall ml → 0 betrachtet, so dass

IFνl = −7π2

180
T 4 . (4.45)

Ähnlich zu [7] definieren wir

f(m) =
1

64π2
m4

(
ln
m2

µ2
− cb

)
, (4.46)

g(m,T ) =
T 4

2π2

∞∫
0

dk k2 ln

[
1− exp

(
−
√
k2 +

m2

T 2

)]
, (4.47)

h(m,T ) =
T 4

2π2

∞∫
0

dk k2 ln

[
1 + exp

(
−
√
k2 +

m2

T 2

)]
, (4.48)

mit cb = 5/6 für Eichbosonen und cb = 3/2 sonst. Die Ein-Schleifen Korrektur des
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effektiven Potentials lässt sich damit schreiben als

V
(1)
eff =

3∑
j=1

[
f
(
mhj

)
+ g

(
mhj , T

)]
+ f (mG0) + g (mG0 , T )

+ 2 [f (mG+) + g (mG+ , T )] + 2 [f (mH+) + g (mH+ , T )]

−
∑
l=e,µ,τ

4 [f(ml) + h(ml, T )]−
∑

U=u,c,t

12 [f(mU) + h(mU , T )]

−
∑

D=d,s,b

12 [f(mD) + h(mD, T )] + 3 [f(mZ) + g(mZ , T )]

+ 6 [f(mW ) + g(mW , T )]−
[
f
(
ξ

1
2
ZmZ

)
+ g

(
ξ

1
2
ZmZ , T

)]
− 2

[
f
(
ξ

1
2
WmW

)
+ g

(
ξ

1
2mW , T

)]
. (4.49)

Im folgenden wird die Landau-Eichung ξ = 0 gewählt, in der die Geister vom restli-
chen System entkoppelt sind und nur konstante Beiträge bei konstanter Temperatur
liefern. Daher können diese für die Minimierung ignoriert werden.

4.4. Temperaturabhängige Korrektur der Massen

Bei der Summation über alle Matsubara-Moden müssen auch die Grundzustände
betrachten werden. Für die Fermionen gilt

ω0 = (2 · 0 + 1) πT = πT 6= 0 , (4.50)

für die Bosonen jedoch

ω0 = 2πT · 0 = 0 . (4.51)

Da für Teilchen bei verschwindenden äußeren Impulsen der inverse Propagator ver-
schwindet im Falle von ω0 → 0, erhalten wir somit eine Infrarot-Divergenz aufgrund
von

ln det
(
D−1

) ω0→0−−−→ −∞ . (4.52)

Wir erhalten somit Infrarot-Divergenzen für die Bosonen und müssen die tempera-
turabhängigen Selbstenergien als Korrektur mit in Betracht ziehen. Um diese Selbst-
energien zu berechnen, bestimmen wir den Polarisationstensor Π(p = 0) mit äußerem
Impuls p = 0 und erhalten temperaturabhängige Korrekturen zu den Massenmatri-
zen der Bosonen. Die Fermionen erhalten keine direkte Temperaturkorrektur, jedoch
sind die Fermionen-Massen ebenso Funktionen der temperaturabhängigen VeVs. Die
entsprechenden Formeln dafür werden in Anhang A angegeben, ebenso wie die Er-
gebnisse der temperaturkorrigierten Higgs-Massen und Eichbosonmassen.
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4.4.1. Temperaturkorrekturen der skalaren Teilchen

Die Temperaturkorrekturen erhalten wir durch das Aufsummieren aller möglichen
Vakuumpolarisationen. Der Polarisationstensor ist dann, mit den äußeren Beinen
ϕi, ϕj , gegeben durch

(Πϕ)ij (0) = Πϕiϕj
(0) = Π(B)

ϕiϕj
(0) + Π(EB)

ϕiϕj
(0) + Π(F )

ϕiϕj
(0) . (4.53)

Zuerst berechnen wir den Anteil durch skalare Felder

Π(B)
ϕiϕj

(0) =
∑
k

Π(ϕk)
ϕiϕj

(0) , (4.54)

wobei ϕk ein skalares Feld der Theorie ist. Die Massen m der in den Schleifen um-
laufenden Bosonen gehen in führender Ordnung m/T gegen null, so dass [5]

Π(ϕk)
ϕiϕj

(0) = κijkT
Bos∑
n

∫
d3k

(2π)3

1

ω2
n + k2

, (4.55)

wobei κijk der Kopplung ϕiϕjϕ
2
k aus Tabelle C.3 entspricht unter der Berücksich-

tung der Symmetriefaktoren durch mögliche Vertauschungen gleicher äußerer Indi-
zes. Laut [7] gilt

Π(ϕk)
ϕiϕj

(0) = κijk
T 2

12
. (4.56)

Für die Diagonalelemente beträgt der Symmetriefaktor 1/2 und damit

Π(B)
ϕiϕi

(0) = −T
2

24
(6λ1 + 4λ3 + 2λ4) , ϕi = ρ1, η1, ζ1, ψ1 , (4.57)

Π(B)
ϕiϕi

(0) = −T
2

24
(6λ2 + 4λ3 + 2λ4) , ϕi = ρ2, η2, ζ2, ψ2 . (4.58)
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Für die Nicht-Diagonalelemente beträgt der Symmetriefaktor 1/2 und damit

Π(B)
ρ1ρ2

(0) = Π(B)
ρ2ρ1

(0) = −T
2

4
(<(λ6) + <(λ7)) , (4.59a)

Π(B)
ρ1η2

(0) = Π(B)
η2ρ1

(0) =
T 2

4
(=(λ6) + =(λ7)) , (4.59b)

Π(B)
η1ρ2

(0) = Π(B)
ρ2η1

(0) = −T
2

4
(=(λ6) + =(λ7)) , (4.59c)

Π(B)
η1η2

(0) = Π(B)
η2η1

(0) = −T
2

4
(<(λ6) + <(λ7)) , (4.59d)

Π
(B)
ζ1ζ2

(0) = Π
(B)
ζ2ζ1

(0) = −T
2

4
(<(λ6) + <(λ7)) , (4.59e)

Π
(B)
ζ1ψ2

(0) = Π
(B)
ψ2ζ1

(0) =
T 2

4
(=(λ6) + =(λ7)) , (4.59f)

Π
(B)
ψ1ζ2

(0) = Π
(B)
ζ2ψ1

(0) = −T
2

4
(=(λ6) + =(λ7)) , (4.59g)

Π
(B)
ψ1ψ2

(0) = Π
(B)
ψ2ψ1

(0) = −T
2

4
(<(λ6) + <(λ7)) . (4.59h)

Diese verschwinden jedoch alle in der vorliegenden Arbeit aufgrund der Wahl λ6 =
λ7 = 0. Die Terme für Eichbosonen und Fermionen lassen sich aus [7] übernehmen,
da diese unabhängig von der Wahl des Higgspotentials sind. Für die Eichbosonen
sind die Diagonalbeiträge

Π(EB)
ϕiϕi

(0) = −
(
3g2 + g′2

) T 2

16
. (4.60)

Die Eichbosonen liefern keine Beiträge zu den Nicht-Diagonaleinträgen. Bei den Fer-
mionen erhalten wir ebenfalls nur Beiträge zu den Diagonaleinträgen,

Π(F )
ϕiϕi

(0) =
∑
ψ=t,b

Π(ψ)
ϕiϕi

(0) . (4.61)

Hierbei werden die Beiträge durch Up-, Charm-, Down- und Strange-Quarks ver-
nachlässigt, da deren Masse vernachlässigbar klein gegenüber Top- und Bottom-
Quark sind. Die Beiträge durch Top- und Bottom-Quark sind gegeben durch die
Yukawa-Kopplungen. Im Typ II folgt damit

Π(F )
ϕiϕi

(0) = −c
2
bT

2

4
, ϕi = ρ1, η1, ζ1, ψ1 , (4.62)

Π(F )
ϕiϕi

(0) = −c
2
tT

2

4
, ϕi = ρ2, η2, ζ2, ψ2 , (4.63)

mit

cb =

√
2mb

v1

, (4.64)

ct =

√
2mt

v2

. (4.65)
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4.4.2. Temperaturkorrigierte Massen der skalaren Teilchen

Betrachten wir die Polarisationstensoren aus dem vorherigen Abschnitt und berech-
nen die temperaturkorrigierten Massen, so erhalten wir für den Higgs-Sektor die
neuen Massenmatrizen

M
g/u
T =M g/u + δM

g/u
T , (4.66)

wobei M g/u die Tree-Level Massenmatrizen des neutralen und des geladenen Higgs-
Sektors, gegeben in (2.27) und (A.24), sind und

δM g
T = δMu

T =T 2diag (c1, c1, c2, c2) , (4.67)

wobei im Typ II die Koeffizienten durch

c1 =
1

48

[
12λ1 + 8λ3 + 4λ4 + 3

(
3g2 + g′2

)
+ 12c2

b

]
, (4.68)

c2 =
1

48

[
12λ2 + 8λ3 + 4λ4 + 3

(
3g2 + g′2

)
+ 12c2

t

]
, (4.69)

gegeben sind. Die temperaturkorrigierten Massen sind die Eigenwerte der tempera-
turkorrigierten Massenmatritzen und werden dann als Input für das effektive Poten-
tial benutzt.

4.4.3. Temperaturkorrigierte Massen der Eichbosonen

Nach [7] sind die Korrekturen für die Massenmatrix der Eichbosonen durch

δM = 2T 2diag
(
g2, g2, g2, g′2

)
, (4.70)

gegeben, und wir erhalten somit die Massenmatrix der Eichbosonen mit Tempera-
turkorrektur

M =


g2ω2

4
+ 2g2T 2 0 0 0

0 g2ω2

4
+ 2g2T 2 0 0

0 0 g2ω2

4
+ 2g2T 2 −gg′ω2

4

0 0 −gg′ω2

4
g′2ω2

4
+ 2g′2T 2

 . (4.71)

Die Massen sind dann wieder durch die Eigenwerte der Matrix gegeben.

4.5. Counterterm-Potential

Die Massen auf Ein-Schleifen-Niveau für T = 0 sind die Eigenwerte der Hesse-Matrix
des Ein-Schleifen-Potentials,

H
(
V (0) + VCW

)∣∣
Φi=〈Φi〉

= H
(
V (0)

)∣∣
Φi=〈Φi〉

+ H (VCW )|Φi=〈Φi〉 , (4.72)
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wobei H(f) die Hesse-Matrix einer Funktion f bezeichnet und Φj = 〈Φj〉 durch
(2.4) und (2.5) gegeben sind. Mit VCW wird hierbei das Coleman-Weinberg-Potential
(CW) [8] bezeichnet, welches gegeben ist durch

VCW =
∑
i

±ni
1

64π2
m4
i

(
ln
m2
i

µ2
− cb

)
, (4.73)

wobei cb = 3/2 für Fermionen und skalare Teilchen und cb = 5/6 für Eichbosonen, +
hierbei für Bosonen und − für Fermionen steht und ni die Anzahl der Freiheitsgrade
für das Teilchen i angibt.

Damit die Tree-Level Massen den Massen mit Ein-Schleifen-Korrektur entsprechen,
muss ein Counterterm-Potential (CT) VCT eingeführt werden, welches die beiden
folgenden Bedingungen erfüllt

∇VCW |Φi=〈Φi〉 + ∇VCT |Φi=〈Φi〉 = 0 , (4.74)

H (VCW )|Φi=〈Φi〉 + H (VCT )|Φi=〈Φi〉 = 0 . (4.75)

Fordern der Bedingung (4.74) garantiert, dass das Minimum des Tree-Level Potenti-
als ein Extremum des Ein-Schleifen-Potentials ist, und durch (4.75) ändert sich nicht
die Art des Extremums, und die Massen des Ein-Schleifen-Potentials entsprechen
denen des Tree-Level-Potentials. Die Gleichungen (4.74) und (4.75) sind zusätzliche
Renomierungsbedingungen zu dem bereits gewählten MS-Schema. Dies garantiert
jedoch nicht, dass das Minimum des Tree-Level-Potentials das globale Minimum des
Ein-Schleifen-Potentials ist, da dies nur Bedingungen an ein lokales Extremum sind.
Es müssen zusätzlich noch die Randbereiche des Potentials und die Lage anderer
möglicher Minima überprüft werden.

Da Φi = 〈Φi〉 durch (2.11) bis (2.13) gegeben ist, führen wir die folgende Notation
ein:

V0 = V |ω1=v1,ω2=v2,ω3=0 , (4.76)

Vi =
∂V

∂ωi

∣∣∣∣
ω1=v1,ω2=v2,ω3=0

, (4.77)

Vij =
∂2V

∂ωi∂ωj

∣∣∣∣
ω1=v1,ω2=v2,ω3=0

, (4.78)

wobei i, j ∈ {1, 2, 3}, und V entweder für das CW-Potential oder das CT-Potential
stehen kann. Dies liefert die folgenden Bedingungen

VCT,i
!

= −VCW,i , (4.79a)

VCT,ij
!

= −VCW,ij , (4.79b)

mit i, j ∈ {1, 2, 3} und damit neun Gleichungen.
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Mit dem Ansatz

VCT = δm2
1

ω2
1

2
+ δm2

2

ω2
2 + ω2

3

2
− δ<(m2

3)ω1ω2 + δ=(m2
3)ω2ω3 +

δλ1

8
ω4

1 +
δλ2

8

(
ω2

2 + ω2
3

)2

+ (δλ3 + δλ4)
ω2

1 (ω2
2 + ω2

3)

4
+ δ<(λ5)

ω2
1 (ω2

2 − ω2
3)

4
− δ=(λ5)

2
ω2

1ω2ω3 , (4.80)

lassen sich die Gleichungen (4.74) und (4.75) in zwei unabhängige Teilsysteme auf-
teilen. Diese sind gegeben durch


−VCW,1
−VCW,2
−VCW,11

−VCW,12

−VCW,22

−VCW,33

 =



v1 0 −v2
v31
2

0
v1v22

2

v1v22
2

v1v22
2

0 v2 −v1 0
v32
2

v21v2
2

v21v2
2

v21v2
2

1 0 0 3
2
v2

1 0
v22
2

v22
2

v22
2

0 0 −1 0 0 v1v2 v1v2 v1v2

0 1 0 0 3
2
v2

2
v21
2

v21
2

v21
2

0 1 0 0
v22
2

v21
2

v21
2
−v21

2





δm2
1

δm2
2

δ<(m2
3)

δλ1

δλ2

δλ3

δλ4

δ<(λ5)


, (4.81)

und −VCW,3−VCW,13

−VCW,23

 =

v1 −v21v2
2

1 −v1v2

0 −v21
2

(δ=(m2
3)

δ=(λ5)

)
. (4.82)

Die bei der Berechnung von Vi und Vij benötigten Ableitungen der neutralen Higgs-
Teilchen werden entsprechend Anhang B berechnet.

Das Gleichungssystem (4.81) liefert den Lösungsraum



δm2
1

δm2
2

δ<(m2
3)

δλ1

δλ2

δλ3

δλ4

δ<(λ5)


=



1
2
VCW,11 + v2

2v1
VCW,12 − v22

v21
VCW,33 − 3

2v1
VCW,1 + v2

v21
VCW,2

1
2
v1
v2
VCW,12 + 1

2
VCW,22 − VCW,33 − 1

2v2
VCW,2

−v2
v1
VCW,33 + 1

v1
VCW,2

− 1
v21
VCW,11 +

v22
v41
VCW,33 + 1

v31
VCW,1 − v2

v41
VCW,2

− 1
v22
VCW,22 +

VCW,33

v22

− 1
v1v2

VCW,12 − 1
v21
VCW,33 + 1

v21v2
VCW,2

0
0


+ t1



0
0
0
0
0
−1
1
0


+ t2



v2
2

v2
1

v1v2

−v22
v21

−v21
v22

0
0
1


,

(4.83)

mit

t1, t2 ∈ R . (4.84)

Die drei Zeilen auf der rechten Seite von (4.82) sind linear abhängig mit

0 = (VCT,3 − v1VCT,13 + v2VCT,23) . (4.85)

Da dies nicht auf das CW-Potential zutreffen muss, muss das Gleichungssystem
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(4.82) nicht zwangsweise lösbar sein. Die Bedingung kann jedoch durch Verschiebung
der Renomierungsskala µ im CW-Potential gelöst werden

µ2 → µ2 + δµ2 . (4.86)

Mit der Hilfsgröße

N =
∑
i

±ni
[
m2
im

2
i,3 − v1

(
m2
i,1m

2
i,3 +m2

im
2
i,13

)
+ v2

(
m2
i,2m

2
i,3 +m2

im
2
i,23

)]
, (4.87)

wobei über alle Teilchen mit der Masse mi summiert wird und das + für Bosonen
und − für Fermionen steht, ist δµ2 gegeben durch

ln
(
δµ2
)

= 32π2VCW,3 − v1VCW,13 + v2VCW,23

N
. (4.88)

Das CW-Potential wird nun an der Skala µ2 ·δµ2 berechnet und somit die Parameter
durch (4.83) ebenfalls an der korrigierten Renormierungsskala. Für den Fall von
expliziter CP-Erhaltung ist ln (δµ2) = 0. An der korrigierten Renomierungsskala ist
(4.82) nun lösbar mit

δ=(λ5) =
2

v2
1

VCW,23 , (4.89a)

δ=(m2
3) = −VCW,13 + 2

v2

v1

VCW,23 . (4.89b)

Dabei ist µ2 selbst jedoch immer noch ein freier Inputparameter des Potentials.
Durch die Wahl der Landau-Eichung erhalten die Goldstone-Bosonen eine verschwin-
dende Masse, die im CW-Potential zu Problemen führen kann. Bei der Berechnung
der Hessematrix des CW-Potentials treten Terme der Form 1

f(m2, cb) =
1

64π2
m4

(
ln
m2

µ2
− cb

)
, (4.90)

f,i =
1

32π2
m2
,im

2

(
ln

(
m2

µ2

)
− cb +

1

2

)
, (4.91)

f,ij =
1

32π2

[
m2
,im

2
,j

(
ln

(
m2

µ2

)
− cb +

3

2

)
+m2m2

,ij

(
ln

(
m2

µ2

)
− cb +

1

2

)]
,

(4.92)

auf. Der Term m2
,im

2
,j ln(m2) in f,ij divergiert im Grenzfall m2 → 0. Nach Cline und

1Zur Notation der Ableitung siehe Anhang B
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Lemieux [9] wird die folgende Regularisierung angewandt

ln(m2)→ <
1∫

0

ln
(
m2 − x (1− x)m2

h

)
dx

= ln
(
m2
h

)
− 2

+


∑
±

(
1±

√
1− 4m

2

m2
h

)
ln
(

1
2
±
√

1
4
− m2

m2
h

)
m2

m2
h
≤ 1

4

ln
(
m2

m2
h

)
+ 2
√

4m
2

m2
h
− 1 arctan

(
1/
√

4m
2

m2
h
− 1
)

m2

m2
h
> 1

4

. (4.93)

Für m2 > m2
h ist der Unterschied mit und ohne Regularisierung, zu sehen in Ab-

bildung 4.1, kleiner als 5%. Deutliche Unterschiede ergeben sich jedoch für kleinere
Massen.

Die Berechnung von (4.75) ist jedoch leider praktisch nicht durchführbar, da die
zweiten Ableitungen der Eigenwerte der neutralen Higgs-Massenmatrix und somit
die Hessematrix des CW-Potentials numerisch nicht exakt genug berechnet werden
kann. Die Berechnung der ersten Ableitungen nach Anhang C.2 ist jedoch exakt
genug, um mit dem Ansatz

VCT = δm2
1

ω2
1

2
+ δm2

2

ω2
2 + ω2

3

2
+ δ=(m2

3)ω2ω3 (4.94)

die Gleichung

0 = ∇VCT |Φj=〈Φj〉 + ∇VCW |Φj=〈Φj〉 (4.95)

zu lösen. Die Lösungen sind dann gegeben durch

δm2
1 = −VCW,1

v1

, (4.96)

δm2
2 = −VCW,2

v2

, (4.97)

δ=(m2
3) = −VCW,3

v1

. (4.98)

Hierbei erhalten nur die Parameter, die durch die Minimumsbedingungen (2.23)
gegeben sind, eine Korrektur. Es erhalten weiterhin keine freien Inputparameter
eine Korrektur. Mit dem Ansatz (4.94) ist zwar gewährleistet, dass das Minimum
des Tree-Level Potentials auch weiterhin ein Extremum des Ein-Schleifen-Potentials
ist, jedoch müssen die Ein-Schleifen-Korrekturen der Massen berechnet werden, da
diese nicht mehr den Tree-Level Massen entsprechen.
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Abb. 4.1.: Vergleich von ln(m2) mit und ohne Regularisierung aus (4.93).
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4.6. Komplettes effektives Ein-Schleifen Potential

Trägt man die Ergebnisse dieses Kapitels zusammen, so erhalten wir insgesamt das
Potential

Veff (ωi, T ) = V (0)(ωi) + VCT (ωi)

− 12
∑

q=u,c,t,d,s,b

f
(
m2
q (ωi)

)
+ h

(
m2
q (ωi) , T

)
− 4

∑
l=e,µ,τ

f
(
m2
l (ωi)

)
+ h

(
m2
l (ωi) , T

)
+ 3

[
f
(
M2

LZ (ωi, T )
)

+ g
(
M2

LZ (ωi, T ) , T
)]

+ 3
[
f
(
M2

LA (ωi, T )
)

+ g
(
M2

LA (ωi, T ) , T
)]

+ 6
[
f
(
M2

LW (ωi, T )
)

+ g
(
M2

LW (ωi, T ) , T
)]

+ 2
[
f
(
M2

H± (ωi, T )
)

+ g
(
M2

H± (ωi, T ) , T
)]

+ 2
[
f
(
M2

G± (ωi, T )
)

+ g
(
M2

G± (ωi, T ) , T
)]

+
3∑
i=1

[
f
(
M2

hi
(ωi, T )

)
+ g

(
M2

hi
(ωi, T ) , T

)]
+ f

(
M2

G0 (ωi, T )
)

+ g
(
M2

G0 (ωi, T ) , T
)
, (4.99)

wobei MLA,MLZ ,MLW die temperaturkorrigierten Massen der Eichbosonen aus An-
hang A bezeichnen. Die Massen der anderen Teilchen sind mit ihren Temperaturkor-
rekturen ebenfalls in Anhang A gegeben. Die Hilfsfunktionen, wie in (4.46), (4.47)
und (4.48) definiert, sind gegeben durch

f(m2) =
m4

64π2

(
ln

(
m2

µ2

)
− cb

)
, (4.100)

g(m2, T ) =
T 4

2π2

∞∫
0

k2 ln

(
1− exp

(
−
√
k2 +

m2

T 2

))
dk , (4.101)

h(m2, T ) =
T 4

2π2

∞∫
0

k2 ln

(
1 + exp

(
−
√
k2 +

m2

T 2

))
dk , (4.102)

wobei cb = 5/6 für Eichbosonen und cb = 3/2 für Fermionen und skalare Teilchen
gilt und V (0) durch (4.27) und VCT durch (4.80) gegeben sind.

4.7. Untergrenze an die Temperatur des

Phasensprungs

Stellen wir die Forderung, dass wir für verschwindenden VeV einen physikalischen
Punkt, das heißt einen Punkt, bei dem die Massenmatrizen positiv semidefinit sind,
haben wollen, so können wir aus den Massenmatrizen eine Untergrenze für die Tem-
peratur ableiten. Diese Temperaturuntergrenze ist ebenfalls eine untere Grenze an
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die Temperatur des Phasenübergangs. Betrachten wir nun die geladenen Massenqua-
drate aus (A.16) und (A.17) sowie die neutrale Massenmatrix aus (A.22) für ω = 0,
so erhalten wir zwei zweifach entartete Eigenwerte in der neutralen Massenmatrix,
die den geladenen Massen entsprechen. Für ω = 0 gilt für die Massenmatrizen des
geladenen und neutralen Higgs-Sektors (4.66)

M g = Mu , (4.103)

und die Eigenwerte sind

m2
± =

1

2

[
m2

1 +m2
2 + (c1 + c2)T 2 ±

√
(m2

1 −m2
2 + (c1 − c2)T 2)

2
+ 4|m2

3|2
]
,

(4.104)

mit

ct =

√
2

v2

mt(T = 0) , (4.105)

cb =

{√
2mb(T=0)

v2
Typ I und Lepton-Specific

√
2mb(T=0)

v1
Typ II und Flipped

, (4.106)

d1 =
1

48

[
12λ1 + 8λ3 + 4λ4 + 3

(
3g2 + g′2

)]
, (4.107)

d2 =
1

48

[
12λ2 + 8λ3 + 4λ4 + 3

(
3g2 + g′2

)
+ 12c2

t

]
, (4.108)

c1 =

{
d1 + 12c2

b Typ I und Lepton-Specific

d1 Typ II und Flipped
, (4.109)

c2 =

{
d2 Typ I und Lepton-Specific

d2 + 12c2
b Typ II und Flipped

. (4.110)

Definieren wir nun die Größen

a =
m2

1 +m2
2

2
, (4.111a)

b =
c1 + c2

2
, (4.111b)

c =
1

4
(c1 − c2)2 , (4.111c)

d =
1

2

(
m2

1 −m2
2

)
(c1 − c2) , (4.111d)

e =
1

4

((
m2

1 −m2
2

)2
+ 4|m2

3|2
)
, (4.111e)

so lassen sich die Eigenwerte schreiben als

m2
± = a+ bT 2 ±

√
cT 4 + dT 2 + e . (4.112)

Damit ω = 0 ein physikalisches Minimum sein kann, müssen beide Massenquadrate
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hier positiv sein. Da m2
− ≤ m2

+ , muss also auch

m2
− ≥ 0 (4.113)

gelten. Dies liefert die Bedingung

T 2
0 ≥

1

2 (b2 − c)

[
−2ab+ d+

√
(−2ab+ d)2 − 4(b2 − c)(a2 − e)

]
. (4.114)

Die zweite Lösung für (4.113) ist immer kleiner als T 2
0 und, da wir uns für das nach

oben offene Temperaturintervall interessieren, somit nicht von Bedeutung. T 2
0 gibt

dabei eine untere Schranke an die Temperatur an, bis zu welcher der Phasenübergang
stattgefunden haben muss.
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5. Minimierung des Potentials

Um das effektive Potential aus Gl. (4.99) zu minimieren, wurden sowohl ein glo-
baler Minimierer, als auch ein lokaler Minimierer von mehreren Startpunkten aus
benutzt. Weiterhin wurde das Gleichungssystem der Extremstellenbestimmung nu-
merisch gelöst. Anschließend wurden die drei Lösungen miteinander verglichen und
die Lösung mit tiefsten Potentialwert als globales Minimum gewählt. Wie sich später
herausgestellt hat, liefert das Lösen der Extremstellenbedingungen und das lokale
Minimieren vergleichbare Ergebnisse. Für die späteren Anwendungen wird das Lösen
der Extremstellenbedingungen nicht angewandt, da dies bei vergleichbaren Ergeb-
nissen zum lokalen Minimieren eine längere Laufzeit aufweist.

5.1. Minimierung ohne Ableitungen

Für die Berechnung von Gl. (4.99) betrachten wir eine Reihenentwicklung der tem-
peraturabhängigen Integrale. Nach [9] kann die Reihenentwicklung von

h(m2, T ) =
T 4

2π2

∞∫
0

k2 ln

[
1 + exp

(
−
√
k2 +

m2

T 2

)]
dk , (5.1)

g(m2, T ) =
T 4

2π2

∞∫
0

k2 ln

[
1− exp

(
−
√
k2 +

m2

T 2

)]
dk (5.2)

durch die drei Hilfsfunktionen

Vsb(n) =− π2T 4

90
+
m2T 2

24
− m3T

12π
− m4

64π2

(
ln

(
m2

T 2

)
− cbT

)
+
m2T 2

2

n∑
l=2

(
− m2

4π2T 2

)l
(2l − 3)!!ζ(2l − 1)

(2l)!!(l + 1)
, (5.3)

Vsf (n) =− 7π2T 4

720
+
m2T 2

48
+

m4

64π2

(
ln

(
m2

T 2

)
− cfT

)
− m2T 2

2

n∑
l=2

(
− m2

4π2T 2

)l
(2l − 3)!!ζ(2l − 1)

(2l)!!(l + 1)

(
22l−1 − 1

)
, (5.4)

Vl(n) =− exp
(
−m
T

)
T

(
mT

2π

)3/2 n∑
l=0

1

2ll!

Γ(5/2 + l)

Γ(5/2− l)

(
T

m

)l
, (5.5)

gegeben werden. Hierbei bezeichnet Vsf die Entwicklung in kleinen m2/T 2 des fer-
mionischen Beitrags und Vsb den bosonischen Beitrag bis zur n-ten Ordnung. Vl
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bezeichnet die Entwicklung nach großen m2/T 2 bis zur n-ten Ordnung für g und h.
Die dabei verwendeten Hilfsgrößen sind gegeben durch

cbT =
3

2
+ 2 ln(4π)− 2γE (5.6)

und

cfT =cbT − 2 ln 4 , (5.7)

wobei γE hier die Euler-Mascheroni-Konstante, ζ(x) die Riemansche ζ-Funktion und
(x)!! die Doppelfakultät, gegeben durch

x!! =

{
x · (x− 2)!! x ≥ 1

0 x = 0,−1
, (5.8)

bezeichnen. Die Entwicklungen sind dann gegeben durch

h(m2, T ) = −Θ

(
xf −

m2

T 2

)
Vsf (4)−Θ

(
m2

T 2
− xf

)
(Vl(3)− δf ) , (5.9)

g(m2 ≥ 0, T ) = Θ

(
xb −

m2

T 2

)
Vsb(3) + Θ

(
m2

T 2
− xb

)
(Vl(3)− δb) , (5.10)

wobei

xf = 5.47281 , δf = 4.60156 · 10−4 , (5.11)

xb = 9.47134 , δb = 3.1931 · 10−4 (5.12)

so gewählt wurden, dass die Entwicklungen für große m2/T 2 und kleine m2/T 2 stetig
ineinander übergehen.

Da m2 Funktionen von ω1···3 sind und die Massenquadrate der neutralen Higgs-
Teilchen durch die Eigenwerte der Matrix (A.22) gegeben sind, kann es vorkommen,
dass diese Massenquadrate für bestimmte Konfigurationen von ω1···3 negativ wer-
den. Dies sind unphysikalische Punkte, jedoch kann es im Laufe der Minimierung
vorkommen, dass das Potential an solchen Konfigurationen aufgerufen wird. Für
den Fall von m2 < 0 wird g(m2, T ) komplex, jedoch reicht es aus den Realteil zu
betrachten, da im globalen Minimum immer m2 > 0 gelten muss. Die Funktion

<
(

2π2

T 4 g(m2 < 0, T )
)

wurde daher an mehreren Stellen numerisch ausgewertet und

durch lineare Interpolation angenähert. Für die so bestimmte Funktion wurde der
globale Minimierer der CMA-ES [10] Bibliothek verwendet, wobei als Algorithmus
aCMAES und als Toleranz 10−5 gewählt wurden.

Ebenso wurde zur Minimierung der lokale Minimierer aus der GNU Scientific Li-
brary (GSL) [11] benutzt. Hierbei wurde als Algorithmus der Nelder-Mead-Simplex
Algorithmus, gegeben durch gsl_multimin_fminimizer_nmsimplex2, mit einer To-
leranz von 10−5 benutzt. Da es viele lokale Minima geben kann, wurde der Algorith-
mus von 500 zufälligen Startpunkten im Intervall [−500, 500] GeV gestartet. Bei allen
Lösungen wurde ein Vergleich der Potentialwerte vorgenommen und das Ergebnis
mit tiefstem Potentialwert als globales Minimum betrachtet.
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5.2. Minimierung durch Lösen der

Extremumsbedingungen

Die Extremstellen der Funktion (4.99) lassen sich berechnen durch das Gleichungs-
system

∂V

∂ω1

= 0 , (5.13a)

∂V

∂ω2

= 0 , (5.13b)

∂V

∂ω3

= 0 . (5.13c)

Der Algorithmus gsl_multiroot_fsolver_hybrids [11] wurde benutzt, um nume-
risch das Gleichungssystem (5.13) zu lösen. Die einzelnen Abschnitte der Ableitungen
werden im folgenden berechnet.

5.2.1. Ableitung des Tree-Level Potentials und des
Counterterm-Potentials

Für das Tree-Level und Counterterm-Potential können wir das Potential explizit als
Funktion von ω1···3 aufstellen. Es gilt nach (4.27) und (4.94)

V (0) + VCT =
(
m2

1 + δm2
1

) ω2
1

2
+
(
m2

2 + δm2
2

) ω2
2 + ω2

3

2
−<(m2

3)ω1ω2

+
(
=(m2

3) + δ=(m2
3)
)
ω1ω3 +

λ1

2

ω4
1

4
+
λ2

2

(ω2
2 + ω2

3)
2

4

+ (λ3 + λ4)
ω2

1 (ω2
2 + ω2

3)

4
+ <(λ5)

ω2
1 (ω2

2 − ω2
3)

4

− 1

2
=(λ5)ω2

1ω2ω3 . (5.14)

Die Ableitungen dieser Funktionen lassen sich analytisch berechnen.

5.2.2. Ableitungen des CW-Potential

Im Folgenden gilt die Notation

m2
,ωj

=
∂m2

∂ωj
. (5.15)

Das CW-Potential (4.73) ist gegeben durch

VCW =
∑
i

±nif(m2
i ) , (5.16)

f(m2) =
m4

64π2

(
ln

(
m2

µ2

)
− cb

)
. (5.17)
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Benötigt wird also

f,ωj
=m2

,ωj
f,m2 (5.18)

=m2
,ωj

m2

32π2

(
ln

(
m2

µ2

)
− cb +

1

2

)
. (5.19)

Die Massenquadrate sind Anhang A zu entnehmen. Bis auf die neutralen Higgs-
Teilchen lassen sich diese Massenquadrate analytisch ableiten. Zur Bestimmung der
Ableitungen der Massen der neutralen Higgs-Teilchen wird auf Anhang B verwie-
sen.

5.2.3. Ableitung des temperaturabhängigen Anteils

Der temperaturabhängige Anteil ist gegeben durch (4.46), (4.47) und (4.48)

VT =
∑

B=Bosonen

nBg(m2
B, T )−

∑
F=Fermionen

nFh(m2
F , T ) , (5.20)

g(m2, T ) =
T 4

2π2

∞∫
0

k2 ln

[
1− exp

(
−
√
k2 +

m2

T 2

)]
dk , (5.21)

h(m2, T ) =
T 4

2π2

∞∫
0

k2 ln

[
1 + exp

(
−
√
k2 +

m2

T 2

)]
dk . (5.22)

Um diese Integrale für m2 > 0 abzuleiten, betrachten wir die Reihenentwicklung aus
(5.9) und (5.10) und betrachten die Ableitungen

Vsf,m2(n) =
T 2

48
+

m2

32π2

(
ln

(
m2

T 2

)
− cfT +

1

2

)
− T 2

2

n∑
l=2

(
− m2

4π2T 2

)l
(2l − 3)!!ζ(2l − 1)

(2l)!!

(
22l−1 − 1

)
, (5.23)

Vsb,m2(n) =
T 2

24
− 3

24π

√
m2T − m2

32π2

(
ln

(
m2

T 2

)
− cbT +

1

2

)
+
T 2

2

n∑
l=2

(
− m2

4π2T 2

)l
(2l − 3)!!ζ(2l − 1)

(2l)!!
, (5.24)

Vl,m2(n) =

√
2

16π
3
2

exp

(
−
√
m2

T

)
n∑
l=0

T
1
2

+l

(m2)
1
4

+l

(
T (4l − 3) + 2

√
m2
) 1

2ll!

Γ
(

5
2

+ l
)

Γ
(

5
2
− l
) .

(5.25)

Die Ableitungen für m2 ≥ 0 sind dann gegeben durch

g,m2 = Θ

(
m2

T 2
− xb

)
Vl,m2(3) + Θ

(
xb −

m2

T 2

)
Vsb,m2(3) , (5.26)

h,m2 = −Θ

(
m2

T 2
− xf

)
Vl,m2(3)−Θ

(
xf −

m2

T 2

)
Vsf,m2(5) . (5.27)
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Abb. 5.1.: Verlauf von g,m2(m2 < 0), gegeben in (5.28)

Für den Fall von m2 < 0 wurde g,m2 numerisch ausgewertet. Da wir in diesem
Bereich unphysikalische Punkte betrachten, reicht es aus dem Programm eine stetige,
differenzierbare Fortsetzung zu übergeben, zu sehen in Abbildung 5.1. Aufgrund der
äußeren Form des Verlaufs in Abbildung 5.1, wurde der Ansatz ∝

√
m2/T 2 gewählt.

Ein Fit mit Gnuplot v5.0.0 [12] liefert

g,m2(m2 < 0) ≈ T 2

2π2

(
ln 2

4
− 0.691643

)√∣∣∣∣m2

T 2

∣∣∣∣ . (5.28)
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6. Bestimmung physikalischer
Parameterpunkte

Durch aktuelle Experimente ist der Raum der möglichen Parameterpunkte stark ein-
geschränkt. In diesem Kapitel sollen nicht nur die theoretischen Bedingungen an das
Modell getestet werden, sondern auch ob ein Parameterpunkt aktuelle Signalraten
reproduzieren kann.

6.1. Vakuumstabilität und Unitarität

Um zu überprüfen, ob das Minimum anω1

ω2

ω3

 =

v1

v2

0

 (6.1)

ein globales Minimum ist, genügt es nach [13] die folgenden Bedingungen zu erfül-
len

λ1 > 0 , (6.2)

λ2 > 0 , (6.3)

λ3 > −
√
λ1λ2 , (6.4)

λ3 + λ4 ± |λ5| > −
√
λ1λ2 . (6.5)

Nach [1] ist der Test auf Vakuumstabilität und Unitarität durch

|a±|, |b±|, |c±|, |e1|, |e2|, |f+|, |f−|, |f1|, |p1| ≤ 8π , (6.6)
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mit

a± =
3

2
(λ1 + λ2)±

√
9

4
(λ1 − λ2)2 + (2λ3 + λ4)2 , (6.7)

b± =
1

2
(λ1 + λ2)±

√
(λ1 − λ2)2 + 4λ4 , (6.8)

c± =
1

2
(λ1 + λ2)±

√
(λ1 − λ2)2 + 4|λ5| , (6.9)

e1 = λ3 + 2λ4 − 3|λ5| , (6.10)

e2 = λ3 − |λ5| , (6.11)

f+ = λ3 + 2λ4 + 3|λ5| , (6.12)

f− = λ3 + |λ5| , (6.13)

f1 = λ3 + λ4 , (6.14)

p1 = λ3 − λ4 , (6.15)

gegeben.

6.2. Übereinstimmung mit den elektroschwachen

Präzisionsdaten

Um die Übereinstimmung mit den elektroschwachen Präzisionsdaten zu überprüfen,
werden die S, T, U -Parameter [14] berechnet. Die verwendeten Grenzen für diese sind
nach [15] gegeben durch

−0.05 ≤ S ≤ 0.16 , (6.16)

−0.04 ≤ T ≤ 0.22 , (6.17)

−0.10 ≤ U ≤ 0.12 . (6.18)

Die Parameter lassen sich nach [16] berechnen in der Basis

µ2
b = {0,M2

1 ,M
2
2 ,M

2
3} = {0,m2

h,m
2
H ,m

2
A} , (6.19)

mit den Matrizen

U =

(
cos β − sin β
sin β cos β

)
, (6.20)

VCP E =

(
i cos β − sinα cosα −i sin β
i sin β cosα sinα i cos β

)
, (6.21)

VCP V =

(
i cos β R11 − i sin βR13 R21 − i sin βR23 R31 − i sin βR33

i sin β R12 + i cos βR13 R22 + i cos βR23 R32 + i cos βR33

)
, (6.22)

wobei R die Rotationsmatrix des neutralen Sektors, gegeben in (2.40), ist. Mit µ2
b ,U

und V lassen sich dann die S, T, U -Parameter über (D.1), (D.2) und (D.3) berech-
nen.
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6.3. Signalraten

6.3.1. Signalraten im CP-erhaltenden 2HDM

Um die Signalraten mit aktuellen Experimenten zu überprüfen, wurde im CP-erhaltenden
Fall HiggsBounds v4.2.1 [17–21] sowie HiggsSignals v1.4.0 [22] verwendet. Die be-
nötigten effektiven Kopplungen wurden hierbei mit HDECAY v6.51[23, 24] berechnet
und als Ausschlusskriterium für HiggsSignals wurde ein p-Wert kleiner als 4.55 ·10−2

gefordet, was einem Konfidenzintervall von 2σ entspricht.

6.3.2. Signalraten im CP-verletzenden 2HDM

Im CP-verletzenden Fall wurden die Signalraten nach

µf =
σ2HDM (pp→ h)

σSM (pp→ h)

BR2HDM (h→ f)

BRSM (h→ f)
(6.23)

berechnet, wobei σ (pp→ h) die Produktion des Higgs-Teilchens h durch Gluon-
Fusion und BR (h→ f) die partielle Zerfallsbreite des Higgs-Teilchens in den End-
zustand f bezeichnet. Die Terme zur Berechnung der Produktionsraten können An-
hang C.1 entnommen werden. Um die relativen Zerfallsbreiten zu berechnen, wurde
das Modell in HDECAY v6.51[23, 24], mit Hilfe der Kopplungen aus Anhang C.2,
einprogrammiert. Die berechneten Signalraten wurden dann verglichen mit den ex-
perimentellen Werten aus [25],

µV
µF

= 1.06+0.35
−0.27 , (6.24a)

µγγF = 1.34+0.24
−0.21 , (6.24b)

µZZF = 1.29+0.29
−0.21 , (6.24c)

µWW
F = 1.08+0.22

−0.19 , (6.24d)

µττF = 1.07+0.35
−0.28 , (6.24e)

µbbF = 0.65+0.37
−0.28 . (6.24f)

Hierbei bezeichnet µV /µF das Verhältnis der Produktionen durch Vektorbosonfusion
und Gluonfusion und µXF die Rate für den Prozess gg → h→ X und das angegebene
Fehlerintervall ist das 1σ Intervall. Es wurden alle Parameterpunkte verworfen, bei
denen nicht alle Signalraten in den erlaubten Bereichen lagen, wobei als Fehlergrenze
das doppelte 1σ Intervall angenommen wurde.
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7. Numerische Ergebnisse

In diesem Kapitel werden zunächst Verteilungen von Parameterpunkten, die nach
Kapitel 6 erlaubt sind, im 2HDM mit und ohne expliziter CP-Verletzung verglichen.
Im zweiten Abschnitt werden für einzelne Punkte die elektroschwachen Phasenüber-
gänge im Zusammenhang mit Baryogenese diskutiert.

7.1. Parameterraum des 2HDM

Um gültige Punkte im Parameterraum des 2HDM zu finden, wurde ein C++ Pro-
gramm geschrieben, welches einen zufälligen Punkt im Parameterraum in den unten
angegeben Grenzen auf die Bedingungen aus Kapitel 6 überprüft.

Hierbei wurde nur das 2HDM Typ II betrachtet. Es wurden weiterhin nur Punk-
te, die der Bedingung tan β ≤ 10 gehorchen ausgewählt, da die Produktionsrate
bb → h nicht überprüft wurde und die Higgs-Kopplungen an down-typ quarks mit
tan β ansteigen. Ebenfalls wurden die Flavour-Einschränkungen aus [26] durch die
Wahl von MH± ≥ 480 GeV im Scan berücksichtigt. Weiterhin wurde gefordert, dass
ein Higgs-Teilchen mit dem entdeckten SM-artigen Higgsboson identifiziert werden
kann.

Für den CP-verletzenden Fall wurde ein Scan im Bereich

−π
2
≤ α1,2,3 ≤

π

2
, (7.1a)

1 ≤ tan β ≤ 10 , (7.1b)

− (900GeV)2 ≤ <(m2
3) ≤ (900GeV)2 , (7.1c)

M1 = 125 GeV , (7.1d)

150 GeV ≤M2 ≤ 900 GeV , (7.1e)

480 GeV ≤MH± ≤ 900 GeV , (7.1f)

durchgeführt.

Insgesamt konnten die Ergebnisse aus [27] reproduziert werden. Zusätzlich zu den so
generierten Punkten, hat Jorge Romao, einer der Autoren von [27], einen Satz von
Parameterpunkten mit seinem Programm generiert, dessen frühere Version benutzt
wurde, um den Datensatz für [27] zu erzeugen. Diese wurden dann auf die in Kapitel
6 beschriebenen Tests überprüft, da wir durch die Anwendung von HiggsBounds

stärkere Einschränkungen hatten, als in [27] benutzt wurden und somit weniger
Punkte vorhanden sind. Diese Punkte wurden dann dem Datensatz aus dem eigenen
C++-Programm hinzugefügt, da Parameterpunkte mit α1 ≤ 0 selten sind und Jorge
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Romao hier eine spezielle Suchstrategie durchgeführt hat. Die Abbildungen 7.1 bis
7.11 entsprechen denen aus [27], jedoch mit den aktuellen Ausschlusskriterien.

Durch die stärkeren Einschränkungen durch aktuelle Ausschlussgrenzen und durch
Verwendung von HiggsBounds unterscheiden sich die Graphiken 7.1 bis 7.11 von de-
nen in [27], jedoch sind immer noch die gleichen Tendenzen zu erkennen. Zur besseren
Vergleichbarkeit wurden Achsenbeschriftungen, Einheiten und Grenzen genauso wie
in [27] gewählt.

In den Graphiken 7.1 und 7.2 ist die Beimischung der CP-geraden Felder zum SM-
artigen Higgs-Teilchen in Abhängigkeit von tan β gegeben, während Abbildung 7.3
die Beimischung des CP-ungeraden Feldes angibt. Hierbei sind die Mischungsmatri-
xelemente von (2.40) gegeben durch

R11 = cosα1 cosα2 , (7.2)

R12 = sinα1 cosα2 , (7.3)

R13 = sinα2 . (7.4)

Die Kopplungen an die up-artigen und down-artigen Quarks sind nach Tabelle C.2
gegeben durch

aU =
R12

sin β
=

sinα1 cosα2

sin β
, (7.5)

bU = − R13

tan β
= −sinα2

tan β
, (7.6)

aD =
R11

cos β
=

cosα1 cosα2

cos β
, (7.7)

bD = − tan βR13 = − tan β sinα2 . (7.8)

Der CP-erhaltende Limes ist nach Kapitel 2.4 gegeben durch die Ersetzung

α1 → α +
π

2
, (7.9)

α2 → 0 . (7.10)

Der Grenzfall zum SM ist dann gegeben durch die Bedingungen

|aU | = |aD| = 1 , (7.11)

bU = bD = 0 , (7.12)

was erreicht wird durch

|α1| = β , (7.13)

α2 = 0 . (7.14)

Es lässt sich erkennen, dass bei größeren tan β das SM-artige Higgs-Teilchen fast
ausschließlich ein CP-gerades Teilchen ist und vom R12 Beitrag dominiert ist. Ein
ähnliches Verhalten ist im CP-erhaltenden 2HDM zu beobachten, bei dem α1 ≈ β
dem SM-Grenzfall entspricht.
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Abb. 7.1.: tan β über den Beitrag des
ersten CP-geraden Feldes
zum SM-artigen Higgs auf-
getragen. R11 ist durch
Gl. (7.2) gegeben.
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Abb. 7.2.: tan β über den Beitrag des
zweiten CP-geraden Fel-
des zum SM-artigen Higgs
aufgetragen. R12 ist durch
Gl. (7.3) gegeben.

Entsprechendes lässt sich auch in Abbildung 7.4 erkennen: Hier ist der Winkel α2,
der für das Maß der CP-Verletzung im SM-artigen Higgs-Teilchen verantwortlich
ist, gegenüber dem Mischungswinkel der CP-geraden Felder α1 aufgetragen. Alle
gefundenen Parameterpunkte sind im Bereich |α2| ≤ 30◦. Dieses Verhalten lässt
sich auf die Gluonfusion zurückführen, da hier, im Bereich tan β ≤ 10, der Beitrag
durch die Kopplung an das Top-Quark gegenüber dem Bottom-Quark dominiert. Da
sich die CP-erhaltenden und CP-verletzenden Beiträge zur Gluonfusion inkohärent
addieren, siehe Gl. (C.3), führt ein Abweichen der Produktion nur durch den CP-
erhaltenden Beitrag zu einer Erhöhung des CP-verletzenden Beitrags.

In den Abbildungen 7.5 und 7.6 wird die Kopplung des b-Quarks an das SM-artige
Higgs analysiert, wobei die Kopplung durch

aD + iγ5bD (7.15)

gegeben ist. Um hier unabhängig von der Wahl α1,2,3 ∈ [−π/2, π/2] zu sein, betrach-
ten wir mit

C = cosα2 cos (α1 − β) (7.16)

die Kopplung des leichtesten Higgs an zwei Eichbosonen und analysieren die Fer-
mionischen Kopplungen mit relativen Vorzeichen bezüglich der Eichbosonkopplung.
In den Abbildungen wird dies gewährleistet, indem, wenn nötig, über sgn(C)x auf-
getragen wird, statt über x.

In Abbildung 7.5 ist der pseudoskalare Anteil der Kopplung bD direkt über den ska-
laren Anteil aD aufgetragen, wohingegen in Abbildung 7.6 der skalare Anteil aD über
die Phase der Kopplung dargestellt ist. Die Punkte mit sgn(C)aD < 0 bezeichnen
hier das sogenannte wrong-sign-limit, welches in [28, 29] diskutiert wird. Wie aus
Abbildung 7.5 abgelesen werden kann, ist der Betrag der Kopplung eingeschränkt
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Abb. 7.5.: Pseudoskalarer Anteil
der h1bb Kopplung bD in
Abhängigkeit des skalaren
Anteils aD. Die gesamte
Kopplung des SM-artigen
Higgs an zwei b-Quarks ist
durch Gl. (7.15) gegeben.

−1.5

−1

−0.5

0

0.5

1

1.5

−90 −60 −30 0 30 60 90

sg
n
(C

)a
D

tan−1(bD/aD) (deg)
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Gl. (7.15) gegeben.
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Abb. 7.8.: tan β über der Phase der
h1tt Kopplung, gegeben in
Gl. (7.18), aufgetragen.

auf den Bereich

0.7 ≤ |aD + iγ5bD| =
√
a2
D + b2

D ≤ 1.2 , (7.17)

die Phase kann jedoch alle Werte von −90◦ bis +90◦ annehmen. Im Gegensatz dazu
ist die Kopplung des SM-artigen Higgs an zwei Top-Quarks h1tt, gegeben durch

aU + iγ5bU , (7.18)

welche in Abbildung 7.7 gezeigt ist, sehr eingeschränkt. Alle erlaubten Punkte kon-
zentrieren sich hier um |aU | ≈ 1 und um kleine pseudoskalare Anteile. Die stärkere
Einschränkung für die Kopplung an die up-artigen Quarks sind hierbei wieder durch
den, im Vergleich zu den down-artigen quarks, größeren Anteil in der Gluonfusion
gegeben.

Abbildung 7.8 verdeutlicht die starken Einschränkungen der Phase der Kopplung an
das Top-Quark. Im Gegensatz zur Kopplung an das Bottom-Quark ist die Phase der
htt Kopplung auf einen kleinen Bereich um null eingeschränkt. Nur bei kleinen tan β
sind Phasen bis etwa 30◦ erlaubt. Für größere tan β entspricht eine verschwindende
Phase wiederum dem SM-Limes.

In Abbildung 7.9 ist cosα1 über der Phase an die Top-Kopplung gegeben. Hier wird
erkennbar, dass für größere cosα1, also durch Abweichen vom SM Grenzfall, ein
größerer Bereich für die Phase erlaubt ist. Dies folgt wieder aus der inkohärenten
Überlagerung der CP-verletzenden und CP-erhaltenden Beiträge zur Gluonfusion,
was dazu sorgt, dass bei zu großen Abweichungen der CP-erhaltenden Beiträge die
CP-verletzenden größer werden und somit auch die Phase. Hier ist insgesamt eine
deutliche Zentrierung um eine verschwindende Phase zu erkennen, wohingegen Ab-
bildung 7.10 die Abhängigkeit von cosα1 von der Phase der Bottom-Kopplung zeigt
und hier ein breites Spektrum erlaubt ist, welches wiederum aus dem vergleichbar
kleinen Beitrag der down-artigen Quarks zur Gluonfusion stammt. Die scharfe obere

49



0

0.2

0.4

0.6

0.8

1

−90 −60 −30 0 30 60 90

co
s(
α

1
)

tan−1(bU/aU) (deg)

Abb. 7.9.: cosα1 über der Phase der
h1tt Kopplung, gegeben in
Gl. (7.18), aufgetragen. α1

ist der Winkel, der die
Mischung der beiden CP-
geraden Felder im SM-
artigen Higgs bestimmt.

0

0.2

0.4

0.6

0.8

1

−90 −60 −30 0 30 60 90

co
s(
α

1
)

tan−1(bD/aD) (deg)

Abb. 7.10.: cosα1 über der Phase der
h1bb Kopplung, gegeben
in Gl. (7.15), aufgetragen.
α1 ist der Winkel, der die
Mischung der beiden CP-
geraden Felder im SM-
artigen Higgs bestimmt.

Kante für cosα1 ist hierbei eine Tendenz, die bereits in [27] erkennbar war.

Kleine Abweichungen vom CP-erhaltenden Grenzfall lassen sich zusätzlich in Ab-
bildung 7.11 betrachten. Hier ist tan β über sgn(C) sin (α1 − π/2) aufgetragen, wo-
bei C die Vektorbosonkopplung (7.16) bezeichnet. Hierbei wird mit α = α1 − π/2
die übliche Konvention im CP-erhaltenden 2HDM für den neutralen Mischungs-
winkel α [1] bezeichnet. Als Farbachse ist sin2 α2 angegeben, wobei sinα2 die Bei-
mischung des CP-ungeraden Feldes zum SM-artigen Higgs ist. In schwarz lassen
sich die CP-erhaltenden Grenzfälle erkennen, siehe hierzu auch [30], und dass für
2 ≤ tan β ≤ 8 Beiträge mit | sin (α1 − π/2) | < 0.2 nur möglich werden, sofern CP-
Verletzung vorhanden ist. Die erlaubten Parameterpunkte mit starker CP-Verletzung
im SM-artigen Higgs mit 0.2 ≤ sin2 α2 ≤ 0.35 sind in einem Gebiet, in welchem
| sin (α1 − π/2) | ≥ 0.5 und tan β ≈ 1 gilt. In diesem Gebiet ist cos (α1 − β) na-
he bei eins und die Abweichungen zu eins, die nach Messdaten erlaubt sind, somit
interpretierbar als Abweichungen von sin2 α2 zu null.

7.2. Phasenübergänge

Im folgenden Abschnitt sollen die Temperaturverläufe und die Phasenübergänge
von verschiedenen Punkten, sowohl mit expliziter CP-Erhaltung als auch mit CP-
Verletzung, betrachtet werden. Aufgrund der numerischen Probleme bei der Bestim-
mung des Countertermpotentials, siehe Kapitel 4.5, konnten die Parameterdaten aus
Kapitel 7.1 nicht benutzt werden, um nach physikalisch erlaubten Punkten mit star-
ken Phasenübergängen zu suchen, da die Massen auf Ein-Schleifen-Niveau sich nun
von denen auf Tree-Level unterscheiden. Es wurden also Punkte gewählt, deren Pa-
rameter die Bedingungen aus Kapitel 6.1 erfüllen. Da die numerische Probleme erst
kurz gegen Ende der Arbeit erkannt wurden, war nicht mehr genügend Zeit übrig
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Abb. 7.11.: tan β aufgetragen über den Mischungswinkel α1 − π/2 der CP-
erhaltenden Felder, normiert auf das Vorzeichen der Kopplung des SM-
artigen Higgs an zwei Eichbosonen (7.16). Die Farbskala gibt die Beimi-
schung des CP-ungeraden Feldes in das SM-artige Higgs an.

um nach Parameterpunkten mit erlaubten Massen im CP-verletzenden 2HDM auf
Ein-Schleifen-Niveau zu suchen. Im CP-erhaltenden 2HDM konnte jedoch ein Punkt
gefunden werden. Auch wenn die betrachteten Punkte nicht die Kriterien aus Kapitel
6.2 und 6.3 erfüllen, so lässt sich an ihnen trotzdem das Verhalten am Phasenüber-
gang zeigen. Mit genügend Rechenzeit kann dies auch mit Parameterpunkten getan
werden, welche die Kriterien aus Kapitel 6.2 und 6.3 erfüllen.

Um den Phasenübergang zu bestimmen, wurde das Minimum sowohl an der Tem-
peratur TS = 0 GeV als auch an TE = 300 GeV bestimmt und anschließend ein
Intervallhalbierungsverfahren vollzogen. Hierbei wurde als Abbruchkriterium eine
Distanz von 10−2 GeV für die Temperaturen vor und nach dem Phasenübergang ge-
wählt. Für die entsprechenden Graphen wurde dann das Minimum in Abhängigkeit
der Temperatur, in Schrittweiten von 1 GeV von 0 bis 300 GeV, bestimmt. Hierbei
wurden sowohl der lokale Minimierer aus GSL und der globale Minimierer CMA-
ES, beschrieben in Kapitel 5, zur Minimierung benutzt. Als Renomierungsskala des
Coleman-Weinberg-Potentials (4.100) wurde hierbei

µ = v ≈ 246 GeV (7.19)

gewählt. Als Ansatz für das Counterterm-Potential wurde (4.94) gewählt. Um die
Massen auf Ein-Schleifen-Niveau zu berechnen, wurde die 2HDM-Version von SPhe-

no [31, 32], welche durch SARAH [33–37] generiert wurde, benutzt.
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Tabelle 7.1.: Punkte im CP-Verletzenden 2HDM für die Betrachtung der Phasen-
übergänge. Die Massen MES auf Ein-Schleifen-Niveau wurden mit der
2HDM Version von SPheno [31–37] berechnet.

PCPV

λ1 3.402
λ2 1.757
λ3 1.985
λ4 -1.427
<(λ5) -1.865
=(λ5) -2.137
<(m2

3) 58911.100 GeV2

tan β 1.040
MES

1 194.595 GeV
MES

2 479.877 GeV
MES

3 501.927 GeV
MES

H± 452.920 GeV

7.2.1. Parameterpunkte mit expliziter CP-Verletzung

Für den Parameterpunkt PCPV , gegeben in Tabelle 7.1, gilt am Phasenübergang

TC ≈ 250.626 GeV , (7.20a)

ωC ≈ 2.631 GeV , (7.20b)

ω1,C ≈ 1.399 GeV , (7.20c)

ω2,C ≈ 0.974 GeV , (7.20d)

ω3,C ≈ 0.464 GeV . (7.20e)

Der VeV am Phasenübergang hat somit eine relative Phase von

arctan

(
0.464

0.974

)
≈ 25.475◦ , (7.21)

und führt somit zu einer spontanen CP-Verletzung. Der Punkt PCPV erfüllt jedoch
nicht die Bedingungen für einen starken Phasenübergang erster Ordnung, da

ωC
TC
≈ 0.012 < 1 . (7.22)

Am Verlauf von ω(T ) und der Phase ϕ(T ) in Abbildung 7.12 ist zu erkennen, dass
bei der Berechnung der Minima leichte numerische Abweichungen auftreten können.
Diese zeigen sich zum Beispiel im Bereich T ≈ 150 GeV, da dort die Minima vom
Verlauf des restlichen Musters abweichen. Die gestrichelte Linie entspricht ω = T . Da
der Phasenübergang unterhalb dieser Linie liegt, ist Bedingung (7.22) nicht erfüllt.
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Abb. 7.12.: Verlauf des VeVs ω =
√
ω2

1 + ω2
2 + ω2

3 und der Phase ϕ = tan−1 (ω3/ω2)
des Punktes PCPV aus Tabelle 7.1 in Abhängigkeit der Temperatur auf-
getragen. Grau gestrichelt ist hierbei die Gerade ω = T .

7.2.2. Parameterpunkte ohne explizite CP-Verletzung

Für den Fall des reellen 2HDM betrachten wir die beiden in Tabelle 7.2 gegebenen
Punkte. Wir erhalten hierbei für PCPC,1 einen Phasenübergang mit

TC ≈ 163.843 GeV , (7.23)

ωC ≈ 3.1387 GeV , (7.24)

ω1 ≈ −1.065 GeV , (7.25)

ω2 ≈ −2.953 GeV , (7.26)

ω3 ≈ 0 GeV . (7.27)

Es bildet sich keine CP-verletzende Phase aus und am Phasenübergang gilt

ωC
TC
≈ 0.011 < 1 . (7.28)

Es ist somit keine elektroschwache Baryogenese möglich. Weiterhin lässt sich am
Verlauf, gegeben in Abbildung 7.13, erkennen, dass sich zu keinem Zeitpunkt eine
Phase zwischen den VeVs ausbildet. Zusätzlich ist zum Punkt PCPC,1 anzumerken,
dass dessen Massen und Mischungswinkel auf Ein-Schleifen-Niveau mit SPheno [31–
37] berechnet, auf die Ausschlusskriterien aus Kapitel 6 getestet und alle Tests be-
standen wurden.

Um die elektroschwachen Präzisionsdaten zu überprüfen, wurden jedoch nicht die
Kriterien aus 6.2 verwendet, da diese als Ein-Schleifen-Korrekturen berechnet wur-
den und das Einsetzen von Massen mit Ein-Schleifen-Korrekturen zu Effekten höhe-
rer Ordnung führen würde. Stattdessen wird mit SPheno [31–37] die Änderung des
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Tabelle 7.2.: Punkte im CP-erhaltenden 2HDM für die Betrachtung der Phasen-
übergänge. Die Massen MES und der Mischungswinkel αES auf Ein-
Schleifen-Niveau wurden mit SPheno [31–37] berechnet.

PCPC,1 PCPC,2

λ1 7.399 2.091
λ2 0.679 2.758
λ3 -0.630 3.859
λ4 -0.750 -5.165
<(λ5) -0.825 -0.575
<(m2

3) 497636 GeV2 1623.190 GeV2

tan β 2.698 1.005
αES 1.205 -0.915
MES

h 125.891 GeV 178.374 GeV
MES

H 1240.65 GeV 353.413 GeV
MES

A 1210.51 GeV 186.461 GeV
MES

H± 1209.76 GeV 401.169 GeV

ρ-Parameters berechnet. Hierbei gibt SPheno [31–37] ∆ρ an, mit

ρ =
1

1−∆ρ
. (7.29)

Laut [38] gilt in einem 1σ Intervall

ρ = 1.00040± 0.00024 . (7.30)

Der Punkt PCPC,1 erfüllt dies in einem 2× 1σ Intervall.

Für den Punkt PCPC,2 aus Tabelle 7.2 gilt

TC ≈ 149.661 GeV , (7.31a)

ωC ≈ 153.026 GeV , (7.31b)

ω1 ≈ 108.166 GeV , (7.31c)

ω2 ≈ 108.174 GeV , (7.31d)

ω3 ≈ 0 GeV , (7.31e)

und somit

ωC
TC
≈ 1.023 ≥ 1 . (7.32)

Am Parameterpunkt PCPC,2 findet somit ein starker Phasenübergang erster Ord-
nung statt und es herrscht somit ein thermodynamisches Nichtgleichgewicht und es
ist eine elektroschwache Baryogenese möglich, sofern aus einer zusätzlichen Quelle
CP-Verletzung vorhanden ist. Ebenso wie bei PCPC,1 bildet sich auch hier zu keinem
Zeitpunkt eine CP-verletzende Phase aus, wie zu sehen in Abbildung 7.14, weshalb
der Punkt PCPC,2 keine Quelle spontaner CP-Verletzung aufweist. Die Temperatur
des Phasenübergangs liegt hierbei im Zeitraum des strahlungsdominierten Univer-
sums und entspricht einer Zeit von ungefähr 10−9 Sekunden nach dem Urknall.
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Abb. 7.13.: Verlauf des VeVs ω =
√
ω2

1 + ω2
2 + ω2

3 und der Phase ϕ = tan−1 (ω3/ω2)
des Punktes PCPC,1 aus Tabelle 7.2 in Abhängigkeit der Temperatur
aufgetragen. Grau gestrichelt ist hierbei die Gerade ω = T .

Der Punkt PCPC,2 lässt vermuten, dass es im 2HDM Parameterpunkte gibt, an de-
nen eine EWBG möglich ist. Die Verteilung dieser Punkte im Parameterraum kann
jedoch erst untersucht werden, wenn die numerischen Probleme aus Kapitel 4.5 beho-
ben wurden oder durch einen anderen Ansatz die On-Shell Bedingungen (4.74) und
(4.75) erfüllt werden. Alternativ können Renomierungsschemata benutzt werden, die
nicht zu numerischen Instabilitäten führen. Da dies jedoch über den Umfang dieser
Arbeit hinausgeht, verbleibt eine abschließende Untersuchung dessen für zukünftige
Arbeiten.
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Abb. 7.14.: Verlauf des VeVs ω =
√
ω2

1 + ω2
2 + ω2

3 und der Phase ϕ = tan−1 (ω3/ω2)
des Punktes PCPC,2 aus Tabelle 7.2 in Abhängigkeit der Temperatur
aufgetragen. Grau gestrichelt ist hierbei die Gerade ω = T .
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8. Zusammenfassung und Ausblick

Im Verlauf dieser Arbeit wurde in Kapitel 2 das Potential des 2HDMs eingeführt
und in Kapitel 3 die im 2HDM erforderlichen Bedingungen für eine elektroschwache
Baryogenese.

Um diese Kriterien zu überprüfen, wurde das effektive Potential auf Ein-Schleifen
Niveau benötigt und in Kapitel 4 hergeleitet. Hierbei wurde eine Methode zum
Wechsel vom MS Renomierungsschema in ein On-Shell Schema vorgestellt, welches
sich jedoch aufgrund numerischer Probleme noch nicht anwenden lässt.

Mit den in Kapitel 5 und 6 vorgestellten Methoden, wurden zwei C++ Program-
me geschrieben: Zum Einen ein Scanprogramm, welches einen Parameterpunkt des
2HDMs auf die Reproduzierbarkeit aktueller Messergebnisse sowie die Einhaltung
von Schranken durch elektroschwachen Präzisionsdaten als auch thereotische Schran-
ken überprüft, zum anderen ein Programm, welches die Stärke des Phasenübergangs
eines Parameterpunkts bestimmt. Diese Routinen wurden ebenfalls verwendet, um
das globale Minimum des effektiven Potentials bei beliebiger Temperatur für die Er-
stellungen der Graphiken 7.12 - 7.14 zu berechnen. Mit den Ergebnissen des Scanners
konnten die Resultate bestehender Arbeiten, bezüglich der Verteilung der physikali-
schen Parameterpunkte des 2HDMs, reproduziert werden.

Es konnte gezeigt werden, dass es sowohl Punkte mit starken Phasenübergängen
als auch Punkte mit spontaner CP-Verletzung gibt. Dies lässt vermuten, dass es
auch Punkte gibt, die sowohl eine spontante CP-Verletzung als auch einen starken
Phasenübergang haben und damit zwei der drei Sacharowkriterien erfüllen.

Der nächste Schritt wird sein die Hessematrix des Coleman-Weinberg-Potentials nu-
merisch stabil zu berechnen und in das Renomierungsschema aus Kapitel 4.5 zu
wechseln. Der damit verbundene Geschwindigkeitsgewinn wird es erlauben den Pa-
rameterraum effizient nach Punkten zu durchsuchen, die sowohl mit experimentel-
len Beobachtungen kompatibel sind als auch elektroschwache Baryogenese ermögli-
chen.
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A. Massenterme

A.1. Fermion-Massen

Die Fermionen erhalten ihre Massen durch die Kopplung an das entsprechende Du-
blett Φy und den Betrag dessen VeVs, |vy|. Die Masse ist dann gegeben durch

mx = cx
|vy|√

2
, (A.1)

wobei x ein beliebiges Fermion ist. Dies gilt bei allen Temperaturen mit der entspre-
chenden Fermion-Kopplung cx. Damit ergibt sich die Relation

mx(T )

mx(T = 0)
=

|vy|(T )

|vy|(T = 0)
. (A.2)

Weiterhin betrachten wir die Einteilung des 2HDMs in die vier Typ I, II, Lepton-
Specific und Flipped nach [1]. Da die up-artigen Quarks immer an das zweite Dublett
koppeln gilt hier die Massenrelation

mU(T ) =

√
ω2

2 + ω2
3

v2

mU(T = 0) . (A.3)

Für die down-artigen Quarks und die Leptonen muss eine Fallunterscheidung vorge-
nommen werden

mD(T ) =

{
mD(T = 0)

√
ω2
2+ω2

3

v2
Typ I und Lepton-Specific

mD(T = 0)ω1

v1
Typ II und Flipped

, (A.4)

mL(T ) =

{
mL(T = 0)

√
ω2
2+ω2

3

v2
Typ I und Flipped

mL(T = 0)ω1

v1
Typ II und Lepton-Specific

. (A.5)
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A.2. Eichbosonen

Die temperaturkorrigierten Eichbosonenmassen wurden in Kapitel 4.4 berechnet und
sind gegeben durch

M2
LW =

g2

4
ω2 + 2g2T 2 , (A.6)

M2
LA =

(
g2 + g′2

)(
T 2 +

ω2

8

)
− 1

8

√
(g2 − g′2)2 (64T 4 + 16T 2ω2) + (g2 + g′2)2 (ω2)2 , (A.7)

M2
LZ =

(
g2 + g′2

)(
T 2 +

ω2

8

)
+

1

8

√
(g2 − g′2)2 (64T 4 + 16T 2ω2) + (g2 + g′2)2 (ω2)2 , (A.8)

mit

ω2 = ω2
1 + ω2

2 + ω2
3 . (A.9)

A.3. Higgs-Bosonen

Definieren wir die Abkürzungen

ct =

√
2

v2

mt(T = 0) , (A.10)

cb =

{√
2mb(T=0)

v2
Typ I und Lepton-Specific

√
2mb(T=0)

v1
Typ II und Flipped

, (A.11)

d1 =
1

48

[
12λ1 + 8λ3 + 4λ4 + 3

(
3g2 + g′2

)]
, (A.12)

d2 =
1

48

[
12λ2 + 8λ3 + 4λ4 + 3

(
3g2 + g′2

)
+ 12c2

t

]
, (A.13)

c1 =

{
d1 Typ I und Lepton-Specific

d1 + 12c2
b Typ II und Flipped

, (A.14)

c2 =

{
d2 + 12c2

b Typ I und Lepton-Specific

d2 Typ II und Flipped
, (A.15)

wobei cb und ct die Kopplungen des Bottom und des Top-quarks im 2HDM bezeich-
nen und g beziehungsweise g′ die Kopplungskonstante an den Isospin beziehungswei-
se an die schwache Hyperladung bezeichnet. Damit lassen sich die temperaturabhän-
gigen Massen des geladenen Higgs-Teilchens und des geladenen Goldstone-Bosons
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schreiben als

M2
H± =

1

2

(
C11 + C22 + (c1 + c2)T 2

)
+

1

2

√
(C11 − C22 + (c1 − c2)T 2)2 + 4 (C2

12 + C2
13) , (A.16)

M2
G± =

1

2

(
C11 + C22 + (c1 + c2)T 2

)
− 1

2

√
(C11 − C22 + (c1 − c2)T 2)2 + 4 (C2

12 + C2
13) , (A.17)

wobei

C11 = m2
1 + λ1

ω2
1

2
+ λ3

ω2
2 + ω2

3

2
, (A.18)

C22 = m2
2 + λ2

ω2
2 + ω2

3

2
+ λ3

ω2
1

2
, (A.19)

C12 =
ω1ω2

2
(λ4 + <(λ5))− ω1ω3

2
=(λ5)−<(m2

3) , (A.20)

C13 = −ω1ω2

2
=(λ5) +

ω1ω3

2
(λ4 −<(λ5)) + =(m2

3) . (A.21)

Die neutralen Massenquadrate lassen sich nicht analytisch berechnen und müssen
als Eigenwerte der folgenden Matrix M2

N numerisch bestimmt werden

M2
N = M2 + T 2diag (c1, c1, c2, c2) (A.22)

mit den Elementen (
M2
)
ij

= m2
ij (A.23)
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in der Basis (ζ1, ψ1, ζ2, ψ2). Die Elemente sind

m2
11 : = m2

ζ1,ζ1

= m2
1 +

3

2
λ1ω

2
1 +

1

2
(λ3 + λ4)

(
ω2

2 + ω2
3

)
+

1

2
<(λ5)

(
ω2

2 − ω2
3

)
−=(λ5)ω2ω3 ,

(A.24a)

m2
22 : = m2

ψ1,ψ1

= m2
1 +

1

2
λ1ω

2
1 +

1

2
(λ3 + λ4)

(
ω2

2 + ω2
3

)
− 1

2
<(λ5)

(
ω2

2 − ω2
3

)
+ =(λ5)ω2ω3 ,

(A.24b)

m2
33 : = mζ2,ζ2

= m2
2 +

1

2
λ2

(
3ω2

2 + ω2
3

)
+

1

2
(λ3 + λ4)ω2

1 +
1

2
<(λ5)ω2

1 , (A.24c)

m2
44 : = mψ2,ψ2

= m2
2 +

1

2
λ2

(
ω2

2 + 3ω2
3

)
+

1

2
(λ3 + λ4)ω2

1 −
1

2
<(λ5)ω2

1 , (A.24d)

m2
12 : = m2

ζ1,ψ1
= m2

ψ1,ζ1

=
1

2
=(λ5)

(
ω2

2 − ω2
3

)
+ <(λ5)ω2ω3 , (A.24e)

m2
13 : = m2

ζ1,ζ2
= m2

ζ2,ζ1

= −<(m2
3) + (λ3 + λ4 + <(λ5))ω1ω2 −=(λ5)ω1ω3 , (A.24f)

m2
14 : = m2

ζ1,ψ2
= m2

ψ2,ζ1

= =(m2
3)−=(λ5)ω1ω2 + (λ3 + λ4 −<(λ5))ω1ω3 , (A.24g)

m2
23 : = m2

ψ1,ζ2
= m2

ζ2,ψ1

= −=(m2
3) + =(λ5)ω1ω2 + <(λ5)ω1ω3 , (A.24h)

m2
24 : = m2

ψ1,ψ2
= m2

ψ2,ψ1

= −<(m2
3) + <(λ5)ω1ω2 −=(λ5)ω1ω3 , (A.24i)

m2
34 : = m2

ψ1,ψ2
= m2

ψ2,ψ1

= −ω
2
1

2
=(λ5) + λ2ω2ω3 , (A.24j)

(A.24k)
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B. Ableitung von Eigenwerten

In diesem Kapitel gilt die folgende Notation

λ,x ≡
∂λ

∂x
, (B.1)

λ,xy ≡
∂2λ

∂x∂y
. (B.2)

B.1. Nicht Entartete Eigenwerte

Sei M eine reelle, symmetrische n× n Matrix mit den nicht entarteten Eigenwerten
(EW) λi, i ∈ {1 · · · 4}, und den dazugehörigen Eigenvektoren (EV) vi. Dann ist das
Eigenwert-Problem gegeben durch

Fi = M − λi1 , (B.3)

Fivi = 0 , (B.4)

vTi vj = δij , (B.5)

wobei

δij =

{
1 i = j

0 i 6= j
(B.6)

das Kronecker-δ bezeichnet. Damit gilt

vTi Fivi = 0 . (B.7)

B.1.1. Erste Ableitung

Seien die EW nun Funktionen von ω1, ω2, ω3 , so gilt mit x ∈ {ω1, ω2, ω3}

0 =
(
vTi Fivi

)
,x
, (B.8)

0 =vTi,x Fivi︸︷︷︸
=0

+vTi Fi,xvi + vTi Fi︸︷︷︸
=0

vi,x , (B.9)

0 =vTi (Fi,x) vi , (B.10)

λi,x =vTi (M,x) vi , (B.11)

wobei hier Gl. (B.3) - (B.5) genutzt wurde.
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Die erste Ableitung des Eigenvektors vi ist nach Rudissill [39] durch das lineare
Gleichungssystem

Cvi,j = −Evi , (B.12)

mit

C = (M − λi)T (M − λi) + viv
T
i , (B.13)

E = (M − λi)T (M,x − λi,x) , (B.14)

gegeben.

B.1.2. Zweite Ableitung

Betrachten wir

0 = (Fivi),xy (B.15)

= (Fi,xvi + Fivi,x),y (B.16)

= (Fi,xyvi + Fi,xvi,y + Fi,yvi,x + Fivi,xy) . (B.17)

Nutzen wir nun (B.12) und

Fi,xy =M,xy − λi,xy (B.18)

so erhalten wir für die zweite Ableitung eines Eigenwertes nach Durchmultiplizieren
von vTi von links

λi,xy = vTi Mi,xyvi + vTi Fi,xvi,y + vTi Fi,yvi,x . (B.19)

Alle Größen auf der rechten Seite lassen sich mit (B.11) und (B.12) ausrechnen.

B.2. Entartete Eigenwerte

B.2.1. Erste Ableitung

Sei nun wieder M ∈ R4×4 und λi ein m−fach entarteter Eigenwert mit den dazu-
gehörigen Eigenvektoren vj, j = 1, . . . ,m. Diese sind jedoch nicht eindeutig, da sie
einen Raum aufspannen und somit auch jede Linearkombination wieder ein EV ist.
Wir nehmen nun also ein mögliches normiertes Set {vj}. Wir definieren nach [40]

Φ = [v1|v2| . . . |vm] ∈ R4×m . (B.20)

Das Eigensystem ist dann gegeben durch

(M − λi1) Φhi =0 , (B.21)

hTi hj =δij . (B.22)
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Die möglichen EV sind damit

ψi =Φhi . (B.23)

Wir definieren erneut

Fi =M − λi1 , (B.24)

Fiψi =0 . (B.25)

Leiten wir (B.25) nach x ∈ {ω1, ω2, ω3} ab und multiplizieren von links mit ΦT

erhalten wir

ΦTFi,xΦhi =0 . (B.26)

Dies führt zu einem Unter-Eigen-system[
ΦTM,xΦ− λi,x1

]
hi =0 . (B.27)

Sind nun die λi,x eindeutig, so ist auch Hx = [h1|h2|..|hm] eindeutig. Die Matrix H
ist jedoch unterschiedlich je nachdem nach welcher Variable die Ableitung betrachtet
wird.

Im folgenden gilt nun die Annahme, dass alle Hx eindeutig sind. Die Eigenvektoren
werden nun in der Form

Ψ =ΦH = [φ1|φ2| . . . |φm] (B.28)

gegeben. Als Ansatz für die Ableitung des EV dient

ψi,x =vxi + Ψcxi . (B.29)

Dies führt uns auf die Gleichung

[M − λi1] vxi =− [M,x− λi,x1]ψi . (B.30)

Der Rang von Fi beträgt 4−m und somit ist dieses Gleichungssystem unterbestimmt
und wir müssen eine Lösung aus dem Raum der Lösungen wählen. Hierzu wählen
wir die in [40] vorgeschlagene Methode. Zuerst wird das größte Element in der ersten
Spalte von Ψ gesucht und der Wert in der entsprechenden Zeile in vxi auf 0 gesetzt.
Anschließend wird die Zeile mit dem größten Wert in der zweiten Spalte von Ψ
gesucht und die entsprechende Zeile in vxi auf 0 gesetzt. Ist dies bereits ein gesetzter
Eintrag, so wird der zweitgrößte Eintrag gesucht. Dies wird mit allen m Spalten von
Ψ getan und somit hat der Lösungsvektor vxi noch 4 −m freie Einträge und somit
haben wir ein eindeutig bestimmtes Gleichungssystem und (B.30) ist lösbar.

Um cxi zu bestimmen, betrachten wir nun

Cx = [cx1| · · · |cxm] . (B.31)
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Die reduzierten Gleichungen ergeben

[Cx]ii =− vTxi · ψi , (B.32)

2 (λj,x − λi,x) [Cx]ji =− 2ψTj [M,x− λi,x1] vxi − ψTj M,xxψi . (B.33)

Damit sind alle Größen bekannt und durch (B.29) sind die Ableitungen der EV
bekannt.

B.2.2. Zweite Ableitung

Um die zweite Ableitung eines entarteten Eigenwertes zu erhalten, nutzen wir den
Algorithmus aus [41].

Betrachten wir nun die Ableitung nach x, y ∈ {ω1, ω2, ω3}. Der Algorithmus benö-
tigt

• X , die Matrix der Eigenvektoren. Diese wird in der Basis bezüglich x gewählt.

• X,x die Ableitung der Eigenvektoren nach x.

• X,y die Ableitung der Eigenvektoren nach y.

• Λ,Λ,x,Λ,y die Matrix der Eigenwerte und ihrer Ableitungen

• M,M,x,M,y,M,xy die ursprüngliche Matrix und deren Ableitungen.

Ist all dies gegeben, so lautet der Algorithmus :

Schritt 1 Wähle ε1, ε2 klein, k0 ∈ N+

Schritt 2 Definiere

Γ =M,xyX +M,xX,y +M,yX,x −X,yΛ,x −X,xΛ,y (B.34)

Schritt 3 Setze F (0) = 0

Schritt 4 Setze k = 0

Schritt 5 Berechne

V (k) =Γ−MF (k) (B.35)

N(k) =XT [V (k)− F (k)Λ] (B.36)

F (k + 1) = [V (k)−XN(k)] Λ−1 (B.37)

Schritt 6

T = (‖F (k + 1)− F (k)‖ < ε1 und ‖N(k + 1)−N(k)‖ < ε2) oder k > k0

(B.38)

Schritt 7 T = false -> erhöhe k um 1 und springe zu Schritt 5. Ansonsten sind N(k)ii
die angenäherten Werte von λi,xy.
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Für die Matrixnorm wählen wir hier

‖A‖ =

(∑
i,j

|Aij|2
)1/2

. (B.39)
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C. Feynman-Regeln

C.1. Produktion

Um die Raten für ein beliebiges 2HDM Modell (auch CPV) zu berechnen, gilt nach
[42]

µf =
σ2HDM(pp→ h)

σSM(pp→ h)

Γ2HDM [h→ f ]

ΓSM [h→ f ]

ΓSM [h→ all]

Γ2HDM [h→ all]
(C.1)

=
σ2HDM(pp→ h)

σSM(pp→ h)

BR2HDM [h→ f ]

BRSM [h→ f ]
. (C.2)

Der Wirkungsquerschnitt für die Produktion eines Higgs-Teilchens via Gluon Fusion
normiert auf den SM Wert ist nach [42] durch

σ2HDM(gg → h)

σSM(gg → h)
=

∣∣atA1/2(τt) + abA1/2(τb)
∣∣2 +

∣∣∣btAA1/2(τt) + bbA
A
1/2(τb)

∣∣∣2∣∣A1/2(τt) + A1/2(τb)
∣∣2 . (C.3)

gegeben, mit den Definitionen

τt/b =
4m2

t/b

m2
h

, (C.4)

A1/2(τ) = 2τ [1 + (1− τ)f(τ)] , (C.5)

AA1/2(τ) = 2τf(τ) , (C.6)

f(τ) =


[
sin−1

(√
1/τ
)]2

τ ≥ 1

−1
4

[
ln
(

1+
√

1−τ
1−
√

1−τ

)
− iπ

]2

τ < 1
. (C.7)

Hierbei sind at, ab jeweils die skalaren Kopplungen an das Top und das Bottom und
bt, bb sind die pseudosklaren Kopplungen an Top und Bottom, gegeben in Tabelle
C.2.

C.2. Kopplungen

Im folgenden bezeichnet R die Rotationsmatrix des neutralen Higgssektors gegeben
in Gl. (2.40).
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C.2.1. Eichbosonen

Die Kopplungen an die Eichbosonen sind durch einsetzen der kovarianten Ableitung
gegeben. Mit der Bezeichnung pjµ für den einlaufenden, kovarianten Viererimpuls des
Teilchens j, folgt nach [43]

ZH+H− :
−ig cos (2θW )

2 cos θW

(
p+
µ − p−µ

)
, (C.8a)

ZG+G− :
−ig cos (2θW )

2 cos θW

(
p+
µ − p−µ

)
, (C.8b)

Zhjhk : − g

2 cos θW

[
(sin βRj1 − cos βRj2)Rk3

− (sin βRk1 − cos βRk2)Rj3

] (
pjµ − pkµ

)
, (C.8c)

ZhjG
0 :

g

2 cos θW
(cos βRj1 + sin βRj2)

(
pjµ − p0

µ

)
, (C.8d)

W±H∓hj :
g

2
[±i (sin βRj1 − cos βRj2) +Rj3]

(
pjµ − p∓µ

)
, (C.8e)

W±G∓hj :
∓ig

2
(cos βRj1 + sin βRj2)

(
pjµ − p∓µ

)
, (C.8f)

W±G∓G0 :
g

2

(
p0
µ − p∓µ

)
, (C.8g)

hjZZ : (cos βRj1 + sin βRj2)
gmZ

cW
, (C.8h)

hjW
±W∓ : (cos βRj1 + sin βRj2) gmW . (C.8i)

C.2.2. Fermionen

Um die Kopplungen an die Fermionen zu berechnen, nutzen wir aus, dass in der
Feldbasis

Φ1 =

(
φ+

1
1√
2

(ω1 + ζ1 + iψ1)

)
, (C.9)

Φ2 =

(
φ+

2
1√
2

(ω2 + iω3 + ζ2 + iψ2)

)
(C.10)

gilt:

ζj =
3∑
i=1

Rijhi j ∈ {1, 2, 3} , (C.11)

φ+
1 = cos βG+ − sin βH+ , (C.12)

φ+
2 = sin βG+ + cos βH+ , (C.13)

ψ1 = cos βG0 − sin βζ3 , (C.14)

ψ2 = sin βG0 + cos βζ3 . (C.15)
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Die Kopplungen folgen aus der Yukawa-Lagrandedichte

LY =−
{
Q
′
L (Γ1Φ1 + Γ2Φ2)D′R −Q

′
L (∆1εΦ

∗
1 + ∆2εΦ

∗
2)U ′R

+ L
′
L (Π1Φ1 + Π2Φ2)E ′R + h.c.

}
(C.16)

mit

ε =

(
0 1
−1 0

)
, (C.17)

Q′ =(U, V D) , (C.18)

L′ =(ν, E) . (C.19)

V ist die CKM-Matrix und die quark- und leptondubletts sind gegeben durch

D =

ds
b

 , U =

uc
t

 , (C.20)

E =

eµ
τ

 , ν =

νeνµ
ντ

 . (C.21)

Weiterhin sind die Kopplungen durch die 3× 3 komplexen Matrizen Γa,∆a,Πa mit
a = 1, 2 im Flavour-Raum gegeben.

Für die Kopplung des m-ten up-type quarks gilt

cU =
1√
2
{(∆1)mm (Rj1 + iγ5 sin βRj3) + (∆2)mm (Rj2 − iγ5 cos βRj3)} , (C.22)

die Kopplung an das m-te down-type quark ist gegeben durch

cD =− 1√
2

{(
V †Γ1V

)
mm

(R1j − i sin βγR3j)

+
(
V †Γ2V

)
mm

(R2j + i cos βγ5R3j)
}

(C.23)

und für das m-te Lepton gilt

cL =− 1√
2
{(Π1)kk (Rj1 − i sin βγ5Rj3) + (Π2)kk (R3j + i cos βγ5Rj3)} . (C.24)

Da ∆1 und ∆2, sowie Γ1 und Γ2 und Π1 und Π2, nicht mit der selben Basis diago-
nalisierbar sind, führt dies bereits auf Tree-Level zu flavour verändernden neutralen
Strömen. Um diese zu vermeiden, betrachten wir die vier gängigen Typen des 2HDM
[1]. Die Aufteilung der Kopplungen ist in Tabelle C.1 gegeben. In diesen vier Typen
gilt dann

∆j = diag (mu,mc,mt) , (C.25)

Πj = diag (me,mµ,mτ ) , (C.26)

V †ΓjV = diag (md,ms,mb) , (C.27)
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Tabelle C.1.: Zuordnung der vier gängigen Typen des 2HDM anhand der Kopplung
der Fermionen an die verschiedenen Higgs-Dubletts.

Typ I Typ II Typ Lepton-Specific Typ Flipped

Up-type Quarks Φ2 Φ2 Φ2 Φ2

Down-type Quarks Φ2 Φ1 Φ2 Φ1

Leptonen Φ2 Φ1 Φ1 Φ2

Tabelle C.2.: Kopplungen der neutralen hj an die Fermionen relativ zum Standard-
modell für die verschiedenen Typen des 2HDM

Typ I Typ II Lepton Specific Flipped

Up
Rj2

sinβ
− iγ5

Rj3

tanβ

Rj2

sinβ
− iγ5

Rj3

tanβ

Rj2

sinβ
− iγ5

Rj3

tanβ

Rj2

sinβ
− iγ5

Rj3

tanβ

Down
Rj2

sinβ
+ iγ5

Rj3

tanβ

Rj1

cosβ
− iγ5 tan βRj3

Rj2

sinβ
+ iγ5

Rj3

tanβ

Rj1

cosβ
− iγ5 tan βRj3

Leptons
Rj2

sinβ
+ iγ5

Rj3

tanβ

Rj1

cosβ
− iγ5 tan βRj3

Rj1

cosβ
− iγ5 tan βRj3

Rj2

sinβ
+ iγ5

Rj3

tanβ

wobei j der Index des Dubletts ist, an welches die Teilchen koppeln. Für den Index
i 6= j gilt dann

∆i = Πi = V †ΓiV = 0 . (C.28)

Insgesamt ergeben sich die auf das SM normierten Kopplungen aus Tabelle C.2.

C.2.3. Kopplungen zwischen 3 Higgsbosonen

Die Kopplung λj+− zwischen einem neutralen Higgs hj und zwei geladenen Higgsen
ist gegeben durch

−λj+−/v =
∂3V

∂hj∂H+∂H−

∣∣∣∣
Felder=0

(C.29)

= cos β
[
sin2 β (λ1 − λ4 −<(λ5)) + cos2 βλ3

]
Rj1

+ sin β
[
cos2 β (λ2 − λ4 −<(λ5)) + sin2 βλ3

]
Rj2

+ cos β sin β=(λ5)Rj3 . (C.30)

Die Kopplungen cijk zwischen drei neutralen Higgs-Teilchen ist gegeben durch

−cijk
v

=
1

v

∂3V

∂hi∂hj∂hk

∣∣∣∣
Felder=0

(C.31)
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−cjjj
v

=− 3λ1Rj1Rj3
2cβ

3 + 3λ2sβcβ
2Rj2Rj3

2 + 3λ3cβ
3Rj1Rj3

2 − 3λ3sβcβ
2Rj2Rj3

2

+ 3λ4cβ
3Rj1Rj3

2 − 3λ4sβcβ
2Rj2Rj3

2 + 3cβ
3Rj1Rj3

2<(λ5)− 3sβcβ
2Rj2Rj3

2<(λ5)

− 3=(λ5)sβcβRj1
2Rj3 − 3=(λ5)sβcβRj2

2Rj3 + 3=(λ5)cβRj3
3sβ + 3λ1cβRj1

3

+ 3λ1cβRj1Rj3
2 + 3λ2sβRj2

3 + 3λ3sβRj1
2Rj2 + 3λ3cβRj1Rj2

2 + 3λ3Rj2Rj3
2sβ

+ 3λ4sβRj1
2Rj2 + 3λ4cβRj1Rj2

2 + 3λ4Rj2Rj3
2sβ + 3sβRj1

2Rj2<(λ5)

+ 3cβRj1Rj2
2<(λ5)− 6cβRj1Rj3

2<(λ5)− 3Rj2Rj3
2<(λ5)sβ − 6=(λ5)Rj1Rj2Rj3

(C.32)

−c112

v
=− 2λ1R11R13R23cβ

3 − λ1R13
2R21cβ

3 + 2λ2cβ
2sβR12R13R23 + λ2cβ

2sβR13
2R22

+ 2λ3cβ
3R11R13R23 − 2λ3cβ

2sβR12R13R23 + λ3cβ
3R13

2R21 − λ3cβ
2sβR13

2R22

+ 2λ4cβ
3R11R13R23 − 2λ4cβ

2sβR12R13R23 + λ4cβ
3R13

2R21 − λ4cβ
2sβR13

2R22

+ 2cβ
3R11R13R23<(λ5)− 2cβ

2sβR12R13R23<(λ5) + cβ
3R13

2R21<(λ5)

− cβ2sβR13
2R22<(λ5)−=(λ5)cβsβR11

2R23 − 2=(λ5)cβsβR11R13R21

−=(λ5)cβsβR12
2R23 − 2=(λ5)cβsβR12R13R22 + 3=(λ5)sβR13

2R23cβ

+ 3λ1cβR11
2R21 + 2λ1cβR11R13R23 + λ1cβR13

2R21 + 3λ2sβR12
2R22

+ λ3sβR11
2R22 + 2λ3sβR11R12R21 + 2λ3cβR11R12R22 + λ3cβR12

2R21

+ 2λ3R12R13R23sβ + λ3R13
2R22sβ + λ4sβR11

2R22 + 2λ4sβR11R12R21

+ 2λ4cβR11R12R22 + λ4cβR12
2R21 + 2λ4R12R13R23sβ + λ4R13

2R22sβ

+ sβR11
2R22<(λ5) + 2sβR11R12R21<(λ5) + 2cβR11R12R22<(λ5)

− 4cβR11R13R23<(λ5) + cβR12
2R21<(λ5)− 2sβR12R13R23<(λ5)

− 2cβR13
2R21<(λ5)− sβR13

2R22<(λ5)− 2=(λ5)R11R12R23

− 2=(λ5)R11R13R22 − 2=(λ5)R12R13R21 (C.33)
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−c113

v
=− 2λ1R11R13R33cβ

3 − λ1R13
2R31cβ

3 + 2λ2sβcβ
2R12R13R33 + λ2sβcβ

2R13
2R32

+ 2λ3cβ
3R11R13R33 − 2λ3sβcβ

2R12R13R33 + λ3cβ
3R13

2R31 − λ3sβcβ
2R13

2R32

+ 2λ4cβ
3R11R13R33 − 2λ4sβcβ

2R12R13R33 + λ4cβ
3R13

2R31 − λ4sβcβ
2R13

2R32

+ 2cβ
3R11R13R33<(λ5)− 2sβcβ

2R12R13R33<(λ5) + cβ
3R13

2R31<(λ5)

− sβcβ2R13
2R32<(λ5)−=(λ5)sβcβR11

2R33 − 2=(λ5)sβcβR11R13R31

−=(λ5)sβcβR12
2R33 − 2=(λ5)sβcβR12R13R32 + 3=(λ5)cβR13

2R33sβ

+ 3λ1cβR11
2R31 + 2λ1cβR11R13R33 + λ1cβR13

2R31 + 3λ2sβR12
2R32

+ λ3sβR11
2R32 + 2λ3sβR11R12R31 + 2λ3cβR11R12R32 + λ3cβR12

2R31

+ 2λ3R12R13R33sβ + λ3R13
2R32sβ + λ4sβR11

2R32 + 2λ4sβR11R12R31

+ 2λ4cβR11R12R32 + λ4cβR12
2R31 + 2λ4R12R13R33sβ + λ4R13

2R32sβ

+ sβR11
2R32<(λ5) + 2sβR11R12R31<(λ5) + 2cβR11R12R32<(λ5)

− 4cβR11R13R33<(λ5) + cβR12
2R31<(λ5)− 2sβR12R13R33<(λ5)

− 2cβR13
2R31<(λ5)− sβR13

2R32<(λ5)− 2=(λ5)R11R12R33

− 2=(λ5)R11R13R32 − 2=(λ5)R12R13R31 (C.34)

−c122

v
=− λ1R11R23

2cβ
3 − 2λ1R13R21R23cβ

3 + λ2sβcβ
2R12R23

2 + 2λ2sβcβ
2R13R22R23

+ λ3cβ
3R11R23

2 − λ3sβcβ
2R12R23

2 + 2λ3cβ
3R13R21R23 − 2λ3sβcβ

2R13R22R23

+ λ4cβ
3R11R23

2 − λ4sβcβ
2R12R23

2 + 2λ4cβ
3R13R21R23 − 2λ4sβcβ

2R13R22R23

+ cβ
3R11R23

2<(λ5)− sβcβ2R12R23
2<(λ5) + 2cβ

3R13R21R23<(λ5)

− 2sβcβ
2R13R22R23<(λ5)− 2=(λ5)sβcβR11R21R23 − 2=(λ5)sβcβR12R22R23

−=(λ5)sβcβR13R21
2 −=(λ5)sβcβR13R22

2 + 3=(λ5)cβR13R23
2sβ + 3λ1cβR11R21

2

+ λ1cβR11R23
2 + 2λ1cβR13R21R23 + 3λ2sβR12R22

2 + 2λ3sβR11R21R22

+ λ3cβR11R22
2 + λ3sβR12R21

2 + 2λ3cβR12R21R22 + λ3R12R23
2sβ

+ 2λ3R13R22R23sβ + 2λ4sβR11R21R22 + λ4cβR11R22
2 + λ4sβR12R21

2

+ 2λ4cβR12R21R22 + λ4R12R23
2sβ + 2λ4R13R22R23sβ + 2sβR11R21R22<(λ5)

+ cβR11R22
2<(λ5)− 2cβR11R23

2<(λ5) + sβR12R21
2<(λ5) + 2cβR12R21R22<(λ5)

− sβR12R23
2<(λ5)− 4cβR13R21R23<(λ5)− 2sβR13R22R23<(λ5)

− 2=(λ5)R11R22R23 − 2=(λ5)R12R21R23 − 2=(λ5)R13R21R22 (C.35)
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−c123

v
=− λ1R11R23R33cβ

3 − λ1R13R21R33cβ
3 − λ1R13R23R31cβ

3 + λ2sβcβ
2R12R23R33

+ λ2sβcβ
2R13R22R33 + λ2sβcβ

2R13R23R32 + λ3cβ
3R11R23R33 − λ3sβcβ

2R12R23R33

+ λ3cβ
3R13R21R33 − λ3sβcβ

2R13R22R33 + λ3cβ
3R13R23R31 − λ3sβcβ

2R13R23R32

+ λ4cβ
3R11R23R33 − λ4sβcβ

2R12R23R33 + λ4cβ
3R13R21R33 − λ4sβcβ

2R13R22R33

+ λ4cβ
3R13R23R31 − λ4sβcβ

2R13R23R32 + cβ
3R11R23R33<(λ5)

− sβcβ2R12R23R33<(λ5) + cβ
3R13R21R33<(λ5)− sβcβ2R13R22R33<(λ5)

+ cβ
3R13R23R31<(λ5)− sβcβ2R13R23R32<(λ5)−=(λ5)sβcβR11R21R33

−=(λ5)sβcβR11R23R31 −=(λ5)sβcβR12R22R33 −=(λ5)sβcβR12R23R32

−=(λ5)sβcβR13R21R31 −=(λ5)sβcβR13R22R32 + 3=(λ5)cβR13R23R33sβ

+ 3λ1cβR11R21R31 + λ1cβR11R23R33 + λ1cβR13R21R33 + λ1cβR13R23R31

+ 3λ2sβR12R22R32 + λ3sβR11R21R32 + λ3sβR11R22R31 + λ3cβR11R22R32

+ λ3sβR12R21R31 + λ3cβR12R21R32 + λ3cβR12R22R31 + λ3R12R23R33sβ

+ λ3R13R22R33sβ + λ3R13R23R32sβ + λ4sβR11R21R32 + λ4sβR11R22R31

+ λ4cβR11R22R32 + λ4sβR12R21R31 + λ4cβR12R21R32 + λ4cβR12R22R31

+ λ4R12R23R33sβ + λ4R13R22R33sβ + λ4R13R23R32sβ + sβR11R21R32<(λ5)

+ sβR11R22R31<(λ5) + cβR11R22R32<(λ5)− 2R11R23R33<(λ5)cβ

+ sβR12R21R31<(λ5) + cβR12R21R32<(λ5) + cβR12R22R31<(λ5)

−R12R23R33<(λ5)sβ − 2R13R21R33<(λ5)cβ −R13R22R33<(λ5)sβ

− 2R13R23R31<(λ5)cβ −R13R23R32<(λ5)sβ −=(λ5)R11R22R33

−=(λ5)R11R23R32 −=(λ5)R12R21R33 −=(λ5)R12R23R31

−=(λ5)R13R21R32 −=(λ5)R13R22R31 (C.36)

−c133

v
=
{
−2R13R31R33 c

3
β −R11R33

2c3
β + cβR11R33

2 + 2 cβR13R31R33 + 3 cβR11R31
2
}
λ1

+
{

2 c2
βsβR13R32R33 + c2

βsβR12R33
2 + 3 sβR12R32

2
}
λ2

+
{
−c2

βsβR12R33
2 − 2 c2

βsβR13R32R33 +R12R33
2sβ + 2R13R32R33 sβ

+ 2 cβR12R31R32 + 2 sβR11R31R32 + 2R13R31R33 c
3
β +R11R33

2c3
β

+ cβR11R32
2 + sβR12R31

2
}

(λ3 + λ4)

+
{
−R12R33

2sβ − 2 cβR11R33
2 − 2 c2

βsβR13R32R33 − 2R13R32R33 sβ

− 4 cβR13R31R33 + 2 cβR12R31R32 + 2 sβR11R31R32 + 2R13R31R33 c
3
β

− c2
βsβR12R33

2 +R11R33
2 (cβ)3 + cβR11R32

2 + sβR12R31
2
}
<(λ5)

+
{
−2 cβsβR11R31R33 − 2 cβsβR12R32R33 + 3 sβR13R33

2cβ − 2R12R31R33

− 2R13R31R32 − 2R11R32R33 − cβsβR13R31
2 − cβsβR13R32

2
}
=(λ5)

(C.37)
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−c223

v
=− 2λ1R21R23R33cβ

3 − λ1R23
2R31cβ

3 + 2λ2sβcβ
2R22R23R33 + λ2sβcβ

2R23
2R32

+ 2λ3cβ
3R21R23R33 − 2λ3sβcβ

2R22R23R33 + λ3cβ
3R23

2R31 − λ3sβcβ
2R23

2R32

+ 2λ4cβ
3R21R23R33 − 2λ4sβcβ

2R22R23R33 + λ4cβ
3R23

2R31 − λ4sβcβ
2R23

2R32

+ 2cβ
3R21R23R33<(λ5)− 2sβcβ

2R22R23R33<(λ5) + cβ
3R23

2R31<(λ5)

− sβcβ2R23
2R32<(λ5)−=(λ5)sβcβR21

2R33 − 2=(λ5)sβcβR21R23R31

−=(λ5)sβcβR22
2R33 − 2=(λ5)sβcβR22R23R32 + 3=(λ5)cβR23

2R33sβ

+ 3λ1cβR21
2R31 + 2λ1cβR21R23R33 + λ1cβR23

2R31 + 3λ2sβR22
2R32

+ λ3sβR21
2R32 + 2λ3sβR21R22R31 + 2λ3cβR21R22R32 + λ3cβR22

2R31

+ 2λ3R22R23R33sβ + λ3R23
2R32sβ + λ4sβR21

2R32 + 2λ4sβR21R22R31

+ 2λ4cβR21R22R32 + λ4cβR22
2R31 + 2λ4R22R23R33sβ + λ4R23

2R32sβ

+ sβR21
2R32<(λ5) + 2sβR21R22R31<(λ5) + 2cβR21R22R32<(λ5)

− 4cβR21R23R33<(λ5) + cβR22
2R31<(λ5)− 2sβR22R23R33<(λ5)

− 2cβR23
2R31<(λ5)− sβR23

2R32<(λ5)− 2=(λ5)R21R22R33

− 2=(λ5)R21R23R32 − 2=(λ5)R22R23R31 (C.38)

−c233

v
=− λ1R21R33

2cβ
3 − 2λ1R23R31R33cβ

3 + λ2sβcβ
2R22R33

2 + 2λ2sβcβ
2R23R32R33

+ λ3cβ
3R21R33

2 − λ3sβcβ
2R22R33

2 + 2λ3cβ
3R23R31R33 − 2λ3sβcβ

2R23R32R33

+ λ4cβ
3R21R33

2 − λ4sβcβ
2R22R33

2 + 2λ4cβ
3R23R31R33 − 2λ4sβcβ

2R23R32R33

+ cβ
3R21R33

2<(λ5)− sβcβ2R22R33
2<(λ5) + 2cβ

3R23R31R33<(λ5)

− 2sβcβ
2R23R32R33<(λ5)− 2=(λ5)sβcβR21R31R33 − 2=(λ5)sβcβR22R32R33

−=(λ5)sβcβR23R31
2 −=(λ5)sβcβR23R32

2 + 3=(λ5)cβR23R33
2sβ + 3λ1cβR21R31

2

+ λ1cβR21R33
2 + 2λ1cβR23R31R33 + 3λ2sβR22R32

2 + 2λ3sβR21R31R32

+ λ3cβR21R32
2 + λ3sβR22R31

2 + 2λ3cβR22R31R32 + λ3R22R33
2sβ

+ 2λ3R23R32R33sβ + 2λ4sβR21R31R32 + λ4cβR21R32
2 + λ4sβR22R31

2

+ 2λ4cβR22R31R32 + λ4R22R33
2sβ + 2λ4R23R32R33sβ + 2sβR21R31R32<(λ5)

+ cβR21R32
2<(λ5)− 2cβR21R33

2<(λ5) + sβR22R31
2<(λ5) + 2cβR22R31R32<(λ5)

− sβR22R33
2<(λ5)− 4cβR23R31R33<(λ5)− 2sβR23R32R33<(λ5)− 2=(λ5)R21R32R33

− 2=(λ5)R22R31R33 − 2=(λ5)R23R31R32 (C.39)

C.3. Vier-Skalar-Vertizes

Um die Temperaturkorrekturen der Massenmatrizen zu berechnen, benötigen wir
die Kopplungsterme von vier möglichen Feldern in der Z2 Basis. Diese erhalten wir
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Tabelle C.3.: Quartische Kopplungen der Z2 Felder der Higgs-Dubletts

Feldkonstellationen Kopplung

ρ4
1, η

4
1, ζ

4
1 , ψ

4
1 −3λ1

ρ4
2, η

4
2, ζ

4
2 , ψ

4
2 −3λ2

ρ3
1ρ2, η

3
1η2, ζ

3
1ζ2, ψ

3
1ψ2 −3<(λ6)

η3
1ρ2, ψ

3
1ζ2 −3= (λ6)

ρ3
1η2, ζ

3
1ψ2 3= (λ6)

ρ3
2ρ1, η

3
2η1, ζ

3
2ζ1, ψ

3
2ψ1 −3< (λ7)

ρ3
2η1, ζ

3
2ψ1 −3= (λ7)

η3
2ρ1, ψ

3
2ζ1 3= (λ7)

ρ2
1η

2
1, ρ

2
1ζ

2
1 , ρ

2
1ψ

2
1, η

2
1ζ

2
1 , η

2
1ψ

2
1, ζ

2
1ψ

2
1 −λ1

ρ2
2η

2
2, ρ

2
2ζ

2
2 , ρ

2
2ψ

2
2, η

2
2ζ

2
2 , η

2
2ψ

2
2, ζ

2
2ψ

2
2 −λ2

ρ2
1ζ

2
2 , ρ

2
1ψ

2
2, ρ

2
2ζ

2
1 , ρ

2
2ψ

2
1, η

2
1ζ

2
2 , η

2
1ψ

2
2, η

2
2ζ

2
1 , η

2
2ψ

2
1 −λ3

ρ2
1ρ

2
2, η

2
1η

2
2, ζ

2
1ζ

2
2 , ψ

2
1ψ

2
2 − (λ3 + λ4 + <(λ5))

ρ2
1η

2
2, ρ

2
2η

2
1, ζ

2
1ψ

2
2, ζ

2
2ψ

2
1 − (λ3 + λ4 −<(λ5))

ρ1η1ρ
2
2, ρ2η2η

2
1, ζ1ψ1ζ

2
2 , ζ2ψ2ψ

2
1 −=(λ5)

ρ1η1η
2
2, ρ2η2ρ

2
1, ζ1ψ1ψ

2
2, ζ2ψ2ζ

2
1 =(λ5)

ρ1ρ2η
2
1, ρ1ρ2ζ

2
1 , ρ1ρ2ψ

2
1, ζ1ζ2ρ

2
1, ζ1ζ2η

2
1, ζ1ζ2ψ

2
1, ψ1ψ2ρ

2
1, ψ1ψ2η

2
1, ψ1ψ2ζ

2
1 −<(λ6)

ρ2η1ρ
2
1, ρ2η1ζ

2
1 , ρ2η1ψ

2
1, ζ2ψ1ρ

2
1, ζ2ψ1η

2
1, ζ2ψ1η

2
2 −=(λ6)

ρ1η2η
2
1, ρ1η2ζ

2
1 , ρ1η2ψ

2
1, ζ1ψ2ρ

2
1, ζ1ψ2η

2
1, ζ1ψ2ψ

2
1 =(λ6)

ρ1ρ2η
2
2, ρ1ρ2ζ

2
2 , ρ1ρ2ψ

2
2, ζ1ζ2ρ

2
2, ζ1ζ2η

2
2, ζ1ζ2ψ

2
2, ψ1ψ2ρ

2
2, ψ1ψ2η

2
2, ψ1ψ2ζ

2
2 −<(λ7)

ρ2η1η
2
2, ρ2η1ζ

2
2 , ρ2η1ψ

2
2, ζ2ψ1ρ

2
2, ζ2ψ1η

2
2, ζ2ψ1ψ

2
2 −=(λ7)

ρ1η2ρ
2
2, ρ1η2ζ

2
2 , ρ1η2ψ

2
2, ζ1ψ2ρ

2
2, ζ1ψ2η

2
2, ζ1ψ2ζ

2
2 =(λ7)

durch

∂L
∂ϕi∂ϕj∂ϕk∂ϕl

= − ∂V

∂ϕi∂ϕj∂ϕk∂ϕl
. (C.40)

Aufgrund von Ladungserhaltung sind keine Kopplungen von ungerader Anzahl Fel-
der (ρi, ηi) und (ζi, ψi) vorhanden. Die auftretenden Kopplungen sind gegeben in
Tabelle C.3.
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D. Berechnung der
S,T,U-Parameter

Nach [16] lassen sich die S,T,U-Parameter im 2HDM berechnen durch

S =
1

24π

{[
2 sin2 (θW )− 1

]2
G
(
m2
H± ,m

2
H± ,m

2
Z

)
+

3∑
b=2

4∑
b′=b+1

[
=
(
V†V

)
bb′

]2
G
(
µ2
b , µ

2
b′ ,m

2
Z

)
− 2 lnm2

H± +
4∑
b=2

(
V†V

)
bb

lnµ2
b − lnm2

h

+ 2
4∑
b=2

[
=
(
V†V

)
1b

]2
Ĝ
(
µ2
b ,m

2
Z

)
− Ĝ

(
m2
h,m

2
Z

)}
, (D.1)

T =
1

16πm2
W sin (θW )2

{
4∑
b=2

∣∣(U †V )
2b

∣∣2 F (m2
H± , µ

2
b

)
−

3∑
b=2

4∑
b′=b+1

[
=
(
V†V

)
bb′

]2
F
(
µ2
b , µ

2
b′

)
+ 3

4∑
b=2

[
=
(
V†V

)
1b

]2 [
F
(
m2
Z , µ

2
b

)
− F

(
m2
W , µ

2
b

)]
,

− 3
[
F
(
m2
Z ,m

2
h

)
− F

(
m2
W ,m

2
h

)]}
(D.2)

U =
1

24π

{
4∑
b=2

∣∣(U †V)
2b

∣∣2G (m2
H± , µ

2
b ,m

2
W

)
−
[
2 sin2 θW − 1

]2
G
(
m2
H± ,m

2
H± ,m

2
Z

)
−

3∑
b=2

4∑
b′=b+1

[
=
(
V†V

)
bb′

]2
G
(
µ2
b , µ

2
b′ ,m

2
Z

)
+

4∑
b=2

[
=
(
V†V1b

)]2 [
Ĝ
(
µ2
b ,m

2
W

)
− Ĝ

(
µ2
b ,m

2
Z

)]
− Ĝ

(
m2
h,m

2
W

)
+ Ĝ

(
m2
h,m

2
Z

)}
, (D.3)
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wobei U die Transformation der geladenen Komponenten der Dubletts in die Mas-
senbasis und V die Transformation der neutralen Komponenten in die Massenbasis
beschreiben. Hierbei wurden die Hilfsfunktionen

F (x, y) =

{
0 x = y
x+y

2
− xy

x−y ln x
y

x 6= y
, (D.4)

G(x, y, z) =− 16

3
+

5(x+ y)

z
− 2 (x− y)2

z2

+
3

z

[
x2 + y2

x− y
− x2 − y2

z
+

(x− y)3

3z2

]
ln
x

y

+
r(x, y, z)

z3
f (x+ y − z, r(x, y, z)) (D.5)

r(x, y, z) =z2 − 2z (x+ y) + (x− y)2 , (D.6)

Ĝ(x, y) =− 79

3
+ 9

x

y
− 2

x2

y2
+

(
12− 4

x

y
+
x2

y2

)
f (x, x2 − 4xy)

y

+

(
−10 + 18

x

y
− 6

x2

y2
+
x3

y3
− 9

x+ y

x− y

)
ln
x

y
(D.7)

f(t, r) =


√
r ln

∣∣∣ t−√rt+
√
r

∣∣∣ r > 0

0 r = 0

2
√
−r arctan

√
−r
t

r < 0

, (D.8)

genutzt.
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E. Parameter des
Standardmodells

Nach [38] wählen wir die Feinstrukturkonstante αEW an der Skala der Z Boson
Masse

αEW =
1

128.862
. (E.1)

Die Masse der Eichbosonen ist nach [38, 44] gegeben durch

mW = 80.385 GeV , (E.2)

mZ = 91.1876 GeV , (E.3)

womit sich der Weinbergwinkel θW ergibt durch

sin (θW )2 = 1− m2
W

m2
Z

, (E.4)

sin (θW ) =

√
sin (θW )2 , (E.5)

cos (θW ) =

√
1− sin (θW )2 . (E.6)

Die Kopplungskonstanten der SU(2), g, und der U(1), g′, sowie die Elementarladung
sind dann gegeben durch

e =
√

4παEW , (E.7)

g =
e

sin (θW )
, (E.8)

g′ =
e

cos (θW )
. (E.9)

Die Masse der Leptonen sind nach [38, 44] gegeben durch

mτ = 1.77682 GeV , (E.10)

mµ = 0.1056583715 GeV , (E.11)

me = 0.510998928 · 10−3 GeV . (E.12)

Die Massen der leichten Quarks setzen wir nach [45] auf

mu = 0.1 GeV , (E.13)

md = 0.1 GeV , (E.14)

ms = 0.1 GeV . (E.15)
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Für die restlichen Quark-Massen setzen wir nach [44, 46]

mt = 172.5 GeV , (E.16)

mc = 1.51 GeV , (E.17)

mb = 4.92 GeV . (E.18)

Die Masse des Standardmodellartigen Higgsbosons setzen wir nach [47]

mH = 125.09 GeV . (E.19)

Die Fermi-Konstante GF ist nach [38]

GF = 1.1663787 · 10−5 GeV−2 (E.20)

(E.21)

und damit der VeV des Standardmodells bei

v =

√
1√
2GF

≈ 246 GeV . (E.22)

Die Zerfallsraten des SM-artigen Higgsbosons wurden mit HDECAY v6.51[23, 24]
unter konsistenter Vernachlässigung der elektroschwachen Korrekturen berechnet,
da diese für das 2HDM nicht vorhanden sind. Wir finden,

ΓSMtotal (h) = 0.4068 · 10−2 GeV , (E.23)

BRSM
(
h→ bb

)
= 0.5914 , (E.24)

BRSM
(
h→ τ+τ−

)
= 0.06360 , (E.25)

BRSM
(
h→ µ+µ−

)
= 0.2252 · 10−3 , (E.26)

BRSM (h→ ss) = 0.2234 · 10−3 , (E.27)

BRSM (h→ cc) = 0.02896 , (E.28)

BRSM
(
h→ tt

)
= 0 , (E.29)

BRSM (h→ gg) = 0.07829 , (E.30)

BRSM (h→ γγ) = 0.2318 · 10−2 , (E.31)

BRSM (h→ Zγ) = 0.1540 · 10−2 , (E.32)

BRSM
(
h→ W+W−) = 0.2075 , (E.33)

BRSM (h→ ZZ) = 0.02591 . (E.34)
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