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Введение

Теоретические и экспериментальные исследования полупроводниковых низкораз-

мерных систем: квантовых ям, проволок, точек, квантовых микрорезонаторов и

графена – составляют к настоящему времени бурно развивающуюся и наиболее

актуальную область современной физики полупроводников [1, 2, 3]. Движение

носителей заряда в таких структурах ограничено в одном или нескольких на-

правлениях, что приводит за счет эффектов размерного квантования к качествен-

ной перестройке энергетического спектра квазичастиц. Это существенным обра-

зом сказывается на оптических и кинетических свойствах низкоразмерных систем,

порождает новые физические явления.

Достижения технологии синтеза полупроводниковых наноструктур открыва-

ют возможность квантово-механической инженерии: создания систем с заданными

параметрами и свойствами, а в перспективе – путь разработки приборов электро-

ники, основанных на качественно новых эффектах. Среди таковых все возрас-

тающий интерес привлекают спиновые явления. Успехи в реализации устройств

памяти и обработки данных на основе ферромагнитных структур придали допол-

нительный импульс исследованиям в области полупроводниковой спинтроники –

недавно сформировавшегося направления физики полупроводников, нацеленно-

го на фундаментальные и прикладные исследования динамики спинов носителей

заряда и их комплексов [4, 5, 6].

Одной из ключевых задач спинтроники является изучение взаимодействия по-

ляризованного излучения со спинами носителей заряда и их комплексов в полу-

проводниках и полупроводниковых наноструктурах. Процессы передачи углового
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момента фотона электронной системе ответственны за оптическую ориентацию

спинов носителей заряда и ядер решетки, они открывают возможности управ-

ления спиновой подсистемой немагнитными методами [7]. Причиной оптической

ориентации является спин-орбитальное взаимодействие – фундаментальная связь

между магнитным моментом частицы и ее импульсом. В полупроводниковых на-

ноструктурах конкретная форма и величина спин-орбитального взаимодействия

определяются симметрией системы, ее геометрическими и энергетическими пара-

метрами, поэтому сила спин-орбитальной связи может варьироваться в широчай-

ших пределах [8]. В структурах, выращенных на основе узкозонных и бесщеле-

вых полупроводников, направление электронного спина жестко привязано к его

импульсу, а в ряде систем, например, в графене – монослое атомов углерода –

спин-орбитальная связь оказывается пренебрежимо малой. В последних системах

взаимодействие поляризованного излучения с носителями тока должно приводить

к возбуждению орбитальных степеней свободы электронов и дырок.

Поглощение излучения переводит систему носителей заряда в неравновесное

состояние, которое характеризуется выстраиванием спинов и импульсов электро-

нов и дырок, отличными от нуля потоками квазичастиц и их спинов. Отклонение

от равновесия и кинетические процессы, ответственные за релаксацию в основ-

ное состояние наиболее ярко проявляются в оптическом и транспортном отклике

наноструктур [9, 10]. Изучение эффектов, связанных со взаимодействием поля-

ризованного излучения с электронной системой в наноструктурах, является эф-

фективным методом исследования энергетического спектра носителей заряда и их

комплексов, особенностей их кинетики.

Сказанное выше определяет актуальность темы диссертации.

Целью работы является теоретическое исследование спиновых и кинетических

эффектов в наносистемах: квантовых ямах, проволоках, точках и графене, инду-

цированных взаимодействием поляризованного излучения с носителями заряда.

Научная новизна и практическая значимость работы состоит в разработке тео-
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рии фундаментальных физических явлений, ярко проявляющихся в полупровод-

никовых наносистемах: эффектов Керра и Фарадея, обусловленных спиновой по-

ляризацией носителей заряда и их комплексов, подстройки частоты прецессии

электронных спинов, индуцированной взаимодействием с ядрами решетки; спино-

вой релаксации и спинового шума в системах с пространственными флуктуациями

спин-орбитальной связи, а также в структурах с высокой подвижностью носителей

заряда; тонкой структуры энергетического спектра пар локализованных электро-

нов; конверсии поляризации в квантовых микрорезонаторах; фототоков в графене,

индуцированных поляризованным излучением.

Основные положения выносимые на защиту:

1. Резонансное возбуждение трионов циркулярно поляризованными импульса-

ми света в структурах с квантовыми ямами и квантовыми точками позволяет

ориентировать и поворачивать спины резидентных электронов.

2. Эффекты Фарадея, Керра и эллиптичности, обусловленные электронной

спиновой поляризацией в массивах квантовых точек, формируются различ-

ными группами электронов. Зависимости этих эффектов от времени задерж-

ки между импульсами накачки и зондирования качественно различны.

3. Прецессия спинов ядер и локализованных электронов во внешнем магнитном

поле и эффективных полях, обусловленных сверхтонким взаимодействием,

обеспечивает синхронизацию частоты прецессии электронных спинов к ча-

стоте следования импульсов накачки.

4. Пространственные флуктуации константы спин-орбитального взаимодей-

ствия ограничивают времена спиновой релаксации электронного газа в (110)

квантовых ямах.

5. Релаксация неравновесного спина в квантовых проволоках с пространствен-

ными флуктуациями константы спин-орбитальной связи описывается сте-

пенным законом.
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6. Спиновое вырождение состояний пары электронов, локализованных в ани-

зотропной квантовой точке, полностью снимается кулоновским и спин-

орбитальным взаимодействиями.

7. В условиях рэлеевского рассеяния света в квантовых микрорезонаторах осу-

ществляется конверсия линейной поляризации падающего излучения в цир-

кулярную.

8. Поглощение циркулярно поляризованного света в графене приводит к воз-

никновению постоянного фототока, величина и направление которого зави-

сят от знака поляризации.

Апробация работы. Результаты исследований, вошедших в диссертацию, до-

кладывались на VI, VIII, IX и X Российских конференциях по физике полупровод-

ников (С.-Петербург, 2003; Екатеринбург, 2007; Новосибирск – Томск, 2009; Ниж-

ний Новгород, 2011), 22 международной конференции Отделения физики твердого

тела Европейского физического общества (Рим, Италия, 2008), 9 международной

конференции по физике взаимодействия света с веществом (Лечче, Италия, 2009),

14 международной конференции по соединениям II-VI (Санкт-Петербург, 2009),

международных симпозиумах “Наноструктуры: физика и технология” (Минск,

2009; С.-Петербург, 2010; Нижний Новгород, 2012), были представлены пригла-

шенными докладами на 2 международной школе по нанофотонике (Маратея,

Италия, 2007), 4 Русско-французском семинаре по нанонаукам и нанотехноло-

гиям (Отран, Франция, 2007), международных школах Spin-Optronics (Лез Уш,

Франция, 2010; Санкт-Петербург, 2012), международном семинаре по спиновым

явлениям в мезоскопическом транспорте (Натал, Бразилия, 2010), международ-

ном исследовательском семинаре “Основы электронных наносистем: NanoПитер

2010” (Санкт-Петербург, 2010), международном семинаре по наноструктурам из

графена (Регенсбург, Германия, 2011), международном семинаре по релятивист-

ским явлениям в твердых телах (Монт-Дор, Франция, 2012), 31 международной

9



конференции по физике полупроводников (Цюрих, Швейцария, 2012). Результа-

ты исследований обсуждались также на семинарах ФТИ им. А.Ф. Иоффе, Санкт-

Петербургского государственного университета, Института теоретической физики

им. Л.Д. Ландау РАН, Института физики твердого тела РАН, Лаборатории фо-

тоники и наноструктур, университетов Клермон-Феррана и Монпелье (Франция),

Саутгемптона и Шеффилда (Великобритания), Линца (Австрия), Бильбао (Ис-

пания), Дортмунда, Карлсруэ и Регенсбурга (Германия). Основное содержание

диссертации опубликовано в 28 научных статьях.

Структура и объем диссертации. Диссертация состоит из Введения, шести

глав, Заключения и списка литературы. Она содержит 311 страниц текста, вклю-

чая 63 рисунка и 5 таблиц. Список цитируемой литературы содержит 510 наиме-

нований.

Двухлучевая методика накачка – зондирование является одним из наиболее

распространенных инструментов исследования спиновой динамики в полупровод-

никах. Эта методика позволяет напрямую изучать кинетику спинов с времен-

ным разрешением. В первой главе построена теория магнитооптических эффектов

Керра, Фарадея и эллиптичности, наведенных спиновой поляризацией электронов

и электрон-дырочных комплексов, в наноструктурах: квантовых ямах и кванто-

вых точках. Приведено макроскопическое описание процессов возбуждения и де-

тектирования спина на основе модели ансамбля носителей. Предложены модели

генерации спиновой поляризации резидентных электронов при резонансном воз-

буждении синглетных трионов и экситонов, а также при нерезонансной накачке.

Описаны механизмы формирования спиновых сигналов Фарадея, Керра и эллип-

тичности, связанные с модуляцией за счет спиновой поляризации электронов силы

осциллятора оптического перехода, его частоты и затухания при зондировании

на экситонном или трионном резонансе, а также вблизи края фундаментально-

го поглощения. Вторая часть первой главы содержит микроскопическую теорию

возбуждения, управления и детектирования спинов резидентных электронов в од-
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нократно заряженных квантовых точках. Получена связь между спином электро-

на до прихода поляризованного импульса света и после окончания действия им-

пульса. В рамках теории линейного отклика выведены выражения, описывающие

эффект Фарадея, Керра и эллиптичности в массиве квантовых точек.

Динамика спинов электронов и ядер в квантовых точках при накачке корот-

кими оптическими импульсами проанализирована во второй главе диссертации.

Показано, что возбуждение электронного ансамбля периодической последователь-

ностью импульсов света в поперечном магнитном поле приводит к накоплению

спиновой поляризации тех носителей заряда, частота спиновой прецессии кото-

рых кратна частоте следования импульсов накачки, т.е. имеет место резонансное

спиновое усиление. Теория резонансного спинового усиления развита с учетом раз-

броса величин факторов Ланде локализованных электронов. На основе классиче-

ского рассмотрения электронной и ядерной спиновых систем предложена модель

подстройки частот спиновой прецессии электронов, обусловленной сверхтонким

взаимодействием с ядрами решетки. Показано, что за счет корреляции между

g-фактором электрона и энергией его локализации, зависимости сигналов фара-

деевского вращения и эллиптичности от времени задержки между импульсами

накачки и зондирования могут качественно различаться, в частности, амплитуда

сигнала фарадеевского вращения может сначала возрастать со временем, а затем –

спадать. Теоретические модели, предложенные в главах 1 и 2, описывают широкий

круг экспериментальных данных, полученных в методике накачка – зондирование

на структурах с квантовыми ямами и квантовыми точками.

В объемных полупроводниках, структурах с квантовыми ямами и квантовы-

ми проволоками движение носителей заряда является свободным в одном или

нескольких пространственных направлениях. Спин-орбитальное взаимодействие

приводит при движении электрона или дырки к возникновению эффективных маг-

нитных полей, действующих на спин носителя заряда. Именно спин-орбитальное

взаимодействие определяет динамику спинов свободных электронов и дырок. Од-
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нако, в ряде полупроводниковых структур, например, в центросимметричных си-

стемах, спин-орбитальное расщепление энергетического спектра отсутствует. Роль

неизбежных неоднородностей структуры, приводящих к локальному понижению

симметрии и, соответственно, к флуктуационному спиновому расщеплению, в ди-

намике спинов в квантовых ямах и проволоках исследуется в третьей главе. Здесь

выделен класс систем, где флуктуации константы спин-орбитальной связи могут

быть существенными, предложена простая возникновения флуктуаций, основан-

ная на локальном понижении симметрии за счет случайных электрических полей,

создаваемых донорами в структурах с квантовыми ямами. Выполнены расчеты

времени спиновой релаксации свободных электронов в таких структурах. Предска-

зано ускорение спиновой релаксации во внешнем магнитном поле, приложенном по

нормали к плоскости квантовой ямы. Изучена релаксация неравновесного спина в

структурах с квантовыми проволоками, где спин-орбитальное взаимодействие яв-

ляется случайной функцией координат, и показано, что потеря спина описывается

степенным, а не экспоненциальным законом. Такая медленная спиновая релак-

сация приводит к степенной расходимости спектра мощности спинового шума –

флуктуаций спиновой плотности в квантовых проволоках.

Четвертая глава диссертации нацелена на исследование динамики спинов сво-

бодных электронов в нецентросимметричных квантовых ямах с высокой подвиж-

ностью носителей заряда. В таких структурах потеря спина описывается меха-

низмом Дьяконова-Переля и обладает рядом особенностей. Во-первых, в этих

системах темп межэлектронных столкновений может существенно превосходить

скорость рассеяния электронов по импульсу. Показано, что именно электрон-

электронные столкновения контролируют механизм Дьяконова-Переля и замедля-

ют спиновую релаксацию. Во-вторых, при достаточно низких температурах, когда

межчастичные столкновения заблокированы за счет принципа Паули, спин элек-

трона может совершить один или несколько оборотов между последовательными

столкновениями в поле, обусловленном спин-орбитальным взаимодействием. При
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этом наблюдаются спиновые биения даже в отсутствие внешнего магнитного по-

ля. Выполнено исследование спиновых биений в структурах с анизотропным спи-

новым расщеплением, а также развита теория влияния циклотронного движения

электрона во внешнем магнитном поле на спиновую прецессию. В-третьих, как хо-

рошо известно, спиновая релаксация в полупроводниковых квантовых ямах может

быть анизотропной. Построена теория резонансного спинового усиления при ани-

зотропной спиновой релаксации, предложен способ определения компонент тен-

зора обратных времен спиновой релаксации по спектрам резонансного спинового

усиления. Эти теоретические предсказания нашли подтверждение в эксперимен-

тах по спиновой динамике на структурах с квантовыми ямами GaAs/AlGaAs, об-

ладающими высокой подвижностью электронов.

В пятой главе диссертации исследуется тонкая структура энергетического

спектра и динамика спинов электрон-дырочных комплексов. Отличительной осо-

бенностью квазичастиц с целым спином – экситонов – является наличие спинового

расщепления основного состояния частицы, локализованной в анизотропном по-

тенциале. В частности, основное состояние оптически активного экситона, локали-

зованного в анизотропной квантовой точке, представляет собой дублет “линейно

поляризованных” состояний, расщепленный, главным образом, за счет дально-

действующего обменного взаимодействия между электроном и дыркой. В данной

главе проанализировано влияние внешнего магнитного поля на расщепление ра-

диационного дублета, показано, что диамагнитный эффект поля может подавлять

анизотропное расщепление. Построена теория экситонных и трионных состояний

в квантовых точках тригональной симметрии, где магнитное поле, направленное

по оси третьего порядка, смешивает состояния тяжелых дырок с противополож-

ными спинами, что позволило объяснить особенности спектров излучения таких

точек. Показано, что триплетные состояния пары электронов, локализованных

в анизотропной квантовой точке, могут быть расщеплены наподобие тому, как

расщеплен радиационный дублет экситона. Развита теория динамики спинов эк-
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ситонных поляритонов в квантовых микрорезонаторах в режиме сильной связи

между экситоном, локализованным в квантовой яме, и фотоном, плененным в

микрорезонаторе. Разработана теория конверсии поляризации излучения в таких

структурах, которая находится в хорошем согласии с данными экспериментов.

Шестая глава посвящена изучению фотоэлектрических эффектов в графене,

индуцированных поляризованным светом. В этом материале спин-орбитальное

взаимодействие крайне мало, поэтому процессы оптической ориентации и вы-

страивания электронных спинов оказываются несущественными. Показано, что

поглощение электромагнитного излучения в графене приводит к возникновению

фототоков, направление и величина которых определяется направлением распро-

странения света и его поляризацией. Построена теория эффекта увлечения элек-

тронов фотонами в графене в классическом диапазоне частот, и показано, что в

фототоке присутствует компонента, меняющая знак при смене знака циркулярной

поляризации излучения. Проанализирован линейный эффект увлечения в кванто-

вом диапазоне частот, а также разработана теория циркулярного фотогальвани-

ческого эффекта в графене на подложке. Предложена модель краевого линейного

и циркулярного фотогальванического эффектов, а также развита теория генера-

ции второй гармоники в этом материале. Разработанные модели количественно

описывают экспериментальные данные по нелинейному транспорту электронов в

графене.

В Заключении обобщены основные результаты работы.

Формулы и рисунки диссертации нумеруются по главам, нумерация литерату-

ры единая для всего текста.
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Список основных обозначений

αhf константа сверхтонкого взаимодействия
αD,R константы Дрессельхауза/Рашбы
Ω частота ларморовской прецессии электрона во внешнем поле
ω частота ларморовской прецессии ядра во внешнем магнитном поле
Ω(k) частота прецессии, обусловленная спиновым расщеплением
Ωeff частота прецессии электронного спина полном магнитном поле, вклю-

чая внешнее поле и поле Оверхаузера
A векторный потенциал электромагнитного поля
B = (Bx, By, Bz) магнитное поле
E = (Ex, Ey, Ez) электрическое поле
j = (jx, jy, jz) оператор момента дырки 3/2

j(r, t), j электрический ток (глава 6)
k = (kx, ky, kz) волновой вектор электрона
m = (mx,my,mz) спин ядер в квантовой точке
p = (px, py, pz) квазиимпульс электрона
q = (qx, qy, qz) волновой вектор излучения
S = (Sx, Sy, Sz) псевдовектор спина
sk функция распределения спина
χc константа, описывающая циркулярный фотогальванический эффект

в графене на подложке
` длина свободного пробега
ΓT,X нерадиационное затухание триона/экситона
ΓT,X

0 радиационное затухание триона/экситона
ê единичный вектор в направлении распространения излучения
~ωLT продольно-поперечное расщепление объемного экситона
E ,F ,K спиновые сигналы эллиптичности, Фарадея, Керра
Hso гамильтониан спин-орбитального взаимодействия
µ химический потенциал
µB магнетон Бора
µeh приведенная масса электрона и дырки
ω частота излучения
ωT,X

0 резонансная частота триона/экситона
ωc циклотронная частота
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ρk спиновая матрица плотности
τ время рассеяния одиночного электрона
τ−1
αβ тензор обратных времен спиновой релаксации
τd время пролета домена случайного спин-орбитального взаимодействия
τp длительность импульса накачки/зондирования
τTr радиационное время жизни триона
τs (τTs ) время спиновой релаксации электрона (триона)
τ1,2 время релаксации импульса/выстраивания
T̃λµν компоненты тензора, описывающего циркулярный эффект увлечения
κ (κ∞) статическая (высокочастотная) диэлектрическая проницаемость
ϕe,h(z) огибающие волновой функции электрона/дырки в квантовой яме
a ширина квантовой ямы
aB боровский радиус
ae,h длины локализации электрона/дырки в плоскости квантовой точки
d высота квантовой точки
EF энергия Ферми
Ek, Ek, Ep кинетическая энергия электрона (в главе 5 – экситонного поляритона)
fk, f(k), f(p, r, t) функция распределения
g g-фактор
I интенсивность излучения
Jz псевдоспин триона
kF волновой вектор на уровне Ферми
ld длина корреляции случайного спин-орбитального взаимодействия
m эффективная масса электрона
N концентрация электронов
nd, nimp концентрация примесей
Pl, P ′l степень линейной поляризации в осях (xy) и (x′y′), повернутых по

отношению друг к другу на 45◦

Pcirc степень циркулярной поляризации
pcv междузонный матричный элемент импульса
qs обратная длина экранирования
r±(ω) коэффициент отражения света от квантовой ямы для σ+/σ− света
S1 . . . S7 константы, описывающие генерацию второй гармоники в графене
T ∗2 время дефазировки спинов ансамбля
TR период повторения импульсов накачки
Tλµνη компоненты тензора, описывающего линейный эффект увлечения
v скорость электрона в графене
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Глава 1

Спиновые эффекты Фарадея и
Керра в наноструктурах

1.1 Метод “накачка-зондирование” (обзор)

Изучение спиновых явлений в полупроводниках началось в конце 1960-х годов, по-

сле обнаружения Ж. Лампелем оптической ориентации электронов в кремнии [11].

Исследование циркулярной поляризации люминесценции при постоянной накачке

в зависимости от магнитного поля позволило установить основные механизмы воз-

буждения неравновесного спина свободных и локализованных носителей заряда в

полупроводниках, изучить процессы релаксации электронных и дырочных спинов,

а также исследовать взаимодействие электронной и ядерных спиновых систем [7].

Интерес к изучению динамики спинов в объемных полупроводниках и полу-

проводниковых низкоразмерных системах возродился в конце 90-х годов прошлого

века. Немаловажную роль в этом сыграло появление методики накачка – зонди-

рование (в англоязычной литературе называемой pump – probe) [12, 13], которая

позволила исследовать спиновую когерентность с временным разрешением. Мож-

но с уверенностью сказать, что прецизионные измерения сверхдлинных времен

спиновой релаксации в объемных материалах [14], в квантовых ямах [15] и кван-

товых точках [16], визуализация спиновой прецессии и релаксации [17], а также

спинового транспорта в объемных материалах и наноструктурах [18, 19, 20], вы-

полненные в этой двухлучевой методике, заложили основы спинтроники – новой
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области науки и техники, в которой электронный спин наряду с зарядом, находит

свое применение для передачи и обработки информации, см. [10, 21, 22] и ссылки,

приведенные там.

Суть метода накачка – зондирование схематически показана на рисунке 1.1(a)

и состоит в следующем: на образец падает короткий достаточно мощный цирку-

лярно поляризованный импульс накачки, поглощение которого вызывает ориента-

цию по спину носителей заряда и их комплексов: экситонов, трионов. С некоторой

задержкой на образец приходит значительно более слабый линейно поляризован-

ный импульс. Наличие в образце неравновесной спиновой поляризации приводит к

тому, что система становится оптически активной: плоскость поляризации зонди-

рующего импульса поворачивается в геометрии на прохождение (магнитооптиче-

ский или спиновый эффект Фарадея), а также в геометрии на отражение (спино-

вый эффект Керра) [23]. Кроме этого, прошедший через образец и отраженный от

него зондирующий импульс приобретают частичную циркулярную поляризацию

– эллиптичность. Угол поворота плоскости поляризации, а также наведенная эл-

липтичность пропорциональны спиновой поляризации в системе. Если к образцу

приложено магнитное поле в геометрии Фойгта (в плоскости, поперечной направ-

лению распространения лучей зондирования и накачки), то спины электронов,

дырок и их комплексов прецессируют вокруг внешнего поля, поэтому наведенная

эллиптичность, углы фарадеевского и керровского вращения осциллируют как

функции задержки между импульсами накачки и зондирования, отражая спино-

вую прецессию, см. вставку к рис. 1.1(a) и рисунок 1.2(a).

Метод накачка – зондирование чувствителен к мгновенным значениям спи-

новой поляризации электронов и дырок в полупроводниках. Зависимости сигна-

лов от временной задержки между импульсами позволяют напрямую исследовать

спиновую динамику электронной системы в твердых телах и непосредственно из

эксперимента получать частоты спиновой прецессии, времена спиновой релакса-

ции и дефазировки. Это показано на рис. 1.2, где представлены две типичные
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Рис. 1.1: (a) Иллюстрация метода накачка – зондирование. Pump и probe обозначают
циркулярно поляризованный импульс накачки и линейно поляризованный импульс зон-
дирования, соответственно. На вставке показан типичный сигнал фарадеевского враще-
ния как функция задержки между импульсами накачки и зондирования ∆t. (b) Спектр
фотолюминесценции и спектр отражения от структуры с пятью квантовыми ямами
CdTe/Cd0.78Mg0.22Te, каждая из которых имеет ширину 20 нм и содержит электронный
газ концентрации N ≈ 1010 см−2. Фотолюминесценция измерялась при нерезонансной
постоянной накачке с энергией кванта 2.33 эВ.

кривые зависимости сигнала керровского вращения от задержки, полученные в

группе проф. М. Байера и Д. Яковлева (Технический университет г. Дортмунд,

Германия) на структуре с квантовыми ямами CdTe/CdMgTe (a) и результаты их

обработки [(b) и (с)]. На этих графиках показаны зависимости частоты прецес-

сии и времени дефазировки электронного спина от магнитного поля. Детальный

анализ зависимостей спиновых сигналов в методике накачка – зондирование от

времени задержки между импульсами накачки и зондирования будет приведен во

второй главе диссертации. Здесь отметим, что в этом методе в отличие от методов,

основанных на изучении поляризации люминесценции, можно исследовать дина-

мику спинов носителей заряда на временных масштабах, значительно превышаю-

щих время затухания люминесценции. Более того, использование дополнительного

циркулярно или линейно поляризованного “управляющего” импульса [24, 25, 26],

[A4] открывает возможности управления спиновой поляризацией немагнитными

методами.

Среди всевозможных систем, где успешно применяется методика накачка – зон-

дирование, особую роль играют структуры с массивами однократно заряженных
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Рис. 1.2: (a) Характерные сигналы керровского вращения в зависимости от задержки
между импульсами накачки и зондирования, измеренные на структуре с пятью кванто-
выми ямами CdTe/Cd0.78Mg0.22Te, каждая из которых имеет ширину 20 нм и содержит
электронный газ концентрации N ≈ 1010 см−2. (b) Зависимость частоты спиновых бие-
ний от внешнего магнитного поля. Точки – эксперимент, прямая – подгонка по форму-
ле (1.2). (c) Зависимость скорости затухания спиновых биений от магнитного поля. Точки
– данные эксперимента, сплошная кривая – теория, предполагающая разброс величин
g-факторов электронов. Воспроизведено из работы [27].

квантовых точек, а также с квантовыми ямами, содержащими электронный газ

низкой плотности, где выполняется условие Na2
B . 1 [28]. Здесь N – двумерная

концентрация электронов, aB – боровский радиус. Указанные системы обладают

важными особенностями: во-первых, за счет локализации электронов в квантовых

точках или на флуктуациях потенциала квантовой ямы резко возрастают времена

спиновой релаксации резидентных носителей, а во-вторых, именно в таких систе-

мах велика роль кулоновского взаимодействия, и наиболее ярко проявляются ку-

лоновские комплексы – экситоны и трионы, см. панель (b) рис. 1.1. Это приводит

к возможности спектрально-селективного изучения микроскопических процессов,

ответственных за возбуждение, управление и детектирование спиновой поляриза-

ции, а длинные времена спиновой релаксации важны для возможных приборных

разработок в области спинтроники.

Первые две главы диссертации посвящены именно таким системам: однократно

заряженным квантовым точкам и квантовым ямам с электронным газом малой
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плотности.

1.2 Макроскопическое описание возбуждения и
детектирования спиновой когерентности

В данном разделе приведена полуфеноменологическая теория процессов возбуж-

дения и детектирования спиновой когерентности резидентных носителей заряда

в квантовых ямах и ансамблях квантовых точек. Последовательное квантовоме-

ханическое описание процессов взаимодействия коротких оптических импульсов

с локализованными носителями будет дано ниже, в разделе 1.3, здесь же мы со-

средоточимся на простых физических моделях, описывающих генерацию спина

при возбуждении трионов и экситонов, а также на макроскопическом описании

спиновых эффектов Фарадея, Керра и наведенной эллиптичности в структурах с

квантовыми ямами и точками.

1.2.1 Механизмы ориентации спинов резидентных носите-
лей

Резонансное возбуждение триона

В квантовых ямах с электронным газом малой плотности и в однократно заряжен-

ных квантовых точках поглощение света приводит к формированию X− трионов:

трехчастичных комплексов, состоящих из пары электронов и дырки. В отсутствие

внешнего магнитного поля или в умеренных магнитных полях (до нескольких Тес-

ла) суммарный спин пары электронов в основном состоянии триона равен 0, по-

этому на первый взгляд неясно, каким образом при возбуждении трионов может

возникать спиновая поляризация резидентных электронов в системе.

Можно убедиться, однако, что процесс формирования триона является спин-

зависимым. Действительно, согласно правилам отбора в структурах с квантовыми

ямами и самоорганизованными квантовыми точками поглощение циркулярно по-

ляризованного фотона сопровождается рождением пары электрона (e) и тяжелой
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or

QD1

QD2

Рис. 1.3: Схема ориентации спинов резидентных электронов при резонансном возбужде-
нии триона. QD1 и QD2 – две квантовые точки, спины электронов в которых до прихода
импульса накачки были ориентированы противоположно. В результате поглощения σ+

фотона трион формируется лишь в точке QD1.

дырки (hh): (e, sz = −1/2;hh, jz = +3/2) для σ+ поляризованного света, рас-

пространяющегося в положительном направлении оси z, и (e, sz = +1/2;hh, jz =

−3/2) для σ− поляризованного кванта. Здесь sz, jz – проекции спина электрона

и дырки на ось z. Тогда, например, при σ+ поляризованном импульсе накачки, в

формировании X− трионов участвуют лишь электроны с проекцией спина, равной

sz = +1/2, как это схематично показано на рис. 1.3.

Предположим теперь, что время спиновой релаксации дырки в трионе τTs мень-

ше, чем его радиационное время жизни τTr . Тогда при рекомбинации триона в

систему вернутся неполяризованные электроны. Таким образом, за счет фор-

мирования трионов σ+ импульс накачки деполяризует носители заряда с про-

екцией спина 1/2 и не воздействует на электроны с проекцией спина, равной

−1/2. Поскольку время спиновой релаксации резидентного электрона при низ-

ких температурах τs > 10 ns и значительно превышает время жизни триона

τTr ∼ 10÷1000 ps [29, 14, 16, 30], то после того, как трионы рекомбинируют, возни-

кает дисбаланс электронов с противоположными проекциями спина, т.е. спиновая

поляризация [31, 32]. Отметим, что спин, накапливающийся в системе направлен

так же, как спин фотовозбужденного электрона: против оси z при σ+ накачке и

по оси z в случае σ− накачки.

Указанный механизм возникновения долгоживущей электронной спиновой по-
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ляризации при резонансном возбуждении триона вполне аналогичен классической

спиновой накачке основных носителей в полупроводниках [33]. Если спиновая ре-

лаксация дырки подавлена, τTs � τTr , то без магнитного поля ориентация элек-

тронных спинов неэффективна: спин электронов, возвращающихся после реком-

бинации трионов, в точности компенсирует поляризацию носителей, не участво-

вавших в их формировании. Наличие магнитного поля приводит к спиновой пре-

цессии электронов и дырок. Например, в структурах с квантовыми ямами, где

g-фактор тяжелой дырки в плоскости мал [34], состояние триона в магнитном

поле остается неизменным, а спин резидентных носителей поворачивается. Та-

ким образом, после рекомбинации триона в магнитном поле компенсация спинов

нарушается, что приводит к возникновению спиновой поляризации резидентных

электронов [35, 36].

Введем псевдовектор спина электронов S = (Sx, Sy, Sz), описывающий средние

значения компонент спина ансамбля носителей заряда в квантовой яме или в мас-

сиве квантовых точек. Спиновые состояния триона можно также характеризовать

эффективным спином Jz = (T+ − T−)/2, где T± – количество трионов с проекция-

ми спина дырки на ось z равными ±3/2, соответственно. Кинетические уравнения

описывающие спиновую динамику электронов и трионов после фотовозбуждения

системы имеют вид [A1], [37]

dSz
dt

= SyΩ−
Sz
τs

+
Jz
τTr
, (1.1a)

dSy
dt

= −SzΩ−
Sy
τs
, (1.1b)

dJz
dt

= − Jz
τTs
− Jz
τTr
. (1.1c)

Здесь считается, что магнитное поле B приложено вдоль оси x в плоскости струк-

туры, поэтому x компонента электронного спина Sx(t) ≡ 0,

Ω = gµBB/~ (1.2)

– частота спиновой прецессии электрона во внешнем поле, µB – магнетон Бора, g

– g-фактор электрона. Простой вид уравнения (1.1c) для спина триона связан с
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тем, что, как правило, угол поворота спина дырки в трионе за время его жизни

мал по сравнению с углом поворота спина электронов, поскольку g-фактор дырки

в плоскости ямы или точки мал по сравнению с g-фактором электрона (общий

случай рассмотрен в работе [38]). В качестве начального условия для решения

системы (1.1) выступает соотношение

Sy(0) = 0, Sz(0) = −Jz(0) = −N
T
0

2
, (1.3)

где NT
0 – число фотовозбужденных трионов. Система кинетических уравнений

(1.1) хорошо описывает спиновые биения в структурах с квантовыми ямами, со-

держащими электронный газ малой плотности [A1], [39].

Здесь и ниже мы будем рассматривать структуры n-типа. В квантовых ямах

и квантовых точках p-типа физические принципы возбуждения дырочной спино-

вой когерентности аналогичны рассмотренным выше. Специфика таких структур

заключается в том, что g-фактор дырки в плоскости структуры значительно мень-

ше, чем g-фактор электрона, что приводит к некоторым особенностям спиновой

динамики [40, 41, 42, 43].

В заключение отметим, что физическая причина ориентации спинов резидент-

ных электронов при резонансном возбуждении триона: спин-зависимое формиро-

вание триона под действием циркулярно поляризованного света и возникновение

дисбаланса спинов электронов, возвращающихся после рекомбинации трионов и

не участвовавших в их формировании – одинакова для структур с квантовыми

ямами и квантовыми точками [31, 35]. Особенности процессов оптической ориента-

ции электронных и дырочных спинов при нерезонансном возбуждении однократно

заряженных квантовых точек, включая явление отрицательной циркулярной по-

ляризации люминесценции детально исследовались в ряде работ [44, 45, 46, 47, 48].

Резонансное возбуждение экситонов

В оптических спектрах структур с квантовыми ямами, содержащими электронный

газ малой плотности, присутствует линия, отвечающая экситону, см. рис. 1.1(b).
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Кратко проанализируем механизмы ориентации спинов резидентных электронов

при возбуждении экситона в таких системах.

Если температура системы, выраженная в единицах энергии, мала по сравне-

нию с энергией связи триона, то фотовозбужденные экситоны формируют три-

оны, захватывая из ансамбля резидентных носителей те электроны, ориентация

спина которых противоположна спину электрона в экситоне. Дальнейший сцена-

рий возбуждения спиновой когерентности резидентных носителей заряда вполне

аналогичен описанному выше для резонансного возбуждении трионов.

В работе [A1] (см. также [30]) было показано, что эффективная ориентация

спинов резидентных электронов возможна и в ситуациях, когда формирование

трионов невозможно, но экситоны еще стабильны, например, при температурах,

превышающих энергию связи триона, или в относительно плотном электронном

газе. В таких случаях важны процессы обменного рассеяния резидентных электро-

нов на экситонах [49]. Сценарий возбуждения спиновой когерентности резидент-

ных носителей заряда состоит из двух этапов: сначала поляризованный импульс

накачки формирует экситоны с определенными проекциями спинов электрона и

дырки (например, sz = −1/2, jz = 3/2 для σ+ поляризованного импульса). На

втором этапе за счет обменного “флип-флоп” (flip-flop) рассеяния идет передача

спина от электронов в экситонах резидентным электронам. При этом резидентные

электроны оказываются частично поляризованными по спину, а при достаточно

быстрой спиновой релаксации дырки экситоны рекомбинируют независимо от ори-

ентации спина электрона в них.

Отметим также, что долгоживущая спиновая когерентность может возникать и

при нерезонансном возбуждении структур с квантовыми ямами циркулярно поля-

ризованным светом. Микроскопические механизмы таких процессов связаны как

с формированием экситонов и трионов в процессе релаксации фотовозбужденных

носителей, так и с классической оптической накачкой электронных спинов.
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1.2.2 Детектирование спиновой когерентности носителей за-
ряда

Поляризация электронов и электрон-дырочных комплексов по спину приводит к

оптической активности среды: эффективность взаимодействия право и лево цир-

кулярно поляризованных электромагнитных волн с такой системой оказывается

различной. Отклик структур с квантовыми ямами или планарными массивами

квантовых точек на электромагнитное излучение удобно характеризовать частот-

но и поляризационно зависимым коэффициентом отражения света r±(ω), который

вблизи экситонного или трионного резонанса имеет вид

r±(ω) =
iΓ0,±

ω0,± − ω − i(Γ0,± + Γ±)
. (1.4)

Здесь ω – частота зондирующего импульса, нижние индексы + и − относятся к σ+

и σ− компонентам импульса, соответственно, ω0 – резонансная частота экситона

или триона, Γ0 – его радиационное, а Γ – нерадиационное затухание. Отличие

параметров резонанса для право и лево циркулярно поляризованного излучения

связано со спиновой поляризацией носителей заряда:

(Γ0,+ − Γ0,−), (Γ+ − Γ−), (ω0,+ − ω0,−) ∝ Sz,

и именно благодаря этому отличию формируются спиновые сигналы фарадеевско-

го и керровского вращения, а также наведенной эллиптичности. Важно отметить,

что спиновые сигналы фарадеевского и керровского вращения, а также спино-

вая эллиптичность определяются именно компонентами неравновесной спиновой

поляризации электронов, а не внешним магнитным полем в отличие от класси-

ческих магнитооптических эффектов [50]. Чувствительность спиновых сигналов

к z компоненте электронного спина обусловлена правилами отбора, связанными

с возбуждением тяжелых дырок при нормальном падении света. Использование

резонансов, связанных с легкой дыркой, позволяет исследовать динамику всех

компонент псевдовектора электронного спина [51].
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В следующих подразделах будет проанализирована связь параметров трион-

ного и экситонного резонанса со спиновой поляризацией резидентных носителей,

а также рассмотрена структура с электронным газом высокой плотности, где

электрон-дырочные комплексы нестабильны, и характер отклика отличается от

резонансного, описываемого выражением (1.4).

Установим вначале связь между коэффициентами отражения света от струк-

туры и спиновым сигналами Фарадея, Керра и наведенной эллиптичности. Пусть

зондирующий импульс распространяется вдоль нормали к структуре – оси z, а

его электрическое поле совершает колебания вдоль оси x. При изучении эффек-

та Фарадея прошедший через образец зондирующий луч разделяется на два, ли-

нейно поляризованных под углами ±45◦ по отношению к исходной поляризации.

Измеряется проинтегрированная по времени разность интенсивностей этих лучей

в зависимости от задержки между импульсами накачки и зондирования. Таким

образом, сигнал фарадеевского вращения равен [A3]

F = lim
z→+∞

∫ Texp

0

[∣∣∣E(t)
x′ (z, t)

∣∣∣2 − ∣∣∣E(t)
y′ (z, t)

∣∣∣2] dt. (1.5)

Здесь оси x′, y′ ориентированы под углом 45o по отношению к исходным осям x,

y, E(t)
x′ (z, t) и E(t)

y′ (z, t) – компоненты прошедшего через образец поля, в уравнении

(1.5) интегрирование проводится по времени измерения Texp, которое превосходит

все остальные постоянные времени в системе. Эффект Керра изучается в геомет-

рии на отражение и его величина определяется согласно

K = lim
z→−∞

∫ Texp

0

[∣∣∣E(r)
x′ (z, t)

∣∣∣2 − ∣∣∣E(r)
y′ (z, t)

∣∣∣2] dt, (1.6)

где верхний индекс r указывает на то, что в уравнение (1.6) входят поля отра-

женной волны. В экспериментах накачка – зондирование изучают также эффект

наведенной эллиптичности, который в геометрии на прохождение описывается сле-

дующим выражением

E = lim
z→+∞

∫ Texp

0

[∣∣∣E(t)

σ−(z, t)
∣∣∣2 − ∣∣∣E(t)

σ+(z, t)
∣∣∣2] dt. (1.7)
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В данном случае анализируется разность интенсивностей циркулярно поляризо-

ванных компонент прошедшей волны, E(t)

σ± = (E
(t)
x ∓iE

(t)
y )/
√

2. Углы фарадеевского

и керровского вращения можно оценить по формулам

θF ≈
F
2I
, θK ≈

K
2I
, (1.8)

где I – проинтегрированная по времени интенсивность прошедшего или отражен-

ного зондирующего импульса, соответственно. Так называемый угол эллиптично-

сти составляет θE ≈ E/(2I). Приведенные выражения верны, если |θF,K,E| � 1.

В структурах с одиночными квантовыми ямами и одиночными слоями кван-

товых точек коэффициенты пропускания через слой t±(ω) связаны с коэффици-

ентами отражения r±(ω) простым соотношением

t±(ω) = 1 + r±(ω).

Поскольку в реальных системах как правило |r±(ω)| � 1 и |r+(ω) − r−(ω)| �

|r±(ω)|, спиновые эффекты Фарадея и наведенной эллиптичности описываются

упрощенной формулой [A1]:

E + iF ∝ r+(ω)− r−(ω). (1.9)

Эффект Керра связан с отражением света от образца, поэтому он определяется

интерференцией лучей, отраженных от поверхности структуры (границы вакуум-

образец) и от слоя ямы или массива точек. Интерференция вносит дополнитель-

ную фазу, равную 2qL, где L – толщина покрывающего слоя (расстояние от гра-

ницы с вакуумом до ямы или массива точек), а q – волновой вектор света в покры-

вающем слое [52]. Таким образом, керровский сигнал связан с коэффициентами

отражения от системы как [A1]

K ∝ Im{e2iqL[r+(ω)− r−(ω)]}. (1.10)

Спектральную ширину импульса зондирования, связанную с его конечной дли-

тельностью, можно учесть, вычислив свертку выражений (1.9), (1.10) с квадратом

модуля фурье-образа плавной огибающей импульса.
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Детектирование на трионном резонансе

Сила осциллятора триона в циркулярных поляризациях σ+ и σ− прямо про-

порциональна концентрации электронов с заданной проекцией спина на ось z,

N±1/2 [53, 54]. Действительно, как обсуждалось в разделе 1.2.1 при возбуждении

синглетного триона, например, σ+ светом участвуют резидентные электроны с

sz = 1/2. Это проиллюстрировано на панели (a) рисунка 1.4. Поэтому радиацион-

ное затухание триона, пропорциональное его силе осциллятора, можно предста-

вить в виде

ΓT
0,± = αTΓX

0 N±1/2.

Здесь αT – некоторая константа, ΓX
0 – радиационное затухание экситона. Пере-

нормировка резонансной энергии триона ωT
0 за счет спиновой поляризации элек-

тронов, а также изменение его нерадиационного затухания ΓT пренебрежимо ма-

лы, поскольку они определяются обменным взаимодействием электрона и дырки.

Вклад трионного резонанса в спиновые сигналы Фарадея и эллиптичности можно

записать как [30]

E + iF ∝
iαTΓX

0 (N+1/2 −N−1/2)

ωT
0 − ω − iΓT

. (1.11)

При выводе (1.11) мы учли, что ΓT
0 � ΓT. Таким образом, спиновые сигналы

эллиптичности и фарадеевского вращения при детектировании на трионном резо-

нансе пропорциональны проекции полного спина резидентных электронов на ось z.

Частотные зависимости этих сигналов, рассчитанные согласно уравнению (1.11),

показаны на рис. 1.4(b). Видно, что сигнал фарадеевского вращения является

нечетной функцией расстройки между частотой зондирующего луча и трионного

резонанса, а сигнал эллиптичности – четной. Физически это связано с тем, что спи-

новая эллиптичность определяется дихроизмом поглощения, который максимален

в резонансе, а фарадеевское вращение обусловлено преломлением электромагнит-

ных волн в среде.

29



Рис. 1.4: (a) Схематическая иллюстрация поляризационной зависимости силы осцилля-
тора триона в спин-поляризованном электронном газе. Компонента зондирующего луча,
поляризованная по правому кругу (σ+) поглощается сильнее, чем поляризованная по
левому кругу (σ−), поскольку число резидентных электронов с проекцией спина +1/2
на ось z больше, чем электронов с проекцией спина −1/2. (c) Иллюстрация поляризаци-
онной зависимости нерадиационного затухания экситона в спин-поляризованном элек-
тронном газе. Экситоны, сформированные при поглощении σ+ компоненты зондирую-
щего луча, затухают быстрее, чем сформированные при поглощении σ− компоненты,
за счет более эффективного формирования трионов и обменного рассеяния на электро-
нах. (b), (d) Спектральные зависимости сигнала фарадеевского вращения (штриховая
линия) и эллиптичности (сплошная линия) при детектировании на трионном резонансе
(b) и экситонном резонансе (d).

Детектирование на экситонном резонансе

Механизм формирования эффектов Фарадея, Керра и эллиптичности при детек-

тировании на экситонном резонансе иной. Как отмечалось выше, при низких тем-

пературах в электронном газе малой плотности время жизни экситона определяет-

ся процессом захвата электрона и формирования триона. Поэтому нерадиационное

затухание экситона, возбуждаемого светом заданной циркулярной поляризации,

можно представить как [см. рис. 1.4(c)]

ΓX
± = Γ̄X + βXN±1/2,

где Γ̄X – затухание экситона, не зависящее от его спиновой ориентации, βX – ко-

эффициент, определяемый скоростью формирования трионов. Дополнительный

вклад в величину βX вносят процессы спин-зависимого рассеяния электрона на

экситоне [49]. За счет обменного (хартри-фоковского) взаимодействия электрона

в экситоне и резидентного электрона может возникать перенормировка резонанс-

ных частот экситонов, а при больших мощностях накачки и детектирования важ-

ную роль могут играть также экситон-экситонное взаимодействие, см., например,
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[55, 56, 57, 58, 59, 60]. Ограничившись случаем низких температур и малых мощ-

ностей импульсов получим из уравнения (1.4)

E + iF ∝ −
iβXΓX

0 (N+1/2 −N−1/2)

(ωX
0 − ω − iΓ̄X)2

. (1.12)

Здесь, как и при выводе (1.11), мы учли, что ΓX
0 � Γ̄X. Для этого случая частот-

ные зависимости спиновых сигналов фарадеевского вращения и эллиптичности

показаны на рис. 1.4(d).

Из сравнения формул (1.11) и (1.12) видно, что знаки эллиптичности на экси-

тонном и трионном резонансе противоположны. Действительно, избыток электро-

нов с проекцией спина +1/2 (N+1/2 > N−1/2) приводит к большему поглощению σ+

поляризованных фотонов на трионном резонансе и к меньшему – на экситонном.

Такая смена знака эллиптичности наблюдалась экспериментально в структуре с

квантовыми ямами InGaAs/GaAs [30]. На рисунке 1.5 представлены зависимости

сигналов фарадеевского вращения от частоты зондирующего луча (квадраты –

эксперимент, штриховая линия – теория) и эллиптичности (кружки – эксперимент,

сплошная линия – теория). Сигналы измерялись на достаточно больших положи-

тельных задержках (около 2 нс), заметно превосходящих время жизни фотовоз-

бужденных экситонов и трионов, поэтому они соответствуют спиновой поляриза-

ции резидентных носителей. Видно, что сигналы эллиптичности на трионном и

экситонном резонансах противоположного знака, а вся спектральная зависимость

неплохо описывается изложенной выше макроскопической теорией. Подробности

эксперимента и расчета, а также значения подгоночных параметров приведены в

работе [30].

Отметим, что смена знака спиновых сигналов наблюдается также при пере-

ходе от резонансов, связанных с возбуждением электрон-дырочных комплексов с

тяжелой дыркой, к резонансам, обусловленным возбуждением комплексов с лег-

кой дыркой [28, 39]. Такая смена знака связана с изменением правил отбора при

оптических междузонных переходах.
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Рис. 1.5: Зависимости сигналов фарадеевского вращения (квадраты) и эллиптично-
сти (кружки) от частоты детектирующего импульса в структуре с квантовыми ямами
In0.09Ga0.91As/GaAs. Ширина ямы 8 нм, концентрация электронов в яме N . 1010 см−2.
Измерения проводились в магнитном поле B = 0.5 T при температуре T = 1.6 K. Кри-
вые – подгонка согласно уравнениям (1.11) и (1.12). Вертикальные линии показывают
положения трионного (T) и экситонного (X) резонансов.

Квантовые ямы с электронным газом высокой плотности

В структурах, содержащих электронный газ высокой плотности, где Na2
B � 1,

или при высоких температурах экситоны и трионы не стабильны, а поглощение

света сопровождается формированием свободных электрон-дырочных пар. В та-

ком случае формула (1.4) неприменима. Основным механизмом формирования

спиновых сигналов Фарадея, Керра и эллиптичности в этих системах является

поляризационно-зависимая блокировка оптических переходов, обусловленная за-

полнением спиновых состояний электронов. Воспользуемся общим выражением

для коэффициента отражения света от легированной квантовой ямы (см., напри-

мер, [61]), которое в случае |r±| � 1 и в пренебрежении кулоновским взаимодей-

ствием принимает вид

r± = iQ
∫

dk

(2π)2

1− f∓1/2(k)

Eg + ~2k2
2µeh
− ~ω − i~Γeh

. (1.13)
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Здесь

Q =
q

2
~ωLTπa

3
B

[∫
ϕe(z)ϕh(z)dz

]2

,

где ωLT – продольно-поперечное расщепление экситона в объемном материале, aB

– боровский радиус объемного экситона, ϕe,h(z) – плавные огибающие волновой

функции электрона (e) и дырки (h) в квантовой яме, f±1/2(k) – функции распре-

деления носителей с компонентами спина ±1/2, k – волновой вектор электрона

µeh = mmh/(m + mh) – приведенная масса электрона и дырки (m – эффектив-

ная масса электрона, mh – дырки), Eg – эффективная ширина запрещенной зоны,

найденная с учетом размерного квантования электрона и дырки, Γeh – нерадиаци-

онное затухание электрон-дырочной пары. Считая спиновую поляризацию элек-

тронов малой имеем

E + iF ∝ 2iQ
∫

dk

(2π)2

sz(k)

Eg + ~2k2
2µeh
− ~ω − i~Γeh

, (1.14)

sz(k) = [f1/2(k)− f−1/2(k)]/2 – функция распределения z компоненты спина элек-

тронов. Для вырожденных электронов, когда энергия Ферми EF , температура

T , выраженная в единицах энергии, и нерадиационное затухание удовлетворяют

условиям T � ~Γeh � EF из уравнения (1.14) получаем

E + iF ∝ 2iQSz
E0 − ~ω − i~Γeh

, (1.15)

где E0 = Eg + EF (1 + m/mh) – энергия края поглощения, Sz = (2π)−2
∫
sz(k)dk

– спиновая плотность электронов. Основной вклад в спиновые сигналы вносят

электроны на уровне Ферми, что приводит к резонансному характеру разности

коэффициентов отражения. Более того, именно дисбаланс электронов с sz = +1/2

и −1/2 определяет различие эффективности взаимодействия σ+ и σ− компонент

зондирующего луча с системой. Например, если N1/2 > N−1/2, то σ+ компонента

зондирующего луча поглощается лучше, чем σ−. В результате спектральная за-

висимость спиновых сигналов Фарадея и эллиптичности в плотном электронном

газе аналогична той, которая наблюдается на трионном резонансе.
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Проанализируем также вклад в сигналы Фарадея и эллиптичности, обуслов-

ленный сдвигом энергетических уровней электронов в спин-поляризованном газе

за счет обменного взаимодействия (эффект Хартри-Фока). Относительный сдвиг

энергий оптических переходов в σ+ и σ− поляризациях можно представить как [62]

2
∑
k′

Vk′−ksz(k
′), (1.16)

где Vk – фурье-образ кулоновского потенциала взаимодействия между носителями

заряда. Хартри-фоковский вклад в спиновые сигналы эллиптичности и фарадеев-

ского вращения записывается в виде

E + iF ∝ −2iQ
∫

dk

(2π)2

1− f(k)

(Eg + ~2k2
2µeh
− ~ω − i~Γeh)2

∑
k′

Vk−k′sz(k
′). (1.17)

Расчет показывает, что для вырожденных электронов при малой степени поляри-

зации

E + iF ∝ − 2iQSz
E0 − ~ω − i~Γeh

F (rs)

1 +m/mh

. (1.18)

Здесь введен газовый параметр rs =
√

2me2/(κ~2kF ) ∼ 1/(Na2
B), kF – волновой

вектор электрона на поверхности Ферми, κ – статическая диэлектрическая про-

ницаемость. Функция F определена согласно [62]

F (rs) =
rs

π
√
|2− r2

s |

{
Arch(

√
2/rs), rs 6

√
2

arccos(
√

2/rs), rs >
√

2
.

Важно отметить, что в структурах с квантовыми ямами, спиновые сигналы обу-

словленные блокировкой переходов и обменным взаимодействием, отличаются

лишь общим множителем и знаком, а их спектральное поведение одинаково. В

электронном газе высокой плотности, где rs � 1, хартри-фоковский вклад (1.18)

мал по сравнению с вкладом от блокировки переходов, описываемым уравнением

(1.15). Однако в реальных структурах rs может быть порядка 1, и оба эффек-

та могут вносить сопоставимые вклады в спиновые эффекты Керра, Фарадея и

эллиптичности. Экспериментальные исследования многочастичных эффектов в

методике накачка – зондирование и, в частности, перенормировок, обусловленных

обменным взаимодействием между электронами, были выполнены в работе [63].
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1.3 Микроскопическое описание

Модели возбуждения и детектирования спиновой когерентности носителей заряда,

изложенные в разделе 1.2, успешно описывают качественные особенности спино-

вых сигналов, получаемых в методике накачка – зондирования на структурах с

квантовыми ямами и массивами квантовых точек. В этом разделе будет приведе-

на микроскопическая теория ориентации резидентных носителей заряда по спину

короткими импульсами в квантовых точках, основанная на модели двухуровневой

системы. Будет показано, что оптические импульсы не только возбуждают спи-

новую поляризацию электронов, но и модифицируют уже имеющийся спин. Кро-

ме этого, здесь будет дано микроскопическое описание процессов зондирования

спиновой когерентности. Изложенная теория применима с определенными огра-

ничениями и для структур с квантовыми ямами, где электроны локализованы,

например, на флуктуациях интерфейсов.

1.3.1 Двухуровневая модель для описания резонансного
возбуждения триона

Рассмотрим планарный массив однократно заряженных квантовых точек, выра-

щенных из материала с решеткой цинковой обманки вдоль оси z ‖ [001]. Состояния

квантовой точки удобно описывать четырехкомпонентной волновой функцией [A3]

Ψ =
[
ψ1/2, ψ−1/2, ψ3/2, ψ−3/2

]
, (1.19)

где нижние индексы ±1/2 относятся к спиновым состояниям резидентного элек-

трона, а индексы ±3/2 – к состояниям фотовобужденного триона. Компоненты

спина электрона выражаются как квантовомеханические средние значения опера-

тора спина ŝ = (σx, σy, σz)/2, где σi (i = x, y, z) – матрицы Паули, в виде

Sz =
(
|ψ1/2|2 − |ψ−1/2|2

)
/2, Sx = Re(ψ1/2ψ

∗
−1/2), Sy = − Im(ψ1/2ψ

∗
−1/2) . (1.20)

При описании квантовой точки с помощью волновой функции (1.19) мы прене-

брегаем всеми другими возбужденными состояниями системы (например, три-
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плетным состоянием триона). Будем считать, что длительность импульса накач-

ки τp достаточно велика по сравнению с периодом колебаний поля на несущей

(оптической) частоте электромагнитной волны, которую мы обозначим как ω
P
,

τp � 2π/ω
P
, но достаточно мала по сравнению с периодом прецессии электрон-

ного спина во внешнем магнитном поле τp � 2π/Ω и временем жизни триона в

квантовой точке τp � τTr . Такие соотношения между временными масштабами

являются типичными в экспериментах накачка – зондирование.

Поскольку σ+ поляризованный импульс света вызывает переход из состояния

квантовой точки, соответствующего резидентному электрону с проекцией спина

sz = +1/2, в трионное состояние с проекцией спина дырки +3/2, а σ− поляризо-

ванный импульс связывает состояния −1/2 и −3/2, то для описания взаимодей-

ствия импульса накачки заданной циркулярной поляризации с электроном в точке

достаточно ограничится лишь парой состояний: [ψ1/2, ψ3/2] или [ψ−1/2, ψ−3/2], т.е.

двухуровневой моделью. Уравнения, описывающие динамику волновой функции

квантовой точки под действием оптического импульса, можно представить в виде

i~ψ̇3/2 = ~ωT
0 ψ3/2 + V+(t)ψ1/2 , i~ψ̇1/2 = V ∗+(t)ψ3/2 , (1.21)

i~ψ̇−3/2 = ~ωT
0 ψ−3/2 + V−(t)ψ−1/2 , i~ψ̇−1/2 = V ∗−(t)ψ−3/2 . (1.22)

Здесь ψ̇ ≡ dψ/dt, а зависящие от времени матричные элементы

V±(t) = −
∫

d(r)Eσ±(r, t)dr (1.23)

описывают взаимодействие циркулярно поляризованных компонент падающего

поля Eσ± = (Ex ∓ iEy)/
√

2 ∝ e−iωPt с квантовой точкой. В уравнении (1.23) функ-

ция

d(r) = −i
epcv
ωT

0 m0

F(r, r)

– эффективный дипольный момент перехода. Здесь pcv – междузонный матричный

элемент импульса, m0 – масса свободного электрона,

F(re, rh) = ϕh(rh)ϕ
(tr)
e (re)

∫
dr′ϕe(r

′)ϕ(tr)
e (r′), (1.24)
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где ϕ(tr)
e , ϕh – огибающая волновая функция электрона и дырки в трионе, соот-

ветственно, ϕe – волновая функция резидентного электрона в квантовой точке.

В уравнении (1.24) предполагается, что квантовая точка достаточно мала, чтобы

движение электрона и дырки в ней можно было рассматривать независимо, однако

учтено возможное изменение огибающей функции электрона за счет кулоновского

взаимодействия.

При выполнении условия τp � τTr квантовомеханическое описание по-

прежнему применимо, однако при τp & 1/Ω в уравнениях (1.21), (1.22) следует

учесть влияние внешнего магнитного поля [64]. Если же τp & τTr , то подобный

импульс накачки можно рассматривать как квазистационарный, см. также [65].

Динамика спина электрона в рамках приведенной системы уравнений обсуж-

далась в работе [66] в случае “прямоугольного” импульса, несущая частота которо-

го совпадала с резонансной частотой триона ω
P

= ωT
0 . Анализ решений уравнений

(1.21), (1.22) для произвольной формы импульса и отстройки его несущей частоты

от трионного резонанса выполнен в работе [A3], обсуждение эффектов, связанных

с возбуждением триплетного состояния триона приведено в [A4].

Рассмотрим подробнее взаимодействие квантовой точки с σ+ поляризованным

импульсом. В условиях экспериментов [16, 66, 67] накачка выполняется последо-

вательностью импульсов, следующих с периодом повторения TR ∼ 10 нс. Этот

период обычно значительно превышает время жизни триона, TR � τTr , поэтому

к приходу очередного импульса накачки квантовая точка находится в основном

состоянии ψ3/2 = ψ−3/2 = 0. Однако, время TR как правило меньше, чем время

спиновой релаксации локализованного электрона [14, 16, 29], поэтому электрон в

квантовой точке может быть поляризован по спину. Из уравнений (1.22) следует,

что для σ+ накачки ψ−1/2(t) = const, а систему (1.21) можно переписать в виде

одного уравнения:

ψ̈1/2 −

(
iω′ +

ḟ(t)

f(t)

)
ψ̇1/2 + f 2(t)ψ1/2 = 0 . (1.25)

Здесь ω′ = ω
P
− ωT

0 – расстройка между несущей частотой накачки и резонансной
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частотой триона, а f(t) – плавная огибающая импульса накачки, определенная

согласно

f(t) = −eiω
P
t

~

∫
d(r)Eσ+(r, t)d3r .

Из уравнения (1.25) следует, что значения функции ψ1/2(−∞), т.е. до прихода оче-

редного импульса накачки, и ψ1/2(∞) (после прихода импульса) связаны линейно.

В общем случае эту связь можно записать как

ψ1/2(∞) = QeiΦψ1/2(−∞) , (1.26)

где вещественный коэффициент Q удовлетворяет условию 0 6 Q 6 1, а фаза

Φ может быть выбрана в интервале от −π до π. Эти параметры определяются

формой импульса, его длительностью и отстройкой от резонансной частоты. Вос-

пользовавшись уравнениями (1.20) и (1.26), свяжем значения спина электрона до

прихода импульса накачки, S− = (S−x , S
−
y , S

−
z ), и сразу после прихода импульса

накачки, S+ = (S+
x , S

+
y , S

+
z ):

S+
z =

Q2 − 1

4
+
Q2 + 1

2
S−z , (1.27a)

S+
x = Q cos ΦS−x +Q sin ΦS−y , (1.27b)

S+
y = Q cos ΦS−y −Q sin ΦS−x . (1.27c)

Система уравнений (1.27) описывает ориентацию и преобразование спина элек-

трона в квантовой точке коротким оптическим импульсом. Можно проверить,

что спиновая поляризация триона, определяемая согласно Jz = (|ψ3/2(∞)|2 −

|ψ−3/2(∞)|2)/2, непосредственно после импульса равна

Jz = S−z − S+
z . (1.28)

Преобразование электронного спина под действием импульса накачки, поляризо-

ванного по левому кругу σ−, описывается аналогичными уравнениями. При этом в

(1.27a) следует поменять знак в первом слагаемом, а в уравнениях (1.27b), (1.27c)

заменить Φ на −Φ.
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Соотношения (1.27), (1.28) представляют собой квантовомеханическое обобще-

ние начальных условий (1.3) для уравнений совместной спиновой динамики элек-

тронов и трионов (1.1). Из уравнений (1.27) видно, что σ+ импульс изменяет z

компоненту электронного спина на величину S+
z − S−z = (Q2 − 1)(1 + 2S−z )/4.

При Φ 6= 0 импульс также приводит к вращению электронного спина в плоскости

структуры, см. уравнения (1.27b) и (1.27c). Мы вернемся к вопросу о управле-

нии электронными спинами ниже, а сейчас обсудим зависимость эффективности

ориентации резидентного электрона от мощности накачки.

Рассмотрим для начала импульс, несущая частота которого находится в резо-

нансе с оптическим переходом. В таких условиях [66]

ψ1/2(t) = ψ1/2(−∞) cos

[∫ t

−∞
f(t′)dt′

]
, (1.29)

поэтому величины Q и Φ в уравнении (1.26) равны

Φ ≡ 0, Q = cos (Θ/2), (1.30)

где

Θ = 2

∫ ∞
−∞

f(t′)dt′ (1.31)

– эффективная площадь импульса. Из (1.27) и (1.30) следует, что спин электрона,

возбуждаемый одиночным импульсом, периодически зависит от площади импуль-

са Θ, т.е. от амплитуды поля в нем. Зависимость спина электрона от мощности

импульса также имеет осциллирующий характер типичный для двухуровневых

систем (эффект Раби) [68]: достаточно мощный импульс может не только пере-

вести систему из основного состояния в возбужденное, но и вернуть ее обратно в

основное состояние.

В заключение этого раздела кратко обсудим зависимость величин Q и Φ от па-

раметров отстроенного импульса, форму которого выберем в виде функции Розена

и Зенера [69]:

f(t) =
m

ch (πt/τp)
, (1.32)
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(a)                                              (b)

TT

Рис. 1.6: Зависимости параметров Q (a) и Φ (b), см. (1.26), (1.27) от безразмерной от-
стройки y = (ωP − ωT

0 )τp/2π, рассчитанные для различных площадей импульса Розена-
Зенера: Θ = π/2, π, 3π/2, 2π. На вставке проиллюстрирована форма импульса.

где коэффициент m характеризует амплитуду поля в максимуме импульса. Эф-

фективная площадь такого импульса Θ = 2mτp. Решение уравнения (1.25) для

импульса можно выразить, следуя работе [69], через гипергеометрическую функ-

цию

ψ1/2(t) = ψ1/2(−∞) 2F1

[
Θ

2π
,− Θ

2π
;
1

2
− iy;

1

2
th

(
πt

τp

)
+

1

2

]
, (1.33)

где безразмерная отстройка от резонанса y = ω′τp/(2π). Согласно [A3]

Q =

∣∣∣∣∣ Γ2
(

1
2
− iy

)
Γ
(

1
2
− Θ

2π
− iy

)
Γ
(

1
2

+ Θ
2π
− iy

)∣∣∣∣∣ =

√
1− sin2(Θ/2)

ch2 (πy)
, (1.34)

Φ = arg

{
Γ2
(

1
2
− iy

)
Γ
(

1
2
− Θ

2π
− iy

)
Γ
(

1
2

+ Θ
2π
− iy

)} , (1.35)

а их зависимости от отстройки для разных площадей Θ показаны на рис. 1.6. Из

рисунка видно, что для достаточно больших отстроек, |y| � 1, величина Q близка

к 1, а Φ – стремится к 0. Таким образом, отстроенные импульсы не влияют на

спиновое состояние квантовой точки. При Θ = π, функция Q(y) обладает резким

провалом при y = 0. Такой импульс обнуляет компоненты спина в плоскости S+
x

и S+
y , а также приводит к наиболее эффективной генерации z компоненты спина.
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1.3.2 Управление электронными спинами с помощью опти-
ческих импульсов

Как следует из системы уравнений (1.27), циркулярно поляризованный импульс

не только приводит к генерации спиновой поляризации в квантовой точке, но и

преобразует уже имеющийся в системе спин. Например, импульсы с Q = 0 полно-

стью стирают компоненты спина электрона в плоскости структуры, это приводит

к выстраиванию спина вдоль оси z. Напротив, отстроенные импульсы с Q = 1 осу-

ществляют вращение спина в плоскости структуры на угол Φ. Физически эффект

вращения спина циркулярно поляризованным импульсом можно интерпретиро-

вать как обратный эффект Фарадея [70]: циркулярно поляризованное электромаг-

нитное поле наводит расщепление электронных подуровней с проекциями спина

±1/2 на ось z. Это расщепление эквивалентно магнитному полю, направленному

по оси z, и приводит к повороту поперечных компонент спина электрона.

Таким образом, имеется возможность управления электронными спинами с по-

мощью коротких оптических импульсов [71]. Соответствующие эксперименты осу-

ществляются в трехимпульсной методике: первый импульс ориентирует резидент-

ные электроны по спину, второй служит для управления спинами, а третий исполь-

зуется для детектирования спиновой поляризации. Экспериментально вращение

спина циркулярно поляризованными импульсами было продемонстрировано в ра-

ботах [25] и [72] на структурах с квантовыми ямами CdTe и GaAs, соответственно,

и с квантовыми точками GaAs [26, 73, 74, 75]. Значительный интерес привлекают

также процессы оптического управления спинами в магнетиках [76, 77].

Данные эксперимента [26] по вращению электронного спина хорошо описыва-

ются микроскопическими выражениями (1.27). В рассматриваемой эксперимен-

тальной конфигурации весьма неожиданным оказывается влияние линейно по-

ляризованного управляющего импульса. Действительно, в согласии с описанной в

разделе 1.2.1 моделью возбуждения спиновых сигналов, для формирования спино-

вой когерентности резидентных электронов необходимо спин-зависимое фотовоз-
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буждение трионов. Поэтому линейно поляризованный импульс накачки не приво-

дит к генерации спиновой когерентности и к возникновению спиновых сигналов в

методике накачка – зондирование. Однако эксперименты, описанные в работе [A4]

и выполненные на структурах с квантовыми ямами CdTe/Cd0.78Mg0.22Te, показы-

вают, что линейно поляризованный управляющий импульс может существенно по-

давлять амплитуду спиновых биений. Это продемонстрировано на рисунке 1.7(a),

где приведены сигналы керровского вращения, измеренные без управляющего им-

пульса (сплошная жирная кривая), а также сигналы для разных моментов при-

хода управляющего импульса, отмеченных стрелками. Зависимость амплитуды

спинового сигнала Керра от мощности линейно поляризованного управляющего

импульса показана на вставке к панели (a) и треугольниками на рис. 1.7(b). Из

рисунка видно, что амплитуда сигнала спадает практически до нуля при интен-

сивностях управляющего импульса порядка 10 W/cm2.

(a) (b)

Рис. 1.7: (a) Временные зависимости сигнала керровского вращения, измеренные в
трехимпульсной методике накачка – управление – зондиование. Стрелки показывают
момент прихода управляющего импульса. Сплошная жирная кривая – сигнал без управ-
ляющего импульса. Мощность импульсов накачки и управления составляет 2.2 W/cm2.
На вставке показана зависимость амплитуды керровского сигнала от мощности управля-
ющего импульса. (b) Амплитуда сигнала керровского вращения в зависимости от мощ-
ности управляющего импульса. Сплошная линия – теория, треугольники – эксперимент.
Интенсивность импульса накачки 2 W/cm2. Измерения выполнялись на структуре с пя-
тью квантовыми ямами CdTe/Cd0.78Mg0.22Te, шириной 20 nm. Концентрация электронов
в каждой яме N = 2× 1010 cm−2.

На качественном уровне эффект подавления спиновой поляризации имеет про-
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стое объяснение. Пусть к моменту прихода управляющего импульса в системе бы-

ло N+1/2 электронов со спином “вверх” и N−1/2 – со спином “вниз”. Представим

линейно поляризованный импульс в виде суперпозиции двух циркулярно поля-

ризованных. Поскольку сила осциллятора трионного перехода пропорциональна

числу электронов с заданной проекцией спина, то за счет σ+ компоненты управ-

ляющего импульса сформируется WN+1/2 трионов, а за счет σ− компоненты –

WN−1/2 трионов, где W – некоторая константа, пропорциональная мощности им-

пульса. В простейшей модели, когда спиновая релаксация дырки в трионе проис-

ходит быстрее, чем рекомбинация триона, все электроны, вернувшиеся из трионов

будут деполяризованы. Это означает, что z компонента электронного спина изме-

нится на величину

∆Sz = −(WN+1/2 −WN−1/2)/2 = −WS(b)
z , (1.36)

где S(b)
z обозначает z компоненту спина до прихода управляющего импульса. Урав-

нение (1.36) описывает подавление полного спина в системе. Количественное опи-

сание этого эффекта можно выполнить в рамках системы уравнений (1.21), (1.22).

Расчет показывает, что спин после прихода управляющего импульса S(a) и спин

до прихода импульса S(b) связаны простым соотношением [A4]

S(a) = Q2
lS

(b). (1.37)

Здесь Ql – константа, определенная согласно (1.26) для циркулярной компоненты

управляющего импульса. Например, для импульса Розена-Зенера согласно (1.34)

Ql = 1 − sin2 (Θl/2)/ ch2 (πy), Θl = 2mτp/
√

2 – эффективная площадь циркулярно

поляризованной компоненты импульса управления. Важно отметить, что подав-

ление спина не зависит от момента прихода управляющего импульса в согласии с

экспериментальными данными, представленными на рисунке 1.7(a).

Экспериментальная (треугольники) и теоретическая (линия) зависимости ам-

плитуды спинового сигнала Керра от мощности управляющего импульса приве-

дены на рис. 1.7(b). При умеренных мощностях импульса имеется хорошее согла-
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сие теории и эксперимента. Осциллирующий характер теоретической зависимости

эффективности подавления спиновой когерентности от мощности управляющего

импульса связан с эффектом Раби, кратко обсуждавшимся выше при анализе воз-

буждения спиновой когерентности. Отсутствие осцилляций в эксперименте связа-

но с тем, что двухуровневая модель при больших мощностях импульсов может

некорректно описывать процессы возбуждения триона в структурах с квантовы-

ми ямами [A4].

1.3.3 Микроскопическое описание процессов зондирования

Двухуровневая модель, изложенная выше для описания возбуждения и управле-

ния электронной спиновой поляризацией, легко обобщается на случай процессов

зондирования спинов электронов и трионов.

Представим зондирующий импульс, электрическое поле которого осциллирует

вдоль оси x, как суперпозицию двух циркулярно поляризованных. В первом по-

рядке по амплитуде зондирующего импульса поправки к волновой функции кван-

товой точки можно записать в виде

δψ±3/2 = ψ±1/2

∫ t

−∞

V (t′)

i~
e−iωT

0 (t−t′)dt′ , δψ±1/2 = ψ±3/2

∫ t

−∞

V ∗(t′)

i~
eiωT

0 (t−t′)dt′ , (1.38)

где

V (t) = − 1√
2

∫
d(r)Epr

x (r, t)d3r . (1.39)

Считается, что электрическое поле в зондирующем импульсе Epr
x (r, t) ∝ e−iωprt, где

ωpr – несущая частота зондирующего импульса. До прихода импульса состояние

квантовой точки описывается волновой функцией (1.19). При этом, вообще говоря,

имеются ненулевые заселенности электронного ne = |ψ1/2|2 + |ψ−1/2|2 и трионного

ntr = |ψ3/2|2 + |ψ−3/2|2 состояний, а также спиновая поляризация электрона и три-

она: Sz =
(
|ψ1/2|2 − |ψ−1/2|2

)
/2 6= 0 и Jz =

(
|ψ3/2|2 − |ψ−3/2|2

)
/2 6= 0. Наведенные

зондирующим импульсом компоненты диэлектрической поляризации в квантовой
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точке имеют вид

δPQD
x (r, t) = −ne − ntr

2i~
d∗(r)

∫
d3r′

t∫
−∞

dt′eiωT
0 (t′−t)d(r′)Epr

x (r′, t′) + c.c,(1.40)

δPQD
y (r, t) = −Sz − Jz

~
d∗(r)

∫
d3r′

t∫
−∞

dt′eiωT
0 (t′−t)d(r′)Epr

x (r′, t′) + c.c..

Из уравнений (1.40) следует, что наведенная поляризация в квантовой точке имеет

две компоненты. Одна из них, δPQD
x , параллельна плоскости поляризации зонди-

рующего импульса, а ее величина пропорциональна разности заселенностей элек-

тронного и трионного состояний ne−ntr. Другая компонента, δPQD
y , ортогональна

плоскости поляризации зондирующего импульса, а ее величина определяется раз-

ностью проекций спина электрона и триона на ось z, Sz − Jz. Именно эта компо-

нента отвечает за вращение плоскости поляризации зондирующего луча, а также

за возникновение его эллиптичности.

Решение уравнений Максвелла для массива квантовых точек, диэлектрическая

поляризация которых описывается уравнениями (1.40), позволяет определить ве-

личины сигналов фарадеевского вращения и эллиптичности. В случае планарного

массива, типичные расстояния между точками в котором малы по сравнению с

длиной волны, имеем [A3]

E + iF =
3π

q2τTr
N2D
QD(Jz − Sz)

∫ ∞
−∞

dt

∫ t

−∞
dt′eiωT

0 (t′−t)Epr∗
0,x (t)Epr

0,x(t
′) , (1.41)

гдеN2D
QD – двумерная концентрация точек в массиве, q = ωpr

√κ∞/c – волновой век-

тор света в системе (κ∞ – фоновая диэлектрическая постоянная, предполагаемая

одинаковой для точек и для матрицы), τTr радиационное время жизни триона:

1

τTr
=

4

3

q3

κ∞~

∣∣∣∣∫ dr d(r)

∣∣∣∣2 . (1.42)

Сигнал керровского вращения определяется интерференцией зондирующего им-

пульса, отраженного от покрывающего слоя структуры и от массива точек, он

описывается стандартным выражением [ср. с (1.10)]

K = r01t01t10[cos (2qL)F + sin (2qL)E ] , (1.43)
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где r01 – коэффициент отражения на границе воздух – покрывающий слой, t01 и t10

– коэффициенты пропускания этой же границы внутрь и наружу. Влияние покры-

вающего слоя на эффекты Фарадея и эллиптичности можно учесть множителем

t01t10 в правой части формулы (1.41).

Рис. 1.8: Зависимость функции G от расстройки, Λ = ωpr − ωT
0 , рассчитанная по (1.46).

Из выражений (1.41), (1.43) следует, что амплитуды спиновых сигналов опре-

деляются разностью z компонент спина триона и электрона в квантовой точке.

Для анализа частотной зависимости сигналов фарадеевского вращения и эллип-

тичности представим поле зондирующего импульса в виде Epr
0 (t) = E(0)s(t)e−iωprt,

где s(t) – огибающая функция импульса, при этом

F ∝ ImG(ωpr − ωT
0 ) , E ∝ ReG(ωpr − ωT

0 ) , (1.44)

где

G(Λ) =

∫ ∞
−∞

dt

∫ t

−∞
dt′s(t)s(t′)eiΛ(t−t′), (1.45)

а Λ = ωpr−ωT
0 . В частном случае импульса Розена-Зенера, когда s(t) = 1/ ch(πt/τp),

имеем

G(Λ) =
τ 2
p

π2
ζ

(
2,

1

2
− iΛτp

2π

)
, (1.46)

где ζ(a, b) =
∑∞

k=0(k + b)−a – обобщенная ζ-функция Римана.

На рисунке 1.8 показаны вещественная и мнимая части функции G, рассчитан-

ные для импульса Розена и Зенера. Качественный ход зависимостей сигнала фа-

радеевского вращения и эллиптичности от расстройки между частотой трионного
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резонанса и несущей частотой импульса зондирования аналогичен полученному в

разделе 1.2.2, см. рис. 1.4. Важно отметить, что максимальная чувствительность

спиновых сигналов фарадеевского вращения и эллиптичности соответствует раз-

ным расстройкам: сигнал фарадеевского вращения максимален для отстроенных

импульсов |Λ|τp ≈ 1, а эллиптичность – для резонансных. В следующей главе бу-

дет, в частности, показано, что в неоднородных массивах квантовых точек это

приведет к различной зависимости спиновых сигналов от времени задержки меж-

ду импульсами накачки и зондирования.

Оценки, выполненные по формулам (1.8), (1.41) гласят, что для массивов кван-

товых точек на основе GaAs с плотностью N2D
QD ∼ 1010 cm−2 с полностью поляри-

зованными электронами углы фарадеевского и керровского вращения вращения

составляют ∼ 1 mrad (при длительности импульса τp ∼ 1 ps, времени жизни трио-

на τTr ∼ 1 ns), что находится в хорошем согласии с экспериментальными данными.

1.4 Краткие итоги

В главе 1 получены следующие основные результаты:

• Построена микроскопическая теория возбуждения спиновой поляризации в

квантовых ямах с разреженным электронным газом и в однократно заря-

женных квантовых точках при резонансном возбуждении трионов.

• Показано, что циркулярно поляризованный импульс света может не только

генерировать электронный спин, но и приводить к повороту уже имеющегося

в система магнитного момента.

• Показано, что линейно поляризованный импульс может подавлять имеющий-

ся в системе спин.

• Разработана микроскопическая теория спиновых сигналов фарадеевского и

керровского вращения, а также наведенной эллиптичности в массивах кван-

товых точек.
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Глава 2

Динамика спинов электронов и ядер
в квантовых точках

2.1 Особенности спиновой динамики локализован-
ных электронов (обзор)

Особенности динамики электронных спинов в полупроводниковых структурах во

многом обусловлены размерностью системы. В объемных материалах, кванто-

вых ямах и квантовых проволоках движение носителей заряда хотя бы в одном

пространственном направлении является свободным. Именно свободное движение

электронов благодаря спин-орбитальной связи во многом определяет поведение

спинов. Речь о таких системах пойдет в последующих главах диссертации. Прин-

ципиально иная ситуация, как отмечалось в главе 1, реализуется в структурах

с квантовыми точками. Пространственная локализация электронов и дырок во

всех трех направлениях приводит к “выключению” спин-орбитального взаимодей-

ствия. Дискретный характер энергетического спектра локализованных электронов

и подавление роли спин-орбитальной связи делают электронный спин, локализо-

ванный в одиночной квантовой точки, естественным кандидатом на роль кубита

(qubit) – квантового бита – для будущих приложений в области обработки инфор-

мации [78, 79, 80].

Исследование спиновой динамики локализованных электронов и дырок воз-

можно как в одиночных квантовых точках (см., например, [74, 81, 82, 83, 84]), так
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и в их ансамблях, см. [27] в качестве обзора. Широкое применение метода накач-

ка – зондирование для одиночных точек, однако, весьма затруднено из-за слабых

сигналов и малого отношения “сигнал/шум”. Данная глава нацелена на теоре-

тическое исследование динамики спинов в массивах квантовых точек. С одной

стороны, неизбежная неоднородность ансамбля точек приводит к эффективной

дефазировке электронных спинов, например, из-за разброса величины g-фактора

электронов. С другой стороны, в ансамблях квантовых точек наблюдается син-

хронизация мод спиновой прецессии электронов, когда порядка 106 спинов пре-

цессируют с соизмеримыми частотами [16], что позволяет в определенной мере

преодолеть эффекты неоднородности.

Важной особенностью квантовых точек является эффективное взаимодействие

спинов электронов и ядер решетки. Это приводит к тому, что оптические и элек-

трические воздействия на электронный спин влияют и на поляризацию спинов

ядер. Последняя проявляется в виде сдвига Оверхаузера частоты прецессии элек-

тронного спина во внешнем магнитном поле [85, 86, 87, 88]. Сверхтонкое взаимо-

действие спинов электронов и ядер приводит и к изменению поляризации ядер

за счет “флип-флоп” процессов [89, 90]. Эти процессы, однако, подавляются в до-

статочно сильных магнитных полях из-за несоответствия величин зеемановско-

го расщепления электронных и ядерных спиновых подуровней. Поэтому ядерная

спиновая поляризация может сохраняться часами (см., например, [91, 92]), если не

выполнены особые условия, облегчающие совместный переворот спинов электрона

и ядра [93]. С другой стороны, различного рода оптические или электрические воз-

действия на электронный спин могут приводить к эффективной накачке спинов

ядер, поскольку во время действия таких возмущений перевороты спинов могут

происходить без сохранения энергии [67, 88, 94, 95, 96, 97, 98].

Наиболее ярким примером такого рода явлений является индуцированная яд-

рами подстройка частот электронной спиновой прецессии, обнаруженная в ансам-

бле однократно заряженных квантовых точек под действием периодической по-
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следовательности циркулярно поляризованных оптических импульсов [94]. Экспе-

римент показал, что поляризация ядер меняется таким образом, что эффективные

частоты прецессии спинов во всех квантовых точках оказываются соизмеримыми

с частотой повторения импульсов накачки.

В данной главе развита микроскопическая теория зависимостей от времени за-

держки между импульсами накачки и зондирования спиновых сигналов Фарадея,

Керра и эллиптичности в ансамблях квантовых точек. Приводится количественное

описание эффектов, связанных с накоплением спиновой поляризации под действи-

ем периодической оптической накачки: синхронизации мод спиновой прецессии и

индуцированной ядрами подстройки частот электронной спиновой прецессии. Так-

же детально анализируются зависимости сигналов фарадеевского вращения и эл-

липтичности от времени в неоднородных ансамблях квантовых точек и показано,

что эти сигналы отражают динамику спинов различных подансамблей носителей

заряда.

На рисунке 2.1(a) представлены типичные спиновые сигналы фарадеевского

вращения и эллиптичности, полученные в работе [A5] на массиве квантовых точек

InGaAs n-типа. Измерения выполнялись в так называемой “двухцветной” (невы-

рожденной) методике накачка – зондирование, когда импульсы накачки и зондиро-

вания генерируются разными лазерами, поэтому их несущие частоты перестраива-

ют независимо. Сами импульсы синхронизированы с высокой точностью, состав-

ляющей порядка 10 фс. Накачка и зондирование осуществляются периодической

последовательностью импульсов, следующих с периодом повторения TR = 13.2 ns.

Ключевые экспериментальные факты состоят в следующем:

1. Сигналы на положительных задержках имееют сложный характер, связан-

ный с наложением осцилляций с различными частотами. Анализ их частот

и времен затуханий [см. рис. 2.1(c)] позволяет установить, что наблюдае-

мый сигнал есть суперпозиция спинового сигнала резидентного электрона,

а также сигналов фотовозбужденных электрона и дырки (в нейтральных
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Рис. 2.1: (a) Сигналы фарадеевского вращения (FR) и наведенной эллиптичности
(Ellipticity) в зависимости от времени задержки между импульсами накачки и зонди-
рования. Две верхние кривые – сигналы эллиптичности и фарадеевского вращения при
(почти) спектрально вырожденных лазерах накачки и зондирования (~ωP − ~ωpr = ∆ =
−0.2 мэВ), на нижней кривой приведен сигнал фарадеевского вращения при отстроен-
ном импульсе зондирования (∆ = −1.0 мэВ). (b) Соответствующие сигналы на отри-
цательных задержках. Тонкие кривые – эксперимент, жирные – подгонка. (c) Сигнал
фарадеевского вращения (нижняя кривая) при почти вырожденных импульсах накачки
и зондирование. На экспериментальную кривую наложена подгонка. Три зависимости,
приведенные наверху (сверху вниз): сигнал, связанный с долгоживущей спиновой поля-
ризацией в заряженных квантовых точках, сигнал, обусловленный спиновой прецессией
электрона в экситоне в нейтральных точках, и сигнал, связанный с прецессией дыр-
ки (как в нейтральных точках, так и в трионе). Измерения выполнялись на структуре,
состоящей из 20 слоев квантовых точек InGaAs/GaAs с концентрацией точек в слое
1010 cm−2, структура легирована так, что в среднем на точку приходится один электрон.
Температура T = 6 K, магнитное поле B = 4 T.
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точках) [A5], [99]. В дальнейшем основное внимание будет уделено долгожи-

вущему спиновому сигналу резидентного электрона.

2. Заметные сигналы имеют место и на отрицательных задержках, т.е. когда

импульс зондирования приходит раньше, чем очередной импульс накачки.

Возникновение спиновых сигналов на отрицательных задержках и накопле-

ние спина при возбуждении квантовых ям и квантовых точек периодической

последовательностью импульсов обсуждаются ниже в разделах 2.2, 2.3.

3. В условиях спектрального вырождения импульсов накачки и зондирования

амплитуда сигнала фарадеевского вращения, индуцированного резидентны-

ми электронами, ведет себя немонотонно в зависимости от времени задерж-

ки: на небольших задержках сигнал разгорается, а потом затухает. Это хо-

рошо видно на рисунке 2.1(b), средняя кривая, где показана область отрица-

тельных задержек, и на панели (c), верхняя кривая. Сигнал эллиптичности

при этом демонстрирует ожидаемое поведение – затухающие осцилляции.

Наличие расстройки между несущими частотами импульсов накачки и зон-

дирования приводит к тому, что разрастающаяся со временем компонента

сигнала Фарадея пропадает. Разгоранию сигнала фарадеевского вращения

посвящен раздел 2.4.

2.2 Резонансное спиновое усиление и синхрониза-
ция мод спиновой прецессии

Cигналы на отрицательных задержках возникают вследствие того, что спин элек-

трона не релаксирует полностью за время повторения импульсов [14, 16]. В за-

висимости от соотношения между периодами электронной спиновой прецессии и

следования импульсов накачки спиновая поляризация в системе может накапли-

ваться или подавляться.

Действительно, как показано на рисунке 2.2, если период повторения импуль-
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сов TR кратен периоду спиновой прецессии электрона во внешнем магнитном поле

TL = 2π/Ω,

TR = NTL =
2πN

Ω
, N = 1, 2, . . . , (2.1)

то очередной импульс накачки добавляет спин в фазе к прецессирующему. При

этом спиновая поляризация в системе возрастает по сравнению с той, которая

формировалась одиночным импульсом. Этот эффект называют резонансным спи-

новым усилением. Если условие (2.1) не выполнено, то синхронизация фаз оказы-

вается нарушенной и накопления спиновой поляризации не происходит.

(a)

t

B

(b)

t

B

Рис. 2.2: Схематическая иллюстрация резонансного спинового усиления. Штрихи пока-
зывают моменты прихода импульсов накачки, стрелки – ориентацию электронного спина
в различные моменты времени. Пунктирные стрелки – спиновая поляризация, возника-
ющая за счет импульсов накачки. На панели (a) представлен случай равных периодов
прецессии спина и повторения импульсов TR = TL, на панели (b) – импульсы приходят
в два раза чаще TR = TL/2.

В экспериментах, как правило, исследуется спиновая динамика ансамбля элек-

тронов. При оптическом возбуждении массивов квантовых точек и квантовых ям

по спину поляризуются носители заряда с различными энергиями, разбросанными

в пределах спектральной ширины импульса накачки∼ ~/τp. Величины g-факторов

электронов оказываются различными, поэтому отличаются и частоты их спиновой

прецессии. Дополнительный вклад в разброс частот прецессии обусловлен сверх-

53



тонким взаимодействием электронных спинов со спинами ядер решетки. Затуха-

ние спиновых биений характеризуется следующими параметрами: T2 ≡ τs – време-

нем релаксации компонент электронного спина, поперечных к внешнему магнит-

ному полю, T ∗2 = T2Tinh/(T2 + Tinh) – временем дефазировки электронного спина в

ансамбле, обусловленной как процессами релаксации, так и разбросом частот лар-

моровской прецессии. Последний характеризуется временем Tinh ∼ (∆Ω)−1, где ∆Ω

– разброс частот спиновой прецессии. Этот вклад во время затухания спиновых

биений имеет характерную магнитополевую зависимость ∝ 1/B, см. рис. 1.2(c).

Особенности спиновой динамики при возбуждении периодической последователь-

ностью импульсов определяются соотношениями между периодом следования им-

пульсов TR и временами затухания спиновых биений. Очевидно, что если T2 � TR,

то эффекты накопления спиновой поляризации несущественны, т.к. спин успевает

срелаксировать до прихода следующего импульса. Ниже мы будем считать, что

T2 & TR, и проанализируем два важных случая: слабой дефазировки, связанной

с разбросом частот спиновой прецессии (Tinh � TR), когда реализуется резонанс-

ное спиновое усиление, и режим сильной дефазировки, Tinh < TR, когда возможна

синхронизация мод спиновой прецессии.

2.2.1 Резонансное спиновое усиление

Начнем с ситуации, в которой разброс частот спиновой прецессии не важен, а

затухание спиновых биений обусловлено процессами спиновой релаксации. Для

простоты будем считать, что средний спин электронов мал (как генерируемый

одиночным импульсом накачки, так и накопленный при накачке последователь-

ностью импульсов). Поэтому для периодической последовательности, состоящей

из достаточно большого числа импульсов накачки, из уравнений (1.1) получаем

Stot
z (∆t) =

∞∑
n=1

Sz(0)e−(∆t+nTR)/T2 cos [ω(∆t+ nTR)]. (2.2)

Здесь Sz(0) – спин электронов, созданный одиночным импульсом накачки, ∆t –

задержка между импульсом зондирования и ближайшим последующим импульсом
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накачки, здесь она может принимать любые отрицательные значения в интервале

∆t ∈ (−TR, 0]. При выводе выражения (2.2) предполагается, что τTr � τTs .

Расчет показывает [14, 100], что

Stot
z (∆t) =

Sz(0)

2
e−(TR+∆t)/T2

cos (Ω∆t)− eTR/T2 cos [Ω(TR + ∆t)]

cos (ΩTR)− ch (TR/T2)
. (2.3)

Из формулы (2.3) видно, что зависимость спина электронов от ларморовской ча-

стоты Ω (и, соответственно, от магнитного поля) при фиксированной задерж-

ке ∆t состоит из последовательности максимумов, соответствующих условию

ΩTR ≈ 2πN , где N – целое число. Вблизи максимума, когда |ΩTR − 2πN | � 1

и |∆t/TR| � 1, выражение (2.3) можно переписать в виде функции Лоренца

Stot
z (0,ΩTR) = Sz(0)

1− e
−TR
T2

(ΩTR − 2πN)2 + 2 [ch(TR/T2)− 1]
. (2.4)

В этом приближении ширина пика определяется величиной

∆ =
√

2 [ch(TR/T2)− 1], (2.5)

которая в пределе больших времен спиновой релаксации, TR/T2 � 1, сводится к

∆ ≈ TR/T2, и она тем меньше, чем больше время спиновой релаксации T2.

Выше мы предполагали, что время затухания спиновых биений не зависит от

магнитного поля. Это условие нарушается для локализованных электронов, см.

например [14, 27, 101], где основным механизмом спиновой декогерентности яв-

ляется разброс величин g-факторов. С увеличением магнитного поля наблюдае-

мые времена спиновой релаксации укорачиваются, а пики резонансного спинового

усиления – уширяются. Для количественного описания этого эффекта усредним

выражение (2.3) по распределению ларморовских частот f(Ω), обусловленному

разбросом значений электронного g-фактора. Простое аналитическое выражение,

описывающее пики резонансного спинового усиления, можно получить, восполь-

зовавшись приближением (2.4) для формы пика в отсутствие неоднородного уши-

рения, и предположив, что разброс ларморовских частот также описывается ло-

ренцианом

f(Ω) =
σ

π[(Ω− Ω0)2 + σ2]
,
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где Ω0 = ḡeµBB/~, ḡe – среднее значение электронного g-фактора, а дисперсия

частот σ связана с разбросом значений g-фактора соотношением

σ =
∆ge
ḡe

Ω0 . (2.6)

В таком случае имеем

〈sz(0,ΩTrep)〉 = s0
∆ + σ

∆

1− e
−TR
T2

(ΩTrep − 2πN)2 + (∆ + σ)2
. (2.7)

С ростом неоднородного уширения σ высота пиков, описываемых уравнением (2.7),

уменьшается, а ширина увеличивается.

В экспериментах, как правило, реализуется гауссово распределение частот спи-

новой прецессии,

f(Ω) =
1

σ
√

2π
exp

[
−(Ω− Ω0)2

2σ2

]
, (2.8)

которое мы будем использовать ниже для численных расчетов сигналов спинового

усиления. На рисунке 2.3 представлен спектр резонансного спинового усиления –

зависимость сигнала керровского вращения Stot
z от магнитного поля, полученная

на структуре с квантовыми ямами CdTe/Cd0.78Mg0.22Te при небольшой отрица-

тельной задержке [39]. В этой структуре резидентные носители заряда локализо-

ваны и резонансное спиновое усиление можно описывать развитой теорией. Пики

на зависимости, представленной на рис. 2.3, соответствуют выполнению условий

соизмеримости периодов спиновой прецессии и повторения импульсов (2.1). Отме-

тим, что пик в нулевом магнитном поле заметно выше соседних, по-видимому, это

связано с влиянием ядерных эффектов на спин электрона. Высота пиков монотон-

но убывает с увеличением их номера, а сами пики слегка уширяются. Подгонка

экспериментальных данных с учетом разброса g-факторов, выполненная в рам-

ках разработанной теории, представленная сплошной линией на рис. 2.3, непло-

хо описывает эксперимент Сопоставление теоретического расчета и эксперимен-

тальных данных позволяет установить основные параметры спиновой кинетики

резидентных электронов [39]: среднее значение g-фактора, g = 1.64, его разброс
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∆g/g = 0.4% (в теории разброс моделировался гауссовым распределением), по-

перечное время спиновой релаксации T2 = 30 ns. Эти параметры, полученные на

основе метода резонансного спинового усиления, хорошо согласуются с парамет-

рами, извлеченными из эффекта Ханле и из временных зависимостей спиновых

сигналов керровского вращения на той же структуре.
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Рис. 2.3: Зависимость спинового сигнала Керра от внешнего магнитного поля.
Точки – экспериментальные данные, полученные на структуре квантовыми ямами
CdTe/Cd0.78Mg0.22Te [5 ям шириной 20 nm, концентрация электронов в яме N ≈
1010 cm−2] при небольшой отрицательной задержке ∆t = −80 ps, период повторения
импульсов накачки TR = 12.5 ns (из работы [39]). Сплошная кривая – подгонка экс-
периментальных данных, поперечное время спиновой релаксации T2 = 30 ns, средний
g-фактор g = 1.64, разброс величин g факторов ∆g/g = 0.4%.

Дополнительную специфику в спектры резонансного спинового усиления в ма-

лых магнитных полях может вносить спиновая динамика дырки в трионе (в струк-

турах n-типа) и электрона в трионе (в структурах p-типа). Если спиновая релак-

сация триона подавлена, то, как обсуждалось выше в разделе 1.2.1, заметная спи-

новая поляризация резидентных носителей заряда возникает лишь в магнитном

поле. При этом амплитуды пиков резонансного спинового усиления возрастают с

увеличением номера пика в умеренных магнитных полях, а огибающая спектра

обладает плавной формой, напоминающей крылья летучей мыши (bat-like shape).

Из таких спектров удается извлечь времена релаксации неспаренного носителя в
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трионе [30, 38, 41].

Уравнение (2.3) не учитывает насыщение спиновой поляризации электронов

при периодической накачке. Приведем для полноты выражение, описывающее

зависимость z компоненты спина электрона от магнитного поля и параметров

импульсов накачки, полученное в рамках двухуровневой модели, изложенной в

разд. 1.3.1:

S−x = KS−y ,

S−y =
1−Q2

4∆
e
−TR
T2 sin(ΩTR) ,

S−z =
1−Q2

4∆
e
−TR
T2

[
Q(cos Φ−K sin Φ)e

−TR
T2 − cos(ΩTR)

]
, (2.9)

где ∆t→ −0, параметры Q и Φ описывают преобразование компоненты волновой

функции ψ1/2 под действием σ+ импульса накачки [см. формулы (1.26)]

∆ = 1− e−TR/T2
[

1 +Q2

2
+Q(cos Φ−K sin Φ)

]
cos(ΩTR)

+
Q(1 +Q2)

2
e−2TR/τs,e(cos Φ−K sin Φ) ,

K =
Qe−TR/τs,e sin Φ

1−Qe−TR/τs,e cos Φ
. (2.10)

При выводе (2.12) предполагается, как и выше, что спиновая релаксация дыр-

ки в трионе идет быстро: τTs � τTr , а также пренебрегается разбросом величины

g-фактора электрона. Вблизи пика Ω ≈ 2πN/TR при выполнении следующих усло-

вий 1−Q� 1, TR � T2 и Φ� 1 имеем вместо (2.4):

S−z ∝
[
(ΩTR − 2πN)2 +

T 2
R

τ 2
s,e

Φ2 + (1−Q)2 + 2
TR
τs,e

(1−Q)

]−1

. (2.11)

Ширина пика в спектре резонансного спинового усиления пропорциональна

1

TR

√(
TR
τs,e

)2

+ 2(1−Q)
TR
τs,e

+ (1−Q)2 + Φ2 ,

т.е. она определяется или темпом спиновой релаксации или дефазировки T−1
2 , или

эффективной мощностью импульса 1−Q, или фазовым сдвигом Φ, возникающим
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за счет спектральной расстройки между несущей частотой импульса накачки и

резонансном квантовой точки. Таким образом, с ростом мощности накачки пики

уширяются, и зависимость спиновой поляризации при фиксированной задержке

от магнитного поля становится более плавной.

2.2.2 Синхронизация мод спиновой прецессии

Перейдем теперь к противоположному предельному случаю, когда разброс g-

факторов электронов или случайные ядерные поля приводят к быстрой дефа-

зировке электронных спинов, т.е.

T ∗2 ≈ Tinh < TR. (2.12)

На первый взгляд, в такой ситуации сложно ожидать сколько-нибудь существен-

ных спиновых сигналов на отрицательных задержках, поскольку спин дефазиру-

ется до прихода очередного импульса.

Однако, как уже упоминалось ранее, спиновая когерентность каждого кон-

кретного электрона сохраняется в течение длительного времени, значительно пре-

вышающего период следования импульсов. Более того, поскольку при выполне-

нии условия (2.12) возбуждается широкий спектр частот спиновой прецессии, то

среди всего ансамбля прецессирующих спинов есть те, для которых достигает-

ся синхронизация частот спиновой прецессии и повторения импульса накачки.

Очевидно, что спины этих электронов всегда будут в фазе в моменты времени

t = 0, TR, 2TR, . . ., т.е. в момент прихода очередного импульса накачки. Спины

остальных носителей заряда в эти моменты времени имеют случайные фазы пре-

цессии и не вносят вклада в наблюдаемый сигнал. Таким образом, при выполнении

условия (2.12) спиновый сигнал будет затухать за время порядка T ∗2 , а потом раз-

гораться снова к приходу очередного импульса накачки за примерно то же самое

время. Это явление было обнаружено в экспериментах накачка – зондирование на

массивах квантовых точек InGaAs [16] и получило название синхронизация мод

спиновой прецессии (в англоязычной литературе – mode-locking) по аналогии с
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физикой лазеров, где генерация возможна только для некоторых оптических мод,

частоты которых равны частотам мод резонатора. Однако, в отличие от лазерной

физики, где для достижения когерентности этих мод используются специальные

методики, моды спиновой прецессии с соизмеримыми ларморовскими частотами

всегда возбуждаются в фазе импульсами накачки. Характерные зависимости сиг-

нала фарадеевского вращения от временной задержки между импульсами накач-

ки и зондирования, измеренные на образце с квантовыми точками InGaAs/GaAs,

представлены на рис. 2.4.

Рис. 2.4: (a) Сигнал фарадеевского вращения, полученный в методике накачка – зондиро-
вание при различных значениях магнитного поля. Измерения выполнялись на структу-
ре, состоящей из 20 слоев квантовых точек InGaAs/GaAs с концентрацией точек в слое
1010 cm−2, структура легирована так, что в среднем на точку приходится один элек-
трон. Сложная форма сигнала на положительных задержках связана с интерференцией
спиновых биений резидентных электронов, а также электронов и дырок в нейтральных
точках, ср. с рис. 2.1, сигнал на отрицательных задержках обусловлен синхронизацией
мод спиновой прецессии. (b) Фарадеевский сигнал, измеренный на большом временном
интервале, включающем в себя три периода повторения импульсов. Панель (a) воспро-
изведена из [16], панель (b) – из [27].

Явление синхронизации мод спиновой прецессии позволяет в определенной ме-

ре преодолеть эффекты дефазировки электронных спинов, связанных с неодно-

родностью ансамбля электронов. В условиях эксперимента [16] порядка 106 элек-

тронных спинов прецессируют с соизмеримыми частотами. Поскольку разброс ча-

стот спиновой прецессии уменьшается с уменьшением магнитного поля, то в ма-

лых полях можно достичь ситуации, когда возбуждается лишь одна или две моды
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спиновой прецессии, это было экспериментально показано в работе [102]. Использо-

вание синхронизации мод спиновой прецессии позволяет экспериментально опре-

делять поперечное время релаксации электронного спина T2, а также возбуждать

спиновое эхо при накачке последовательностью, состоящей из пар циркулярно по-

ляризованных импульсов [16].

Ясно, что отношение амплитуд долгоживущего (электронного) спинового сиг-

нала на отрицательных и положительных задержках Aneg/Apos должно опреде-

ляться долей электронов, спины которых удовлетворяют условию синхронизации

мод (2.1) с достаточной точностью, связанной с мощностью импульса, временем

спиновой релаксацией или отстройкой импульса накачки от резонанса, см. (2.11).

Действительно, вклад в сигнал на отрицательных задержках вносят лишь элек-

троны, прецессия спинов которых синхронна с импульсами накачки, а на положи-

тельных – все электроны в ансамбле. Анализ показывает, что при характерных

параметрах эксперимента это отношение должно быть не более 0.2 ÷ 0.3. Из экс-

периментальных данных, показанных на рисунке 2.4, видно, что это не так: Aneg

лишь слегка меньше, чем Apos. Это означает, что почти во всех точках выполнено

условие синхронизации (2.1). Причины этого обсуждаются в следующем разделе.

2.3 Подстройка частот электронной спиновой пре-
цессии, обусловленная взаимодействием с яд-
рами решетки

До сих пор мы исключали из рассмотрения подсистему ядерных спинов. Дей-

ствительно, на временном масштабе порядка десяти наносекуд, соответствующему

периоду повторения импульсов, ядерные спины можно считать замороженными.

Благодаря сверхтонкому взаимодействию ядерные спиновые флуктуации вносят

вклад в разброс частот спиновой прецессии электронов и приводят к дефазировке

их спинов [103, 104, 105, 106], поскольку частота прецессии электронного спина Ωeff

определяется полным магнитным полем, включая как внешнее поле, так и поле
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Оверхаузера, действующее со стороны ядер. Например, в модели ящика, которой

мы будем пользоваться в дальнейшем, предполагается, что константа сверхтон-

кого взаимодействия электрона с ядрами αhf одинакова для всех ядер квантовой

точки [107, 108, 109],

Ωeff = Ω + αhfm,

где m =
∑

i Ii – суммарный спин ядер (Ii – средние значения векторов спинов

ядер, i – нумерует ядра, взаимодействующие с электроном). Если ядра в среднем

не поляризованы, то векторm в разных квантовых точках ориентирован случай-

но, и частота Ωeff флуктуирует от точки к точке. Однако, в экспериментах накач-

ка – зондирование оптическое возбуждение осуществляется длительной последо-

вательностью циркулярно поляризованных импульсов, и за время эксперимента

ядерная спиновая поляризация m может измениться как за счет взаимодействия

с внешним полем, так и взаимодействия со спином электрона. Это и приводит к

необычной динамике спинов электронов и ядер [94].

На рисунке 2.5 представлены рассчитанный (а) и измеренный (b) спиновые

сигналы Фарадея для массива квантовых точек InGaAs [94]. Из рисунка видно

драматическое отличие амплитуд сигналов на отрицательных задержках в экспе-

рименте и в расчете, не учитывающем ядерные эффекты. В работе [94] был сделан

вывод о том, что именно взаимодействие электронов с ядерными спинами ответ-

ственно за наблюдаемый эффект: в процессе возбуждения спиновой когерентности

электронов периодической последовательностью импульсов спины ядер кристал-

лической решетки ориентируются таким образом, что частота спиновой прецессии

электрона оказывается кратной частоте повторения импульсов накачки.

Имеются два теоретических подхода к описанию процесса подстройки ядерных

спинов. В модели, предложенной в работе [94], см. также [67], рассматриваются

случайные перевороты ядерных спинов, обусловленные сверхтонким взаимодей-

ствием. Скорость таких процессов можно оценить как [90, 94]

γ ∼ α2
hf

Ω2τc

, (2.13)
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Рис. 2.5: (a) Сигнал фарадеевского вращения от массива квантовых точек, рассчитанный
в условиях эксперимента [94] в пренебрежении ядерными эффектами. (b) Эксперимен-
тально измеренный сигнал Фарадея. Измерения выполнялись на структуре, состоящей
из 20 слоев квантовых точек InGaAs/GaAs с концентрацией точек в слое 1010 cm−2,
структура легирована так, что в среднем на точку приходится один электрон. Воспро-
изведено из работы [94].

где τc – время корреляции электронного спина в квантовой точке. Ключевым пред-

положением данного подхода является то, что время корреляции электронного

спина определяется процессами взаимодействия импульса накачки с квантовой

точкой, поэтому для него справедлива оценка [94]

τc ∼
TR
W
. (2.14)

Здесь W – вероятность формирования триона одиночным импульсом. В тех кван-

товых точках, где выполнено условие синхронизации фаз с учетом действия ядер-

ного поля:

ΩeffTR = 2πN (2.15)

к моменту прихода очередного импульса накачки |Sz| = 1/2, и трион не формиру-

ется. Поэтому W = 0, время корреляции τc → ∞, и перевороты ядерных спинов

прекращаются. В точках, где условие синхронизации фаз спиновой прецессии не

выполнено, идут перевороты ядерных спинов, пока случайным образом Ωeff не из-

менится так, что будет достигнуто условие (2.15). Подобные явления обсуждались
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также в статье [98].

Здесь отстаивается альтернативная точка зрения, заключающаяся в том, что

подстройка частоты спиновой прецессии носит направленный характер и может

быть описана на основании классических уравнений совместной спиновой дина-

мики электронов и ядер [104, 110]. Заметим, что в умеренных магнитных полях

(несколько Тесла), приложенных в плоскости структуры перпендикулярно оси рас-

пространения импульсов, накачки ядра практически не поляризованы, а величина

ядерной спиновой поляризации определяется случайными флуктуациями ядерных

спинов [33, 90]. Это означает, что характерная величина |m| для квантовой точ-

ки с N ∼ 105 ядрами, составляет |m| ∼
√
N ∼ 3 × 102. В рамках указанных

приближений совместная динамика спинов электронов и ядер в квантовой точке

в интервале между очередными импульсами накачки описывается следующими

уравнениями [ср. с формулой (1.1) главы 1]

dS

dt
= [(Ω + αhfm(t))× S(t)], (2.16a)

dm

dt
= [(ω + αhfS(t))×m(t)]. (2.16b)

Напомним, что Ω = Ωex – частота прецессии спина электрона во внешнем маг-

нитном поле, ω = ωex – частота прецессии ядерных спинов (ω/Ω ∼ 10−3 вслед-

ствие различия электронного и ядерного магнитных моментов). В рамках уравне-

ний (2.16) спины электронов и ядер связаны полем Оверхаузера, αhfm, действу-

ющего со стороны ядерных спинов на спин электрона, и полем Найта, αhfS, дей-

ствующим со стороны электрона на ядра. В уравнении (2.16b) процессами ядерной

спиновой релаксации, обусловленной слабым диполь-дипольным взаимодействи-

ем, пренебрегается.

Динамика спинов электронов и ядер в режиме накачка-зондирование характе-

ризуется несколькими существенно отличающимися временными масштабами. В

условиях эксперимента [94] выполнены следующие неравенства:

2π

Ω
� 2π

αhfm
. TR �

2π

ω
� 2π

αhf

.
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Указанные соотношения показывают, что, во-первых, динамика спина электрона

во временном интервале между импульсами происходит в постоянном поле “замо-

роженной” флуктуации ядерной спиновой поляризации, и, во-вторых, динамика

спинов ядер контролируется электронной спиновой поляризацией, усредненной

периоду повторения импульсов:

S0 =
1

TR

∫ nTR

(n−1)TR

S(t)dt . (2.17)

Прямое вычисление показывает, что

S0 = n(n · S+) +
S+ − n(n · S+)

ΩeffTR
sin (ΩeffTR)

+
[S+ − n(n · S+)]× n

ΩeffTR
[1− cos (ΩeffTR)], (2.18)

где S+ – спин электрона непосредственно после импульса накачки, и n = (Ω +

αhfm)/Ωeff – единичный вектор вдоль эффективного поля, Ωeff = |Ω + αhfm| ≈

Ω +αhfmx. Из уравнения (2.18) следует, что поперечные к n компоненты среднего

спина S0 исчезают, если эффективная частота спиновой прецессии Ωeff удовле-

творяет условию синхронизации (2.15). Продольная компонента S0 не обнуляется

благодаря малому отклонению n от направления внешнего магнитного поля. Как

будет показано ниже, именно поперечные компоненты электронного спина опре-

деляют динамику ядерной спиновой поляризации. Поэтому, если условие синхро-

низации частот (2.15) не выполнено, то слабое поле Найта, αhfS0, приводит к

изменению ядерного спина, до тех пор пока его проекция на ось внешнего поля x,

mx(t), не станет таковой, что полная частота прецессии электронного спина Ωeff

удовлетворит условию синхронизации (2.15).

Система уравнений (2.16), описывающих динамику электронной и ядерной спи-

новых систем, должна быть дополнена граничными условиями – связью между

электронным спином до очередного импульса накачки, S−, и после импульса, S+.

Мы ограничимся случаем резонансной накачки, когда [ср. с (1.27)]

S+
z =

Q2 − 1

4
+ S−z

Q2 + 1

2
, S+

x = QS−x , S+
y = QS−y , (2.19)
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Рис. 2.6: Зависимость z компоненты электронного спина от времени на начальном этапе
электрон-ядерной спиновой динамики (a), и через ∼ 4000 периодов повторения импуль-
сов накачки (b). (c) Частота прецессии электронного спина, найденная численно (фи-
олетовая кривая) и аналитически из (2.24) (черная сплошная кривая) и (2.27) (черная
штриховая кривая). На вставке к панели (a) схематически показана геометрия экспе-
римента. На вставке к (c) представлена абсолютная величина электронного спина (для
ансамбля идентичных точек) в зависимости от времени. Вычисления проводились при
следующих значениях параметров: αhf = 0.4/TR, m = 23.5, что соответствует примерно
2200 ядрам со спином I = 1/2, площадь импульса накачки Θ = 2π/3, ΩTR/(2π) = 8.5,
и ω = Ω/500. Константа взаимодействия электронов с ядрами завышена, а число ядер
занижено (см. пояснения в основном тексте).

где Q = cos (Θ/2), Θ – эффективная площадь импульса. Величина 1−Q2 характе-

ризует вероятность фотовозбуждения триона коротким циркулярно поляризован-

ным импульсом накачки (см. главу 1). Численное интегрирование уравнений (2.16)

с учетом связи (2.19), демонстрирует эффект подстройки частот электронной спи-

новой прецессии, как это показано на рис. 2.6. Расчеты выполнялись для частоты

прецессии электронного спина во внешнем поле, которая не соответствует усло-

вию синхронизации: ΩTR/(2π) = 8.5, в качестве начального условия для ядерной

спиновой поляризации предполагалось m ‖ ez. Величина константы сверхтонко-

го взаимодействия электронных и ядерных спинов была преувеличена, а число

ядер в квантовой точки преуменьшено, чтобы обеспечить выполнение численного
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расчета за разумное вычислительное время, поскольку для реальных парамет-

ров системы различие характерных временных масштабов электронной и ядерной

спиновой прецессии приводит к необходимости выполнения численного расчета на

временном масштабе, охватывающем девять порядков величины.

На рисунке 2.6(a) продемонстрирована временная динамика z-компоненты

электронного спина между 6ым и 7ым периодами повторения импульсов накач-

ки, когда зависимость электронного спина от времени стала стационарной [16], но

ядерные эффекты еще не проявились. При использованных в расчете параметрах

ориентация электронного спина не слишком эффективна: амплитуда биений мень-

ше 0.2, а фаза спиновых биений скачком изменяется с приходом импульса накачки.

На панели (b) рисунка представлена динамика z компоненты спина между 3998ым

и 3999ым периодами повторения. При параметрах, использованных в расчете, к

этому времени спины ядер уже существенно перестроились. Из рисунка видно,

что медленная динамика ядерного спина качественно меняет характер электрон-

ной спиновой прецессии: амплитуда осцилляций z компоненты спина возрастает и

достигает максимальной величины 1/2 [см. вставку на рис. 2.6(c)]. Этот эффект

связан с изменением частоты прецессии электронного спина, представленном на

рисунке 2.6(c). Из этого графика, что помимо осцилляций на частоте ω, обуслов-

ленных прецессией ядерного спина, величина эффективной частоты электронной

спиновой прецессии Ωeff сначала линейно растет со временем, а затем насыщается

на целом кратном 2π/TR. Таким образом, численный расчет демонстрирует под-

стройку частоты электронной спиновой прецессии, индуцированную сверхтонким

взаимодействием с ядрами решетки.

Ниже мы приведем качественное описание процесса подстройки частот спи-

новой прецессии и выведем аналитические уравнения, описывающие медленную

динамику ядерных спинов в режиме накачка – зондирование.

В промежутке между импульсами накачки (n− 1)TR < t < nTR поле, создава-

емое ядрами решетки, можно рассматривать как статическое. Воспользовавшись
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уравнениями (2.18), (2.19) можно получить следующее выражение для компонен-

ты электронного спина Sx:

Sx ≡ Sx,0(t) = αhfmz(t)Cx/Ω, (2.20)

Cx = − 2Q sin2 (ΩeffTR/2) + (Q− 1)2/2

(Q− 1)2 + 2(Q+ 1) sin2 (ΩeffTR/2)
.

При выводе формулы (2.20) мы воспользовались тем обстоятельством, что

|αhfm| � Ω, поэтому Ωeff можно считать параллельным оси x и проекции спи-

на электрона на ось x и на направление эффективного поля Ωeff отличаются на

величины второго порядка малости по |αhfm|/Ω.

Из уравнения (2.20) видно, что Sx(t) осциллирует как функция времени с ча-

стотой ядерной спиновой прецессии ω. Это происходит вследствие того, что ось

электронной спиновой прецессии (см. рис. 2.7a) отклонена от оси x в плоскости

(xz) на небольшой угол αhfmz(t)/Ω. Прецессия S вокруг эффективного поля при-

водит к возникновению ненулевой проекции электронного спина на ось x, значе-

ние этой проекции пропорционально углу между Ωeff и плоскостью (xy), который

пропорционален αhfmz(t)/Ω и осциллирует на частоте ω. По этой же причине ква-

зистационарные компоненты S0,y и S0,z являются суммой вкладов, не зависящих

от времени (S0,y и S0,z), а также малых членов, осциллирующих на частоте 2ω,

последними здесь и далее пренебрегается. В результате, ядерный спин, который

прецессирует вокруг стационарного поля ω+αhfS0, направление которого не сов-

падает с осью x, дополнительно испытывает переменное поле Найта αhfSx(t) (см.

рис. 2.7b). Поскольку компонента спина Sx(t) осциллирует на частоте ядерной спи-

новой прецессии ω, то соответствующее поле Найта αhfSx(t) вызывает ядерный

магнитный резонанс и приводит к медленному изменению компонент ядерного

спина m.

Для описания временной зависимости компонентыmx(t), которая и определяет

подстройку частоты электронной спиновой прецессии, следует учесть, во-первых,

что переменное поле αhfSx(t), вызывающее магнитный резонанс, оказывает почти
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(a) (b)

Рис. 2.7: (a) Схема прецессии электронного спина в квазистатическом поле Ω + αhfm(t)
(верхняя панель) и зависимость Sx(t) (нижная панель). (b) Геометрия ядерного маг-
нитного резонанса, индуцированного стационарным полем αhfSy,0 и переменным полем
αhfSx(t). На нижней панели показаны статические и переменные поля в плоскости (xy).

параллельным статическому полю. Это приводит к тому, что возникает незави-

сящая от времени компонента ядерной спиновой поляризации вдоль оси z, m̄z.

Действительно, в низшем порядке по αhf :

mz(t) = m⊥ cos

[
ωt+

∫ t

0

αhfSx(t
′)dt′

]
(2.21)

где m⊥ =
√
m2 −m2

x – поперечная компонента ядерной спиновой поляризации. В

том же порядке по αhf , уравнение (2.21) можно переписать как:mz(t) ≈ m⊥ cosωt+

m̄z, где

m̄z = −α2
hfm

2
⊥Cx/(2ωΩ). (2.22)

Аналогичный расчет показывает, что m̄y = 0. Во-вторых, медленная динамика

ядерных спинов возникает лишь при учете поперечной к оси прецессии спина ком-

поненты переменного поля Найта. Последняя равна αhf(αhfS0/ω)Sx(t). Усреднив

уравнение (2.16b) для x-компоненты ядерного спина: dmx/dt = αhf(Symz − Szmy)

по достаточно длительному временному интервалу ∆T � 1/ω � 1/Ω окончатель-

но получаем следующее уравнение, описывающее ядерный магнитный резонанс,

индуцированный полем Найта:

dmx

dt
= αhfSy,0m̄z = −α

3
hfSy,0Cxm

2
⊥

2ωΩ
. (2.23)
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Полученное уравнение является нелинейным – его правая часть сложным обра-

зом зависит от mx через m⊥, Sy,0 и Cx, которые, в свою очередь, определяются

эффективной частотой Ωeff . Этой зависимостью, однако, можно пренебречь, если

эффективная частота спиновой прецессии не слишком близка к целому кратному

2π/TR. В таком случае решение mx(t) записывается в следующем виде:

mx(t)

m⊥(0)
≈ t

τnf

,
1

τnf

= −α
3
hfm⊥(0)

2ωΩ
Sy,0Cx, (2.24)

где m⊥(0) – значение поперечной компоненты ядерной спиновой поляризации в

начальный момент времени. Величины Sy,0 и Cx также следует брать в момент

времени t = 0. Из уравнения (2.24) следует, что mx(t), и соответственно Ωeff , ли-

нейно зависят от времени. Соответствующая зависимость Ωeff(t), представленная

сплошной кривой на рис. 2.6(c), хорошо согласуется с численным расчетом.

Если эффективная частота прецессии спина Ωeff близка к 2πN/TR, то решение

уравнения (2.23) можно переписать с учетом (2.18) как:

dmx

dt
=

(
mx −mPSC

x

)2

mτ ′nf

, (2.25)

где mPSC
x – значение x компоненты ядерного спина, при которой условие синхро-

низации (2.15) выполнено, и

1

τ ′nf

=
α5

hfmTR
16ωΩ2

1 +Q

1−Q
[
m2 − (mPSC

x )2
]
. (2.26)

Динамика mx(t) в этом случае описывается асимптотической формулой

mx(t) = mPSC
x −m τ ′nf

t− t0
, (2.27)

где t0 – некоторая константа, которую следует выбрать так, чтобы зависимо-

сти(2.24) и (2.27) совпадали на временах t ∼ |τnf |. Соответствующая зависимость

Ωeff(t) показана на рис. 2.6(c) штриховой линией.

Проанализируем устойчивость полученного решения. В точках синхронизации

фаз спиновой прецессии, mx = mPSC
x , производная dmx/dt обращается в нуль.

Однако, эти точки являются седловыми, поскольку знак dmx/dt одинаков при
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mx < mPSC
x и mx > mPSC

x . Если величина τ ′nf положительна, то решение устойчиво

при mx < mPSC
x . Это означает, что mx возвращается к mPSC

x только в том случае,

если флуктуация δ = mx−mPSC
x < 0. Если же δ > 0, то эта флуктуация приведет к

росту mx до тех пор, пока не будет достигнуто следующее условие синхронизации

с большимmx. Однако, учет медленных процессов ядерной спиновой релаксации в

(2.16b), характеризуемых продольным временем релаксации T1 � τ ′nf , расщепляет

седловую точку mPSC
x на две: mx = mPSC

x ±
√
mPSC
x mτ ′nf/T1. Одно из этих решений,

mx = mPSC
x −

√
mPSC
x mτnf′/T1, оказывается устойчивым, а другое – неустойчивым.

Таким образом, устойчивость состояний с синхронизированными фазами спиновой

прецессии обусловлено ядерной спиновой релаксацией.

(b)

(c)

(a)

Рис. 2.8: (a) Зависимость времени подстройки частоты электронной спиновой прецессии,
τnf , от эффективной площади импульса накачки Θ. Три кривые были рассчитаны для
магнитных полей, соответствующих следующим частотам прецессии электронного спи-
на: ΩTR/(2π) = 50.5 (черная), 100.5 (красная) и 150.5 (синяя). В расчете использовались
следующие параметры: αhf = 5× 106 sec−1, TR = 13 ns, ω/Ω = 10−3 и m = 126, что соот-
ветствует 6×104 ядрам со спином 1/2 (ср. с [16, 94]). (b) и (c) зависимости z компоненты
электронного спина Sz(t) на временном интервале 3997TR < t < 3999TR, усредненные
по 25 реализациям начального направления ядерного спина m. Панель (b) рассчитана
для “замороженной” флуктуации [αhf = ω = 0 в (2.16b)], панель (c) рассчитана с уче-
том спиновой динамики ядер (αhf = 0.4/TR, ω = Ω/500). Остальные параметры расчета,
представленного на панелях (b), (c), соответствуют рис. 2.6.

На рисунке 2.8(a) представлена зависимость времени подстройки частот спи-

новой прецессии τnf , определенного согласно (2.24), от площади импульса накач-
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ки Θ. Вычисления выполнялись для параметров, соответствующих эксперимен-

там [16, 94]. Из рисунка видно, что τnf возрастает до бесконечности при Θ → 0,

поскольку для слабых импульсов ориентация электронных спинов неэффективна

и среднее значение S0 очень мало. С ростом площади импульса S0 и, соответствен-

но, поле Найта αhfS0 возрастают, что приводит к уменьшению τnf . Дальнейший

рост τnf в зависимости от Θ связан с эффектом Раби – периодической зависимо-

стью S0 от Θ, обсуждавшейся в главе 1. Время подстройки частот электронной

спиновой прецессии τnf ∝ Ω2ω, поэтому оно сильно зависит от магнитного поля.

С увеличением магнитного поля τnf существенно удлиняется, см. рис. 2.8. Из ри-

сунка видно, что в условиях эксперимента [94] время подстройки ядерных спинов

составляет от единиц до десятков секунд, что находится в удовлетворительном

согласии с экспериментальными данными.

Выше рассматривалась динамика электронной и ядерной спиновых подсистем

в одиночной точке или в ансамбле идентичных точек с одинаковой начальной ори-

ентацией ядерного спина m. Для описания эффекта подстройки частот спиновой

прецессии в ансамбле точек было выполнено усреднение зависимости S(t) по на-

чальным реализациям ядерной спиновой поляризации. Зависимость от времени

средней по реализациям z-компоненты электронного спина Sz(t) представлена на

рисунке 2.8(b),(c). Значения m(0) выбирались случайным образом на поверхно-

сти сферы радиуса m(0) = m = 23.5 (та же самая величина m использовалась

для моделирования спиновой динамики электронов и ядер, результаты которо-

го представлены на рис. 2.6). Рисунок 2.8(b) показывает динамику электронного

спина, рассчитанную без учета эффекта подстройки частот [αhf = 0 и ω = 0

в формуле (2.16b)]. Видно, что Sz(t) частично спадает во временном интервале

между импульсами, а фаза спиновых биений испытывает скачок на каждом пери-

оде повторения импульсов накачки. Учет динамики ядерных спинов приводит к

подстройке частот спиновой прецессии электронов и синхронизации мод спиновой

прецессии, как это представлено на панели (c) рисунка. Отметим, что амплитуды
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сигналов на положительных и отрицательных задержках практически совпадают.

Для параметров расчета, представленного на рис. 2.8(c) основной вклад в Sz(t)

вносят три “синхронизированные” моды, в которых ΩeffTR/2π = 8, 9 и 10.

Отметим в заключение, что предложенный здесь механизм подстройки частот

прецессии электронных спинов за счет сверхтонкого взаимодействия с ядрами от-

личает монотонное изменение продольной (по отношению к внешнему магнитному

полю) компоненты ядерного спина, соответственно, частоты прецессии электрон-

ных спинов. Скорость такого процесса находится в удовлетворительном согласии

с экспериментом и в αhfm/ω ∼ 10 раз больше, чем скорость переворота ядерных

спинов в модели случайных переворотов ядерных спинов (2.13). Отметим также,

что как и в эксперименте, подстройка ядерных спинов не сбивается медленной

модуляцией циркулярной поляризации света: несложно убедиться, что формула

(2.23) верна как для σ+, так и для σ− накачки. Для детального описания сов-

местной динамики спинов электронов и ядер в условиях накачка – зондирование,

требуются дальнейшие экспериментальные исследования, в частности, анализ за-

висимости времени подстройки ядерных спинов от магнитного поля и мощности

импульсов накачки.

2.4 Разгорание сигнала фарадеевского вращения

Итак, мы обсудили причины значительных амплитуд сигналов Фарадея и наведен-

ной эллиптичности на отрицательных задержках между импульсом зондирования

и импульсом накачки. Перейдем теперь к обсуждению последнего яркого экспе-

риментального факта: амплитуда сигнала фарадеевского вращения, связанного с

резидентным электроном [верхняя кривая на панели (c) рисунка 2.1] увеличива-

ется со временем прежде, чем затухнуть. Особенно это заметно на отрицательных

задержках: с увеличением |t| амплитуда спиновых биений сначала возрастает, а

потом – уменьшается, см. рис. 2.1(c), верхняя кривая. Очевидно, что ядерные эф-

фекты не могут объяснить такое поведение: во-первых, разгорание фарадеевского
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сигнала происходит быстро, примерно за 0.5 ns, а во-вторых, поведение сигна-

ла эллиптичности абсолютно стандартное – амплитуда осцилляций затухает со

временем. Таким образом, немонотонное поведение амплитуды сигнала Фарадея

может быть связано только с особенностями спектральной чувствительности этого

сигнала.

Для качественного и количественного описания этого эффекта отметим, что g-

фактор электрона зависит от энергии локализации носителя. Действительно, пере-

нормировка g-фактора в прямозонных полупроводниках определяется, в основ-

ном, подмешиванием состояний валентной зоны к зоне проводимости [3, 111, 112].

Поскольку энергия возбуждения триона связана с энергией локализации элек-

трона, то g-фактор резидентного носителя в квантовой точке связан с частотой

оптического перехода ωT
0 . Эту зависимость можно с высокой точностью описать

линейной функцией [16, 113]

|g(ωT
0 )| = a~ωT

0 + c , (2.28)

где a и c – некоторые параметры, зависящие от материала ансамбля квантовых

точек.

Из широкого распределения квантовых точек по энергии импульс накачки воз-

буждает ансамбль, спектральная ширина которого составляет ~/τp ∼ 1 meV для

импульсов длительностью τp ∼ 1 ps. Введем функцию S+
z (ωT

0 ,Ω, ωP), описываю-

щую величину z компоненты спина электрона в квантовой точке с резонансной

частотой ωT
0 и частотой прецессии спина Ω сразу после прихода импульса накачки

с резонансной частотой ωP. Согласно результатам предыдущего раздела частота

спиновой прецессии в квантовой точке определяется в общем случае не только

значением g-фактора (2.28), но и флуктуациями ядерной спиновой поляризации.

Сигналы спиновой эллиптичности E(t) и фарадеевского вращения F(t), детекти-

руемые зондирующим импульсом с резонансной частотой ωpr, согласно уравне-
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нию (1.44) даются (с точностью до общего множителя) выражением

E(t) + iF(t) =

∫
p(ωT

0 ,Ω)G(ωpr − ωT
0 )S+

z (ωT
0 ,Ω, ωP) cos [Ωt+ ϕ] exp(−t/τs)dωT

0 dΩ.

(2.29)

Здесь задержка между импульсом накачки и зондирования t > 0, функция

p(ωT
0 ,Ω) – совместное распределение оптических и ларморовских частот в кван-

товых точках [в отсутствие ядерных флуктуаций p(ωT
0 ,Ω) = δ(Ω − g(ωT

0 )µBB/~),

где p(ωT
0 ) – распределение резонансных частот квантовых точек], и G(Λ) описы-

вает спектральную чувствительность спиновых сигналов, см. формулу (1.45). Два

последних сомножителя в (2.29) описывают динамику одиночного спина в кван-

товой точке, τs – время спиновой релаксации и ϕ = ϕ(ωT
0 ,Ω, ωP) – начальная фаза

спиновой прецессии. Функции S+
z (ωT

0 ,Ω, ωP) и ϕ(ωT
0 ,Ω, ωP) можно определить из

общего решения уравнений спиновой динамики (2.9), (2.10).

Детальный анализ и моделирование спиновой динамики электронов в кванто-

вых точках, описываемой уравнением (2.29), выполнен в работе [A5]. Здесь будет

изложена простейшая модель, позволяющую получить качественное описание си-

туации. Примем, что функция G(Λ) имеет вид

G(Λ) = (1 + 2iΛτp) exp [−(Λτp)
2]. (2.30)

При умеренных значениях расстроек Λ = ωpr − ωT
0 между несущей частотой им-

пульса зондирования и резонансной частотой квантовой точки, Λτp . 1, функция

G(Λ), определяемая уравнением (2.30), имеет вид, схожий с точной спектральной

функцией для импульса Розена и Зенера (1.46). При Λτp � 1 мнимая часть G (т.е.

чувствительность сигнала фарадеевского вращения) спадает быстрее, чем точная

функция, которая ведет себя как ImG(Λ) ∼ 1/(Λτp). Это однако приведет лишь

к количественным различиям в поведении фарадеевского сигнала, рассчитанного

в приведенной модели и полученного в численном расчете [A5]. Далее, предпо-

ложим, что ядерные эффекты отсутствуют, и частота прецессии спина жестко

связана с резонансной частотой квантовой точки Ω(ωT
0 ) = g(ωT

0 )µBB/~. Кроме
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того, выберем функцию S+
z в виде

S+
z (ωT

0 , ωP) = S0 exp [−(ωT
0 − ωP)2τ 2

p ], (2.31)

где S0 – некоторая константа, зависящая от площади импульса накачки, и по-

ложим ϕ ≡ 0. Мы кратко обсудим эффекты, связанные с синхронизацией мод

спиновой прецессии, ниже.

Вычисление интегралов в уравнении (2.29) дает

E(t) =

√
π

2τ 2
p

exp

[−∆2τ 2
p /(2~2)− (Ω′t)2

8τ 2
p

]
cos
(

Ω̃0t
)
, (2.32a)

F(t) =
1

2

√
π

2τ 2
p

exp

[−∆2τ 2
p /(2~2)− (Ω′t)2

8τ 2
p

] [
2∆τp
~

cos
(

Ω̃0t
)

+
Ω′t

τp
sin
(

Ω̃0t
)]

.

(2.32b)

Здесь введены следующие обозначения: Ω′ = dΩ/dωT
0 , ∆/~ = ωP−ωpr – расстройка

между импульсами накачки и зондирования, Ω̃0 = Ω0 + Ω′∆/(2~) – наблюдаемая

частота прецессии спина, и ~Ω0 = g(ωpr)µBB.

Из уравнений (2.32) видно, что зависимости сигналов фарадеевского враще-

ния и эллиптичности от времени могут качественно различаться. Амплитуда сиг-

нала эллиптичности просто затухает со временем, темп затухания определяется

разбросом ларморовских частот поляризованных по спину электронов. Фараде-

евский сигнал имеет два вклада, см. (2.32b): первый подобен эллиптичности, но

его амплитуда резко зависит от расстройки ∼ ∆τp, а амплитуда второго вклада

(∝ sin Ω̃0t) содержит множитель линейный по времени. Для спектрально вырож-

денных импульсов накачки и зондирования, ∆ = 0, сигнал Фарадея [описываемый

вторым слагаемым в квадратных скобках формулы (2.32b)] сначала разрастается,

а потом затухает в согласии с экспериментальными данными, представленными

на рис. 2.1.

Такое временно́е поведение спиновых сигналов непосредственно связано с раз-

личной спектральной чувствительностью фарадеевского вращения и эллиптично-

сти и является прямым следствием корреляции ларморовской частоты с энергией
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Рис. 2.9: Схематическая иллюстрация формирования сигнала фарадеевского вращения
при спектрально вырожденных импульсах накачки и зондирования, ωpr = ωP. Панель
(a) соответствует нулевой задержке между импульсами накачки и зондирования, а па-
нель (b) – положительной, t > 0. Красная сплошная кривая показывает распределение
z компоненты спина, а синяя штриховая кривая – спектральную чувствительность фа-
радеевского сигнала ImG(ωT

0 − ωpr).

оптического перехода в квантовой точке (2.28). На рис. 2.9 проиллюстрировано

формирование спинового сигнала Фарадея в условиях равенства несущих частот

импульсов накачки и зондирования. При t = 0 распределение спинов является

симметричной функцией ωT
0 − ωP и не вносит вклада в фарадеевский сигнал, по-

скольку он определяется сверткой S+
z и нечетной функции ImG(Λ), как это показа-

но на рис. 2.9(a). Со временем распределение спинов становится асимметричным,

поскольку [при a > 0, c > 0 в формуле (2.28)] спины в квантовых точках с боль-

шими энергиями оптического перехода ωT
0 прецессируют быстрее, чем в точках с

меньшими энергиями перехода. Таким образом с увеличением задержки между

импульсом накачки и зондирования функция распределения спинов становится

асимметричной по отношению к несущей частоте оптического импульса, как это

показано на рис. 2.9(b). Поэтому фарадеевский сигнал становится ненулевым при

t > 0. При достаточно больших задержках спин электронов дефазируется и фа-

радеевский сигнал затухает.

Отметим, что расстройка между импульсами накачки и зондирования сама по

себе вносит асимметрию в распределение спинов по отношению к несущей частоте

зондирующего импульса, ωpr, и приводит к возникновению сигнала Фарадея даже
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Рис. 2.10: Амплитуды сигнала эллиптичности [панель (a)] и фарадеевского вращения
[панель (b)] в зависимости от расстройки между импульсами накачки и зондирования.
Кружки показывают амплитуды затухающих вкладов в сигналы на отрицательных за-
держках, αneg, квадраты – на положительных, αpos. На вставке в панель (b) представ-
лены амплитуды разрастающейся со временем части спинового сигнала фарадеевско-
го вращения: βneg (кружки) на отрицательных задержках и βpos (квадраты) – на по-
ложительных. Сплошные линии представляют результаты моделирования. Измерения
выполнялись на структуре, состоящей из 20 слоев квантовых точек InGaAs/GaAs с кон-
центрацией точек в слое 1010 cm−2, структура легирована так, что в среднем на точку
приходится один электрон.

при t = 0. Поэтому при ∆ 6= 0 возникает затухающая со временем компонента

спинового сигнала фарадеевского вращения, описываемая первым слагаемым в

квадратных скобках в уравнении (2.32b). Спектральная чувствительность эллип-

тичности ReG(Λ) является четной функцией Λ, поэтому сигнал наведенной эллип-

тичности отражает усредненную по ансамблю z компоненту спина. Как функция

времени наведенная эллиптичность спадает за счет разброса ларморовских частот.

Это находится в согласии с данными эксперимента, представленными на рис. 2.1.

Предложенная модель качественно описывает различия между фарадеевским

вращением и эллиптичностью и на отрицательных задержках. В режиме синхро-

низации мод спиновой прецессии, рассмотренном в разделе 2.2.2, функция распре-

деления z компоненты прецессирующих спинов S+
z (ωT

0 ,Ω, ωP), имеет резкие макси-

мумы для тех точек, где Ω(ωT
0 )TR = 2πN . Если учесть только синхронизированные

моды спиновой прецессии, то спиновые сигналы оказываются четными функциями

задержки между импульсами накачки и зондирования, t. Это означает, что сиг-

нал Фарадея при нулевой расстройке и t < 0 будет сначала разгораться, а потом
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затухать с ростом |∆t|, см. рис 2.1(b). Наличие других частот спиновой прецессии

приводит к дополнительному вкладу в сигнал, который затухает при t > 0 и отсут-

ствует на отрицательных задержках. Отметим, что подстройка частот прецессии

электрона, обусловленная взаимодействием с ядрами решетки, разрывает корре-

ляцию между частотами оптического перехода и прецессии спина, это приводит к

ослаблению разгорания фарадеевского сигнала.

Изложенная здесь упрощенная модель не лишена недостатков: в силу про-

стой формы функции (2.30) она не описывает амплитуды спинового сигнала Фа-

радея при больших расстройках. По тем же причинам, спектральное поведение

g-фактора, извлеченного из эксперимента по измерению фарадеевского враще-

ния, отличается от предсказываемого формулой (2.32b). Полное описание экспе-

риментальных данных, представленных на рис. 2.1, было выполнено в работе [A5].

Микроскопический расчет с точной функцией G(Λ) и функциями S+
z (ωT

0 ,Ω, ωP),

ϕ(ωT
0 ,Ω, ωP), полученными с учетом синхронизации мод спиновой прецессии, нахо-

дится в хорошем согласии с экспериментом, сопоставление теории и эксперимента

представлено на рис. 2.10. На рисунке показаны спектральные зависимости ам-

плитуд наведенной эллиптичности (a) и фарадеевского вращения (b). Кружки и

квадраты – экспериментальные данные, полученные на отрицательных и положи-

тельных задержках, путем подгонки экспериментальных данных по формуле:

S ∝ [α cos Ωt+ βt sin Ωt] exp

[
− t2

(T ∗2 )2

]
.

Кривые на рис. 2.10 – результаты расчета. На основных панелях показаны ампли-

туды, α, затухающих со временем вкладов в сигналы фарадеевского вращения и

эллиптичности. На вставке к панели (b) показаны амплитуды возрастающего со

временем вклада в спиновый сигнал Фарадея (β). Из рисунка видно хорошее со-

гласие спектральных зависимостей амплитуд спиновых сигналов фарадеевского

вращения.

Таким образом спиновые сигналы Фарадея и эллиптичности в неоднородных

массивах квантовых точек формируются различными ансамблями резидентных
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электронов. Это приводит к тому, что их поведение в зависимости от задержки

между импульсами накачки и зондирования может быть качественно различным.

Наиболее ярким проявлением этого служит разгорание фарадеевского сигнала

со временем, обусловленное связью g-фактора электрона и энергией оптического

перехода в квантовой точке.

2.5 Краткие итоги

В главе 2 получены следующие основные результаты:

• Развита теория резонансного спинового усиления с учетом случайного раз-

броса частот спиновой прецессии локализованных электронов.

• Предложен микроскопический механизм подстройки частот электронной

спиновой прецессии к кратным частоте следования импульсов накачки, обу-

словленной сверхтонким взаимодействием электронных и ядерных спинов.

• Показано, что в неоднородных массивах квантовых точек сигналы фараде-

евского вращения и эллиптичности определяются различными ансамблями

локализованных электронов, что приводит к разгоранию сигнала фарадеев-

ского вращения в условиях спектрального вырождения импульсов накачки

и зондирования.
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Глава 3

Спиновый шум и пространственные
флуктуации спин-орбитального
взаимодействия в наноструктурах

3.1 Регулярное и случайное спин-орбитальное вза-
имодействие. Обзор литературы

3.1.1 Спин-орбитальное расщепление энергетического спек-
тра

Одной из главных задач спинтроники являются фундаментальные и приклад-

ные исследования возможностей управления динамикой спинов электронов и ядер

немагнитными методами. В первой и второй главах диссертации развивалась тео-

рия взаимодействия локализованных электронных спинов с оптическими импуль-

сами. Возможность управления спинами носителей заряда с помощью поляризо-

ванного света обусловлена спин-орбитальной связью, которая приводит в таких

распространенных полупроводниковых кристаллах как GaAs, InAs, InP, GaSb,

GaN к спин-зависимым правилам отбора при междузонных оптических переходах,

и соответственно, к возможности оптической ориентации электронных спинов.

Спин-орбитальное взаимодействие проявляется также и в кинетике свободных

носителей заряда. Были предложены теоретические концепции спинового ключа

и транзистора, основанные на связи между перемещением электрона и поворотом
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его спина [114, 115], именно возможность управления спинами электронов оптиче-

скими и электрическими методами в объемных полупроводниках, квантовых ямах

и квантовых проволоках [116, 117, 118, 119, 120, 121, 122, 123, 124, 125, 126] опре-

делили бурное развитие экспериментальной и теоретической спиновой физики в

последнее десятилетие.

С другой стороны, благодаря связи спиновых и орбитальных степеней свободы

спин электрона оказывается подверженным случайным внешним воздействиям.

Это приводит к потери спина – спиновой релаксации. Таким образом, большой

интерес привлекает вопрос о поиске систем, где реализуются максимально воз-

можные времена спиновой релаксации свободных электронов и дырок. Наиболее

подходящими кандидатами на роль таких систем являются низкоразмерные полу-

проводниковые системы: квантовые ямы и квантовые проволоки, где эффекты

размерного квантования определяют характер и особенности спин-орбитального

взаимодействия [4, 10, 127, 128, 129, 130].

В этой и следующей главах речь пойдет о спин-орбитальном взаимодействии

и динамике спинов электронов проводимости в квантовых ямах и квантовых про-

волоках. Гамильтониан спин-орбитального взаимодействия для свободного элек-

трона в полупроводнике или полупроводниковой наноструктуре можно записать

в виде

Hso =
~
2
Ω(k) · σ, (3.1)

где k – волновой вектор электрона [k = (kx, ky, kz) – в объемном материале,

k = (kx, ky) – для электрона в квантовой яме, расположенной в плоскости (xy), и

k = (kx) для электрона в квантовой проволоке, где x – ось проволоки]. Псевдо-

вектор σ = (σx, σy, σz) составлен из матриц Паули, действующих на двухкомпо-

нентный спинор (оператор спина ŝ = σ/2). Величина Ω(k) имеет смысл частоты

прецессии спина в эффективном магнитном поле, обусловленном орбитальным

движением носителя заряда: при заданном k два собственных состояния гамиль-

тониана (3.1) отвечают энергиям ±~|Ω(k)|/2. Таким образом, спин-орбитальное
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взаимодействие в форме (3.1) приводит к снятию двукратного спинового вырож-

дения энергетического спектра электронов при их движении.

Спин-орбитальное взаимодействие, описываемое гамильтонианом (3.1), не мо-

жет само по себе привести к релаксации спина, т.к. оно вызывает лишь регулярную

спиновую прецессию. Для потери неравновесного спина свободных электронов тре-

буются процессы, которые привнесут случайность или необратимость в динами-

ку носителей заряда. В качестве таких процессов могут выступать столкновения

электрона с примесями, фононами, другими электронами, характеризуемые вре-

менем τ , которые приводят к случайному изменению волнового вектора электрона

k, а следовательно – к случайному изменению эффективного поля Ω(k). Соответ-

ствующий механизм потери спина был предложен М.И. Дьяконовым и В.И. Пере-

лем [131], причем скорость релаксации спина в режиме частых столкновений, т.е.

при выполнении условия Ω(k)τ � 1, можно оценить как

γDP ∼ 〈Ω2(k)〉τ, (3.2)

где угловые скобки обозначают усреднение по ансамблю электронов. Особенно-

стям механизма Дьяконова-Переля в высокоподвижных квантовых ямах и, в част-

ности, роли электрон-электронного взаимодействия и динамике спинов при нару-

шении условия Ω(k)τ � 1 будет посвящена глава 4 диссертации. Данная гла-

ва посвящена динамике спинов в системах с пространственными флуктуациями

спин-орбитального взаимодействия. Далее мы проанализируем механизмы, при-

водящие к спин-орбитальному расщеплению спектра свободных электронов и вы-

делим класс систем, где механизм Дьяконова-Переля для свободных носителей

заряда несущественен.

Анализ соотношения (3.1) показывает, что точечная симметрия полупровод-

никовой структуры накладывает принципиальные ограничения на вид псевдовек-

тора Ω(k). Во-первых, инвариантность (3.1) к инверсии времени приводит к то-

му, что Ω(k) содержит лишь нечетные степени волнового вектора электрона. Во-

вторых, в системах обладающих центром пространственной инверсии связь (3.1)
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недопустима, поскольку никакие комбинации компонент волнового вектора не пре-

образуются как компоненты псевдовектора σ, поэтому в центросимметричных си-

стемах Ω(k) ≡ 0.

Большинство полупроводниковых низкоразмерных систем, в частности, кван-

товые ямы и квантовые проволоки на основе GaAs/AlGaAs, не обладают цен-

тром пространственной инверсии. Точечная симметрия кубических полупровод-

ников типа GaAs описывается группой Td, в которой допустим псевдовектор Ω(k)

с компонентами:

Ωc(k) =
2

~
αc[kx(k

2
y − k2

z), ky(k
2
z − k2

x), kz(k
2
x − k2

y)]. (3.3)

Здесь оси x ‖ [100], y ‖ [010] и z ‖ [001], αc – параметр материала. Соответству-

ющий вклад в эффективный гамильтониан электрона для полупроводников типа

GaAs был предложен Г. Дрессельхаузом [132]. При переходе от объемного мате-

риала к низкоразмерным системам – квантовым ямам и квантовым проволокам,

выражение (3.3) следует усреднить по волновой функции, описывающей размер-

ное квантование электрона. Например, в яме, выращенной вдоль оси z ‖ [001],

главный (линейный по k) вклад Дрессельхауза (или вклад объемной инверсион-

ной асимметрии, BIA – bulk inversion asymmetry) в частоту спиновой прецессии

электрона записывается как [133]

Ω
[001]
D (k) =

2

~
α

[001]
D (−kx, ky, 0), (3.4)

где α[001]
D = αc〈k̂2

z〉 ≈ αcπ
2/a2, угловые скобки 〈. . .〉 обозначают квантовомехани-

ческое усреднение, а последнее приближенное неравенство выполнено для кван-

товых ям с достаточно высокими барьерами, a – ширина ямы. Выражение (3.4)

соответствует точечной симметрии D2d, присущей квантовым ямам с симметрич-

ным гетеропотенциалом.

В структурах, обладающих выделенным направлением n, допустим следую-

щий псевдовектор Ω ∝ k × n. На наличие соответствующего вклада в энерге-

тический спектр полупроводников, обладающих выделенной осью, например со-
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единения CdS, обратил внимание Э.И. Рашба [116]. Аналогичный вклад в эф-

фективную частоту спиновой прецессии имеет место и в полупроводниковых

квантовых ямах, обладающих структурной асимметрией (недопустима операция

z → −z) [134, 135, 136, 137]. Выражение для Ω(k), обусловленной эффектом

Рашбы или структурной инверсионной асимметрией (SIA – structure inversion

asymmetry), имеет вид

ΩR(k) =
2

~
αR(ky,−kx, 0), (3.5)

где αR – константа, связанная со степенью асимметрии структуры. Поскольку

параметр Рашбы обусловлен асимметрией структуры, то им можно управлять в

достаточно широких пределах путем приложения внешнего электрического поля

вдоль оси роста z, как это было продемонстрировано в ряде работ [135, 138, 139,

140, 141, 142, 143].

Анизотропия химических связей на интерфейсах квантовых ям [144, 145, 146,

147] может приводить к дополнительному, интерфейсному вкладу (IIA – interface

inversion asymmetry) в спиновое расщепление спектра [148]. В квантовых ямах

ориентации (001) соответствующий вклад в эффективную частоту прецессии спи-

на имеет вид слагаемого Дрессельхауза, см. формулу (3.4), кроме того этот вклад

в структурах типа GaAs/AlGaAs мал по сравнению с вкладом Дрессельхауза. По

этим причинам в дальнейшем интерфейсная инверсионная асимметрия учиты-

ваться на будет.

В наиболее распространенных структурах с квантовыми ямами вклады Рашбы

и Дрессельхауза в спин-орбитальное взаимодействие, как правило, сравнимы. Ве-

личины спиновых расщеплений для электронов на уровне Ферми Ω(kF ) могут ва-

рьироваться в достаточно широких пределах: от ∼ 0.1 до ∼ 10 meV [149, 150, 151].

Экспериментальное разделение структурного и объемного вкладов в спиновое рас-

щепление возможно путем исследования фотогальванических эффектов в нано-

структурах [140] или с помощью детальной подгонки магнитотранспортных изме-

рений [139, 141].
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Псевдовектор Ω(k) имеет особенно простой вид в структурах с квантовыми

проволоками [152, 153, 154, 155]

Ω(kx) = λkx, (3.6)

где λ – некоторый постоянный вектор, направление которого определяется сим-

метрией структуры.

Отметим для общности, что спиновые расщепления валентной зоны в объем-

ных материалах содержат как линейные, так и кубические по волновому векто-

ру дырки вклады, это обусловлено сложной структурой валентной зоны полу-

проводников III-V и II-VI [156, 157]. В структурах с квантовыми ямами также

имеется ряд особенностей спин-орбитальных вкладов в гамильтониан валентной

зоны [128, 158, 159, 160, 161].

3.1.2 Ослабление спин-орбитального взаимодействия в
структурах низкой симметрии

При переходе от объемного материала к наноструктурам понижается симметрия

системы. Вообще говоря, это приводит к усилению роли спин-орбитального взаи-

модействия: например, вклад Дрессельхауза в гамильтониан электрона в объем-

ном полупроводнике пропорционален кубу волнового вектора (3.3), а в структу-

рах с квантовыми ямами и проволоками – пропорционален первой степени k, см.

формулы (3.4) и (3.6). Квантовые ямы, выращенные из нецентросимметричных

материалов вдоль оси [001] и обладающие несимметричным гетеропотенциалом,

характеризуются точечной группой симметрии C2v, эффективная частота спино-

вой прецессии в таких системах складывается из вкладов Дрессельхауза (3.4) и

Рашбы (3.5). При этом спектр электронов анизотропен, а абсолютная величина ча-

стоты спиновой прецессии зависит от направления волнового вектора электрона

в плоскости структуры [128].

Однако в ряде важных ситуаций понижение симметрии может приводить к

ослаблению роли спин-орбитального взаимодействия. Это реализуется, если на-
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правление псевдовектора Ω(k) оказывается фиксированным, т.е. не зависит от на-

правления k. Такая ситуация возможна в квантовых ямах (001) с одинаковыми по

величине вкладами Дрессельхауза и Рашбы: |αR| = |α[001]
D | [162, 163, 164, 165, 166].

При этом в пренебрежении кубическими по k вкладами в спин-орбитальное вза-

имодействие компонента спина, параллельная или антипараллельная вектору Ω,

не связана с орбитальным движением электрона и релаксирует медленно по срав-

нению с поперечными компонентами спина [163, 167, 168]. Аналогичной особенно-

стью обладают и полупроводниковые квантовые проволоки, см. формулу (3.6).

Подобная ситуация “ослабленного” спин-орбитального взаимодействия может

реализоваться в квантовых ямах иных кристаллографических направлений. На-

пример, в квантовых ямах, выращенных вдоль оси z′′ ‖ [111] линейные по k вкла-

ды Дрессельхауза и Рашбы в спиновое расщепление электронного спектра имеют

одинаковый вид [169, 170]:

Ω
[111]
D (k) =

2

~
α

[111]
D (ky′′ ,−kx′′ , 0), (3.7)

где система координат выбрана в виде x′′ ‖ [112̄], y′′ ‖ [1̄10], константа α
[111]
D =

2αc/
√

3〈k̂2
z′′〉. В асимметричной яме (111) при выполнении условия α

[111]
D = αR

линейные по k члены пропадают, и все компоненты спина не испытывают вли-

яния эффективного поля. Отметим, что и в структурах ориентации (001), и в

ямах (111) при взаимной компенсации членов Рашбы и Дрессельхауза обнуляют-

ся только линейные по k члены в эффективном гамильтониане электрона [171].

Спин-зависимые кубические члены, связанные с объемной инверсионной асиммет-

рией, в таких системах сохраняются и ограничивают время спиновой релаксации.

Важной особенностью обладают структуры, выращенных вдоль оси z′ ‖ [110].

В них вклад Дрессельхауза в частоту спиновой прецессии всегда параллелен оси

роста [133]:

Ω
[110]
D (k) =

2

~
α

[110]
D (0, 0, kx′). (3.8)

Здесь оси выбраны следующим образом: x′ ‖ [1̄10], y′ ‖ [001], и z′ ‖ [110], констан-

та α[110]
D = αc〈k̂2

z〉/2. Соотношение Ω
[110]
D ‖ z′ обусловлено симметрией структуры,
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а именно наличием плоскостей отражения (11̄0) и (110) в ямах с симметричным

гетеропотенциалом, оно сохраняется с учетом более высоких степеней волнового

вектора k. Таким образом в симметричных ямах (110) компонента спина, ориенти-

рованная вдоль оси роста, не испытывает вращательного момента и, соответствен-

но, не релаксирует. Эксперимент показывает замедленную спиновую релаксацию

z′ компоненты спина в таких структурах [172, 173, 174]. Причины, приводящие к

конечному времени спиновой релаксации в этих ямах будут обсуждаться ниже в

этой главе и в главе 4.

Отметим в заключение, что другим важным классом систем, где спин-

орбитальное взаимодействие ослаблено, являются двумерные полупроводнико-

вые структуры на основе центросимметричных материалов Ge, Si и графе-

на [175, 176, 177, 178, 179, 180, 181, 182, 183].

3.1.3 Случайное спин-орбитальное взаимодействие

В большинстве работ, посвященных спиновой динамике в объемных полупровод-

никах и наноструктурах, предполагается, что параметры αR и αD, определяю-

щие спиновое расщепление спектра, не зависят от координат электрона. Однако

спин-орбитальная связь определяется свойствами материала и структуры, поэто-

му все локальные неоднородности системы вызывают соответствующий отклик и

в спин-орбитальном взаимодействии. Случайные флуктуации состава, электриче-

ские поля, наведенные легирующими примесями, флуктуации интерфейсов приво-

дят к возникновению пространственных флуктуаций констант спин-орбитального

взаимодействия [177, 184, 185]. Поэтому спин электрона, распространяющегося в

реальной квантовой яме или квантовой проволоке, испытывает воздействие слу-

чайного эффективного спин-орбитального поля.

Укажем наиболее распространенные причины пространственных флуктуаций

спин-орбитальных констант. Во-первых, в легированных структурах электриче-

ское поле доноров приводит к возникновению как регулярного в пространстве,

так и флуктуирующего поля Рашбы. Для объемных материалов на наличие та-
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ких флуктуаций спин-орбитального взаимодействия было указано Е.И. Грънча-

ровой и В.И. Перелем [186], а для структур с квантовыми ямами – Е.Я. Шерма-

ном [184, 185]. Во-вторых, неизбежные флуктуации ширины ямы приводят к про-

странственным флуктуациям вклада Дрессельхауза в структурах с ямами на ос-

нове нецентросимметричных материалов III-V и II-VI. В макроскопически симмет-

ричных системах с квантовыми ямами на основе Si/SiGe, как показали Л.Е. Голуб

и Е.Л. Ивченко в работе [177], флуктуации интерфейсов также приводят к воз-

никновению пространственно-неоднородного спин-орбитального взаимодействия.

Аналогичные эффекты имеют место и для графена, где атомы примесей и слу-

чайные деформации (ripples) могут приводить к возникновению пространственно-

флуктуирующего спин-орбитального взаимодействия [187, 188, 189, 190, 191]. На-

конец, примеси приводят к локальным деформациям элементарной ячейки кри-

сталла, что также может вносить вклад в случайное спин-орбитальное взаимодей-

ствие даже, если примесь является электрически нейтральной.

Важно отметить, что даже если регулярный вклад в спин-орбитальное взаи-

модействие отсутствует (в силу симметрии структуры или подбора параметров),

то пространственные флуктуации спин-орбитального взаимодействия сохраняют-

ся. Именно они определяют особенности динамики спинов свободных носителей

заряда в тех системах, где ожидаются сверхдлинные времена спиновой релакса-

ции из-за подавления механизма Дьяконова-Переля. Теоретическому исследова-

нию спиновой динамики электронов в таких системах и посвящена данная глава.

3.2 Спиновая релаксация, обусловленная случай-
ным спин-орбитальным взаимодействием

3.2.1 Микроскопическая модель флуктуаций
спин-орбитального взаимодействия

Сформулируем модель возникновения пространственных флуктуаций спин-

орбитального взаимодействия Рашбы, обусловленных случайными электрически-

89



Рис. 3.1: Одиночная яма, окруженная двумя слоями доноров. Схематически показан
квадрат модуля волновой функции электрона для первой подзоны размерного кванто-
вания, |ϕ(z)|2.

ми полями ионов легирования в структурах с одиночной квантовой ямой.

Флуктуации электрический полей в квантовой яме

Для определенности рассмотрим систему, состоящую из квазидвумерного канала

(квантовой ямы) и двух слоев доноров, расположенных симметрично по отноше-

нию к центру ямы, см. рис. 3.1. Введем ширину слоя доноров wd, на которой леги-

рующие примеси распределены случайно и равномерно с трехмерной концентра-

цией n, пусть центры слоев находятся на расстоянии −Rd−wd/2 < z < −Rd+wd/2

и Rd − wd/2 < z < Rd + wd/2 от центра квантовой ямы. Двумерная концентрация

доноров в каждом слое одинакова и составляет nd = nwd. Будем считать что вся

структура симметричная, при этом концентрация электронов в яме N = 2nd. В

рамках этой модели структурной асимметрии нет и регулярный вклад Рашбы (3.5)

в спин-орбитальное взаимодействие отсутствует.

Локально симметрия системы по отношению к операции z → −z нарушена

из-за случайного расположения легирующих примесей, т.к. в некоторых областях

локальная концентрация примесей больше, а в некоторых – меньше. Это приводит

к возникновению локального поля Рашбы, которое случайным образом зависит
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от координат в плоскости ямы: αR = αR(ρ). В данной модели ключевым фак-

тором, определяющим константу Рашбы, является z-компонента электрического

поля Ez(ρ), действующего со стороны доноров в точке с координатами (ρ, z = 0),

т.е. в центре ямы.1 Интересующую нас компоненту поля можно связать с точным

(флуктуирующим) значением концентрации примесей n(r) следующим образом:

Ez(ρ) = −|e|
κ

∫
n(r)f(ρ, r)dr, (3.9)

где положение примеси r ≡ (r‖, z), e – заряд электрона, κ – статическая ди-

электрическая проницаемость. Интегрирование в (3.9) проводится по области, где

находятся доноры, см. рис. (3.1). Функция f(ρ, r) имеет смысл z-компоненты элек-

трического поля, наведенного одиночным донором согласно закону Кулона:

f(ρ, r) =
z

[(ρ− r‖)2 + z2]3/2
. (3.10)

В дальнейшем будем считать, что корреляционная функция распределения доно-

ров описывается распределением “белого шума”:

〈(n(r1)− n)(n(r2)− n)〉 = nδ(r1 − r2), (3.11)

а флуктуации подчинены гауссовой статистике, т.е. корреляторы высокого поряд-

ка выражаются через коррелятор (3.11) [192]. При этих условиях корреляционная

функция z компонент электрического поля доноров 〈Ez,r(0)Ez,r(ρ)〉, где нижний

индекс r обозначает случайный вклад, можно представить согласно (3.9)–(3.11) в

следующем виде:

〈Ez,r(0)Ez,r(ρ)〉 = 〈E2
z,r〉Fcorr(ρ), (3.12)

где

〈E2
z,r〉 = 2

( e
κ

)2

n

∫ ∫
z2

(ρ2 + z2)3
dzdρ = 2π

( e
κ

)2 nd
R2
d − w2

d/4
, (3.13)

1Для простоты слой квантовой ямы считаем строго двумерным, поэтому усреднение ответа
по функции размерного квантования электрона ϕ(z) сводится к взятию электрического поля в
точке с координатой z = 0.
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а Fcorr(ρ) – безразмерная корреляционная функция, которую мы определим ниже.

В случае δ-легирования (wd � Rd), среднеквадратичная флуктуация поля

Er ≡
√
〈E2

z,r〉 =
√

2π
|e|
κ

√
N

Rd

. (3.14)

На качественном уровне оценку для Er можно интерпретировать следующим об-

разом. Основной вклад в флуктуацию электрического поля вносят доноры, на-

ходящиеся в области размера порядка Rd. При выполнении условия ndR
2
d � 1

гауссова флуктуация 〈(∆N)2〉 числа ионов в этой области составляет составляет

ndR
2
d. Поэтому флуктуацию поля 〈(∆Ez)2〉 можно оценить по закону Кулона как

(e/κ)2〈(∆N)2〉/R4
d, что согласуется с (3.14). При типичных значениях Rd = 500 Å и

nd = 5 × 1011 cm−2 величина флуктуации Er ∼ 5 × 103 V/сm, что примерно на

порядок величины меньше, чем внешние электрические поля, используемые для

модуляции поля Рашбы в квантовых ямах [143].

Полученный результат для Er удобно сравнить с регулярным электрическим

полем, действующим на электрон со стороны доноров в структуре с односторон-

ним δ-легированием, что соответствует максимальной возможной асимметрии в

нашей модели. Расчет показывает, что в этом случае

〈Ez〉a = 2π
|e|
κ
N, (3.15)

Сравнивая формулы (3.14) и (3.15) можно заключить, что в структурах с высокой

подвижностью носителей заряда NR2
d ∼ 10 [193, 8], Er ∼ 0.1〈Ez〉a, т.е. флуктуации

электрического поля весьма существенны.

Установим вид корреляционной функции Fcorr(ρ) в формуле (3.12). В случае

δ-легирования в формуле (3.10) для f(ρ, r) следует положить z = Rd. Согласно

[192] получаем:

Fcorr(ρ) =

∫
f(0, r′‖)f(ρ, r′‖)dr

′
‖∫

f 2(0, r′‖)dr
′
‖

. (3.16)

Легко убедиться, что Fcorr(ρ) существенно спадает при характерных ρ ∼ Rd, та-

ким образом радиус корреляции z-компоненты случайных электрических полей
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составляет по порядку величины толщину спейсера, Rd. С ростом толщины спей-

сера флуктуации Ez,r(ρ) становятся более плавными и ослабевают.

При исследовании флуктуаций z-компоненты электрического поля мы не учи-

тывали ее экранировку свободными носителями заряда в квантовой яме. Действи-

тельно, z-компонента поля может вызывать лишь перераспределение носителей

заряда в яме вдоль оси роста, т.е. смешать уровни размерного квантования. Од-

нако, при выполнении условия 〈Er〉a � ~2/ma2 подмешиванием возбужденных

состояний электрона в яме к основному за счет поля доноров можно пренебречь,

и экранировка Ez носителями заряда в яме не важна. Экранировка, однако, суще-

ственна для компонент поля E‖ = (Ex, Ey) в плоскости квантовой ямы. Согласно

[193]

E‖(ρ) =
|e|
κ
∑
j

∞∫
0

qAq
∂

∂ρ
J0

(
q
∣∣ρ− rj‖∣∣) dq, (3.17)

где суммирование ведется по легирующим ионам j, J0(qρ) – функция Бесселя нуле-

вого порядка, Aq = exp(−qRd)/(q+ qs). Здесь qs – обратная длина экранирования,

найденная в двумерном пределе [194]:

qs =
2

aB

1

1 + exp (−µ/T )
, (3.18)

где aB = ~2κ/me2 – боровский радиус для электрона с эффективной массой m,

µ ≡ µ(T ) – химический потенциал двумерного электронного газа.

Для симметрично легированной квантовой ямы из сопоставления уравне-

ний (3.14) и (3.20) следует, что

〈E2
‖〉

〈E2
z,r〉
∼ 1

(qsRd)2
� 1. (3.19)

Для последней оценки мы воспользовались тем, что в структурах на основе GaAs

и InAs Rd & 500 Å, а 1/qs . 100 Å, таким образом экранировка в значительной

мере ослабляет продольные компоненты электрического поля в яме по сравне-

нию с поперечными. Роль экранирования для Ez может возрастать в структурах

с несколькими квантовыми ямами (multiple quantum well structures) [195, 196],

однако здесь такие системы не рассматриваются.
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Таким образом, в плоскости квантовой ямы электрон двигается в плавном ла-

теральном потенциале U(ρ), созданном продольными компонентами E‖(ρ):

eE‖(ρ) = −∇‖U(ρ), (3.20)

причем среднее значение 〈U(ρ)〉 = 0. Продольные компоненты электрического по-

ля ответственны за релаксацию импульса электрона. Оценим время релаксации

электронов по импульсу в случае низких температур, когда электронный газ вы-

рожден. Для носителя заряда с фермиевской скоростью vF = ~kF/m и волновым

вектором kF =
√

2πN время релаксации импульса записывается следующим обра-

зом [197]

1

τ
= − 1

m2v3
F

∞∫
0

dρ

ρ

dCUU(ρ)

dρ
. (3.21)

Здесь CUU(ρ) = 〈U(ρ)U(0)〉 – корреляционная функция случайного потенциала и

предполагается выполнение хотя бы одного из условий: kFRd � 1 или kF/qs � 1.

Время релаксации электронов по импульсу можно оценить как

τ ∼ τdE
2
F/
〈
U2
〉
,

где EF = ~2k2
F/(2m) – энергия Ферми, среднеквадратичная флуктуация потенциа-

ла
√
〈U2〉 ∼ N1/2 (e2/κqsRd), и τd – время пролета электроном “кореллированного”

домена случайной силы, его характерный размер ld ∼ max(Rd, 1/qs). В высоко-

подвижных структурах на основе GaAs и InAs область корреляций случайного

потенциала определяется толщиной спейсера и

τ

τd
∼ (2π)2NR2

d. (3.22)

При N ∼ 5 × 1011 cm−2 и Rd ∼ 100 Å, время релаксации импульса τ достигает

десятков пикосекунд и превышает на два порядка время пролета домена τd ∼

5× 10−2 ps.
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Гамильтониан случайного спин-орбитального взаимодействия

Связь между константой Рашбы αR в (3.5) и электрическим полем, наведенным

донорами, Ez(ρ) (3.9), которое приводит к локальному нарушению симметрии z ↔

−z, описывается выражением [8, 143, 198, 199, 200]

αR (ρ) = ξeEz (ρ) , (3.23)

где параметр ξ зависит от материала структуры. В рамках модели Кейна его мож-

но связать с междузонным матричным элементом импульса pcv, а также с энерге-

тическими зазорами: шириной запрещенной зоны и спин-орбитальным расщепле-

нием валентной зоны, см. подробнее главу 5 и (5.30). В таблице 3.1 представлены

значения спин-орбитального параметра ξ для различных полупроводников.

Таблица 3.1: Спин-орбитальный параметр ξ [201].
Полупроводник ξ (Å2)

GaAs 5
InAs 100
InSb 500
CdSe 3
CdTe 5
ZnTe 2

Отметим, что согласно (3.12) корреляционная функция констант Рашбы имеет

вид:

Cαα (ρ− ρ′) ≡ 〈αr(ρ)αr(ρ
′)〉 =

〈
α2

r

〉
Fcorr (ρ− ρ′) . (3.24)

Гамильтониан свободного электрона в макроскопически симметричной квантовой

яме можно представить в виде суммы спин-независимого вклада

H0 = −~2∇2

2m
+ U(ρ), (3.25)

и вклада, описывающего случайное спин-орбитальное взаимодействие [〈αR(ρ)〉 =

0]

Hso = {αR(ρ), (σxky − σykx)} = − i

2
σx {∇y, αr(ρ)}+

i

2
σy {∇x, αr(ρ)} . (3.26)
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где фигурные скобки {A,B} = AB + BA обозначают антикоммутатор операто-

ров. В выражении (3.26) явным образом учтено то обстоятельство, что операторы

координаты, входящие в αR(ρ) и операторы волнового вектора в Ω(k) (3.1) не ком-

мутируют. В общем случае структуры, не обладающей центром пространственной

инверсии “в среднем”, помимо случайного вклада в спин-орбитальное взаимодей-

ствие (3.26) следует учесть еще и регулярный вклад, описываемый уравнением

(3.1).

Приведем для дальнейшего удобное выражение для матричного элемента га-

мильтониана случайного спин-орбитального взаимодействия на функциях свобод-

ных электронов,

ψk = eik·ρ|χσ〉.

Здесь предполагается нормировка на единичную площадь, |χσ〉 – спинор, набор

квантовых чисел k = (k, σ) включает как волновой вектор электрона, так и

его спин. В этом базисе матричные элементы гамильтониана случайного спин-

орибитального взаимодействия принимают вид:

V
kk

′ = 〈k|Hso|k
′〉 =

α(k − k′)
2

〈χσ
∣∣σx (ky + k′y

)
− σy (kx + k′x)

∣∣ χσ′〉 , (3.27)

где α(k− k′) – фурье-образ случайного поля Рашбы. Полученный матричный эле-

мент случайного спин-орбитального взаимодействия соответствует матричному

элементу спин-зависимого рассеяния двумерного электрона на примеси, рассчи-

танного с учетом спин-орбитальной связи [128, 202, 203]. Формулу (3.27) можно

представить в ином, более удобном виде с помощью матрицы 2× 2, действующей

в пространстве спиновых переменных, элементы которой совпадают с V
kk
′ :

V̂kk′ =
α(k − k′)

2
[σ × (k + k′)]z. (3.28)

3.2.2 Спиновая релаксация баллистических электронов

В квантовых ямах со случайным пространственным распределением константы

спин-орбитального взаимодействия частота прецессии электронного спина явля-
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ется случайной функцией координат. Поэтому спин электрона при движении ис-

пытывает эффективное магнитное поле Ω, которое зависит от времени случайным

образом за счет того, что волновой вектор электрона k и его координата ρ изме-

няются с течением времени.

В механизме Дьяконова-Переля потеря неравновесного спина происходит бла-

годаря тому, что волновой вектор электрона k изменяется случайным образом

при столкновениях (3.2). Если в системе имеются пространственные флуктуации

константы спин-орбитальной связи, то спиновая релаксация возможна и при бал-

листическом движении электрона. Действительно, как показано на рис. (3.2) при

прямолинейном движении электрон испытывает случайное магнитное поле. Сред-

ний квадрат угла поворота спина на одном коррелированном домене αR(ρ) можно

оценить как 〈δϕ2
d〉 ∼ k2

F 〈α2
r 〉/~2×τd (напомним, τd ∼ Rd/v – время пролета домена).

Очевидно, что углы поворота спина на каждом домене не связаны между собой.

При выполнении условия 〈δϕ2
d〉 � 1 среднеквадратичный угол поворота спина за

время t� τd можно оценить по диффузионному закону как Φ(t) = 〈δϕ2
d〉1/2

√
t/τd.

Начальная ориентация электронного спина теряется при условии Φ(t) ∼ 1, что

соответствует скорости спиновой релаксации

γr ∼
〈α2

r 〉k2
F

~2
τd. (3.29)

Эта формула аналогична выражению для скорости спиновой релаксации в меха-

низме Дьяконова-Переля (3.2): здесь вместо времени релаксации импульса одиноч-

ного электрона входит время корреляции спин-орбитального взаимодействия τd,

а частота спиновой прецессии электрона заменяется на соответствующую флук-

туацию. Оценка (3.29) верна в случае, если размер скоррелированного домена

спин-орбитального взаимодействия значительно превосходит длину волны элек-

трона, но значительно меньше длины свободного пробега. Последовательная тео-

рия спиновой релаксации электрона в системах со случайным спин-орбитальным

взаимодействие развита ниже.

Воспользуемся уравнением (3.29) и оценим отношение скоростей спиновой ре-
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Рис. 3.2: Схематическая иллюстрация реализации случайного спин-орбитального рас-
щепления Рашбы в реальном пространстве. Разные цвета соответствуют различным ве-
личинам αR(ρ). Схематически показаны три баллистические траектории электрона (1),
(2) и (3). Пунктирная окружность иллюстрирует область пространственной корреляции
случайного спин-орбитального взаимодействия.

лаксации в симметричной квантовой яме, где основной вклад в скорость потери

неравновесного спина вносят флуктуации константы спин-орбитальной связи, и в

асимметричной яме, где регулярное поле Рашбы обусловлено односторонним ле-

гированием, и работает обычный механизм Дьяконова-Переля. Такая ситуация

может возникать в квантовых ямах Si/SixGe1−x или для нормальной компоненты

спина в структурах на основе полупроводников с решеткой цинковой обманки,

выращенных вдоль оси [110]. Из уравнений (3.14) и (3.23) получаем:

γr

γDP

∼ 1

ndR2
d

· Rd

`
, (3.30)

где ` = vF τ – длина свободного пробега электронов. Для характерных значений

ndR
2
d ∼ 10, и ` ∼ 10 Rd, получаем γr/γDP ∼ 10−2, т.е. в симметричных структурах

спиновая релаксация идет примерно на два порядка медленнее, чем в асиммет-

ричных.

Количественная теория в квазиклассическом пределе

Здесь изложена теория спиновой релаксации двумерных электронов в структу-

рах с пространственными флуктуациями спин-орбитального взаимодействия при

условии, что пространственный масштаб флуктуаций Rd значительно превосходит
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длину волны электрона, т.е. RdkF � 1. В этом случае можно ввести “локальную”

частоту спиновой прецессии Ω [k(t),ρ(t)], зависящую от волнового вектора и коор-

динаты электрона в данный момент времени t, и получить следующее уравнение,

описывающее динамику одиночного спина S:

dS

dt
+ S ×Ω [k(t),ρ(t)] = 0. (3.31)

Уравнение (3.31) фактически описывает прецессию спина в переменном магнит-

ном поле.

Для решения уравнения (3.31) в пределе коротких времен корреляции τd

[Ω(k,ρ)τd � 1] введем автокорреляционную функцию частот спиновой прецессии

CΩΩ(t) ≡ 〈Ω [k(t),ρ(t)] ·Ω [(k(0),ρ(0)]〉, (3.32)

найденную на классической траектории электрона: ρ ≡ ρ(t) и ~k(t) = mdρ(t)/dt,

которую можно получить, проинтегрировав классическое уравнение для движения

электрона в поле доноров:

~
dk

dt
= eE‖(ρ). (3.33)

Отметим, что в формуле (3.33) можно не учитывать влияние спиновой дина-

мики на орбитальную в меру большого параметра EF/(~Ω). В рамках марков-

ского приближения [204, 205] для среднего по реализациям распределения спин-

орбитального взаимодействия спина получаем

〈Sz(t)〉 = 〈Sz(0)〉 exp

− t∫
0

dt′
t′∫

0

dt′′CΩΩ(t′ − t′′)

 . (3.34)

В общем случае коррелятор CΩΩ определяется двумя факторами: случайными

пространственными флуктуациями спин-орбитального взаимодействия и процес-

сами рассеяния электрона. Здесь и далее мы будем рассматривать системы, в

которых регулярный вклад в спин-орбитальное взаимодействие отсутствует, или

релаксацию z компоненты спина в симметричных ямах (110). В структурах с вы-

сокой подвижностью носителей заряда выполняется условие τ � τd (т.е. Rd � `),
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поэтому флуктуации поля Ω, связанные со случайными изменениями волнового

вектора электрона k не важны. Расчет коррелятора (3.32) можно выполнить для

баллистического движения электрона по прямой ρ(t) = ρ0 +vt, где ρ0 – начальная

координата электрона, а v – его скорость. На временах τd � t� τ получаем

CΩΩ(t) = Γ
[s]
d (kF )δ(t). (3.35)

Такой вид корреляционной функции частот электронной спиновой прецессии со-

ответствует согласно (3.34) релаксации спина по экспоненциальному закону со

скоростью Γ
[s]
d (kF )

Γ
[s]
d (kF ) =

∫ ∞
0

〈Ω (t) ·Ω (0)〉 dt. (3.36)

Для системы с флуктуациями спин-орбитального расщепления Рашбы (3.26):

Γ
[s]
d (kF ) =

4

~2
〈α2

r 〉
k2
F

vF

∫ ∞
0

Fcorr(ρ)dρ. (3.37)

Формулу (3.34) для среднего спина электронов можно получить путем непо-

средственного интегрирования уравнения спиновой динамики (3.31) для прямо-

линейного движения электрона. В этом случае вектор Ω всегда параллелен или

антипараллелен некоторой фиксированной оси, лежащей в плоскости ямы и опре-

деляемой направлением k. При этом sz(t) ∝ cosϑ(t), где ϑ(t) – угол поворота

спина вокруг Ω за время t. Усредняя этот ответ по реализациям распределения

спин-орбитального взаимодействия, мы приходим к выражению (3.34).

Уравнение (3.37) можно представить в более удобном виде, если ввести длину

корреляции случайного спин-орбитального взаимодействия

ld =

∫ ∞
0

Fcorr(ρ)dρ, (3.38)

и время пролета домена τd = ld/vF

Γ
[s]
d = 〈Ω2

r 〉τd, (3.39)

где 〈Ω2
r 〉 = 4〈α2

r 〉/~ – среднеквадратичная флуктуация частоты спиновой прецес-

сии. Выражение (3.39) соответствует оценке (3.29), полученной выше на основе

качественных соображений.
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Введем фурье-образ коррелятора случайных электрических полей, формируе-

мых донорами, 〈EE〉q, согласно

〈Ez,r (0)Ez,r (ρ)〉 ≡
∫
〈EE〉q e

iq·ρ dq

(2π)2 , (3.40)

В рассматриваемой модели симметрично легированной квантовой ямы фурье-

образ имеет вид

〈EE〉q = 2π〈E2
z,r〉(2Rd)

2 e−2qRd . (3.41)

Формулу (3.37) для скорости спиновой релаксации можно переписать следующим

образом

Γ
[s]
d (k) = 4ξ2e2k2

∫
〈EE〉q

dq

(2π)2

∫ ∞
0

eiq·vtdt =
2

π
ξ2e2k

2

v

∫ ∞
0

〈EE〉qdq. (3.42)

С учетом соотношения (3.42) получаем

Γ
[s]
d (k) =

8e2ξ2〈E2
z,r〉

~3
mkRd. (3.43)

Отметим, что в рамках предложенной модели случайного спин-орбитального

взаимодействия типа Рашбы имеется анизотропия спиновой релаксации: скорость

потери компонент спина электрона в плоскости структуры в два раза меньше, чем

Γ
[s]
d . В симметричных структурах с квантовыми ямами, выращенными вдоль оси

[110], анизотропия спиновой релаксации оказывается более выраженной, см. [206]

и следующую главу диссертации.

Квантовомеханическое описание

Квазиклассический подход, изложенный ранее, оправдан при kFRd � 1. Для рас-

чета времени спиновой релаксации при произвольных значениях параметра kFRd

воспользуемся кинетическим уравнением для спиновой матрицы плотности

ρk = fkÎ + sk · σ, (3.44)

где fk – функция распределения электронов, sk – средний спин электрона в состоя-

нии с волновым вектором k, Î – единичная матрица 2×2. В отсутствие регулярного

101



вклада в спин-орбитальное взаимодействие кинетическое уравнение имеет простой

вид
∂ρk
∂t

= St ρk, (3.45)

где интеграл столкновений учитывает пространственные флуктуации спин-

орбитального взаимодействия [128, 202]

St ρk =
π

~
∑
k′

(
2V̂kk′ρk′V̂k′k − V̂kk′V̂k′kρk − ρkV̂kk′V̂k′k

)
δ (Ek − Ek′) , (3.46)

Ek = ~2k2/2m – кинетическая энергия электрона. В формуле (3.46) процессы рас-

сеяния электронов по импульсу не учитываются.

Пусть электроны поляризованы вдоль оси z, при этом sk,x = sk,y = 0. Из

уравнений (3.28) и (3.46) получаем

St ρk = −πmσz
2k~3

∫
Cαα(q)

4k2 − q2

q
(sk′,z + sk,z) δ

( q
2k
− cos θ

) dq

(2π)2
, (3.47)

где Cαα(q) – фурье-образ коррелятора констант Рашбы Cαα (ρ), θ – угол между k

и переданным волновым вектором q = k−k′. Уравнение (3.47) можно переписать

в эквивалентном виде

St ρk = −Γ
[s]
d (k)Szkσz, (3.48)

где скорость спиновой релаксации Γ
[s]
d (k)

Γ
[s]
d (k) =

m

π~3

∫ 2k

0

Cαα(q)
(
4k2 − q2

)1/2
dq. (3.49)

Выражение (3.49) можно получить и непосредственно из золотого правила Ферми.

Из соотношений (3.41) и (3.49) получаем

Γ
[s]
d (k) =

2

τs0

∫ 4kRd

0

e−x
(
16k2R2

d − x2
)1/2

dx =
4πRdk

τs0
[I1(4kRd)− L1(4kRd)] , (3.50)

где функции I1(x) и L1(x) являются функциями Бесселя и Струве, соответственно,

1

τs0
≡ m

〈
α2

r

〉
/~3.
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В предельных случаях темп спиновой релаксации можно выразить следующим

образом

Γ
[s]
d (k) =

8

τs0
×
{
kRd, kRd � 1,
π(kRd)

2, kRd � 1.
(3.51)

Формула (3.51) в квазиклассическом пределе kRd � 1 согласуется c выражением

(3.43), полученным выше. Если же пространственный масштаб корреляций кон-

станты Рашбы мал, kRd � 1, то скорость спиновой релаксации дополнительно

уменьшается за счет множителя πkRd. Это связано с тем, что спин электрона ис-

пытывает эффективную флуктуацию спин-орбитального взаимодействия на про-

странственном масштабе 1/k. При kRd � 1 на длину волны электрона приходится

много некоррелированных доменов спин-орбитальной связи, что подавляет спино-

вую релаксацию.

Следует отметить, что спиновую релаксацию, обусловленную флуктуациями

константы спин-орбитальной связи, можно интерпретировать как релаксацию в

механизме Эллиота-Яфета, где спин электрона теряется при столкновении с при-

месью. В квазиклассическом случае, однако, когда RdkF � 1, интерпретация, ос-

нованная на случайной спиновой прецессии, оказывается удобной для описания

эффектов, изложенных ниже.

3.3 Ускорение спиновой релаксации в магнитном
поле

Особенности динамики электронных спинов в двумерных системах с простран-

ственными флуктуациями константы спин-орбитальной связи ярко проявляют-

ся во внешнем магнитном поле. Хорошо известно, что в системах с регулярным

спин-орбитальным взаимодействием магнитное поле замедляет спиновую релак-

сацию в механизме Дьяконова-Переля, в основном, за счет циклотронного эф-

фекта [179, 207, 208, 209, 210, 211]. Ниже будет показано, что в высокоподвиж-

ных квантовых ямах со случайным пространственным распределением константы
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спин-орбитальной связи скорость спиновой релаксации может возрастать в клас-

сически сильных магнитных полях.

Рассмотрим квантовую яму в магнитном поле, направленном вдоль оси роста z,

и пренебрежем влиянием внешнего поля на спин электрона (эффектом Лармора).

Последнее приближение оправдано в большинстве полупроводниковых структур,

поскольку отношение лармовской частоты спиновой прецессии во внешнем поле

gµBB/~ к циклотронной частоте ωc = |e|B/mc мало в меру |g|m/m0 � 1, где

m0 – масса свободного электрона. Орбитальная динамика электрона во внешнем

поле при условии ~ωc/EF � 1 (при типичных концентрациях носителей тока это

соответствует B . 1 T) описывается вторым законом Ньютона

~
dk

dt
= eE‖(ρ) +

~e
mc
k ×B. (3.52)

При условии ωcτ � 1 магнитное поле практически не влияет на динамику элек-

трона, в этом режиме траектория электрона – случайная. Если же ωcτ & 1, то для

электрона в плавном потенциале траектория становится близкой к окружности,

центр которой медленно дрейфует случайным образом [212, 213].

Коррелятор (3.34) для электрона в магнитном поле можно записать в виде

CΩΩ(t) =
4k2

~2
Ckk(t)×

[
〈α〉2 + 〈α2

r 〉Fcorr (ρ(t))
]
, (3.53)

где мы учли как регулярный, так и случайный вклады в спин-орбитальное взаи-

модействие,

ρ(t) = Rc

∣∣∣∣sin ωct2

∣∣∣∣+ δr(t). (3.54)

Здесь считается, что движение электрона происходит по орбите близкой к круго-

вой, Rc – циклотронный радиус, δr – смещение электрона, обусловленное дрейфом

в плавном потенциале [212, 213], Ckk(t) = cos(ωct)e
−t/τ – коррелятор волновых век-

торов электрона в магнитном поле. В уравнении (3.53) пренебрегается корреля-

циями между флуктуациями спин-орбитального взаимодействия и флуктуациями

импульса, поскольку их временны́е масштабы сильно отличаются τd � τ .
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Анализ спиновой динамики мы начнем со случая относительно слабых магнит-

ных полей, когда дрейф орбиты в случайном потенциале за период циклотронно-

го движения Tc значительно превышает радиус корреляции спин-орбитального

взаимодействия: δr(Tc) � Rd. В режиме частых столкновений, 〈α〉kτ/~ � 1,

спиновая релаксация описывается экспоненциальным законом, а скорость спи-

новой релаксации в согласии с (3.34) и (3.53) может быть представлена в виде

Γ(k) = Γ
[s]
reg(k) + Γ

[s]
d (k), где регулярный вклад [207]

Γ[s]
reg(k) =

4〈α〉2k2τ

~2 (1 + ω2
cτ

2)
, (3.55)

а Γ
[s]
d (k) дается уравнением (3.42). В системах с высокой подвижностью носите-

лей заряда [∼ 105 cm2/(Vs)] на основе InAs произведение ωcτ становится порядка

10 в относительно слабых полях B ∼ 0.1 T. Множитель 1 + ω2
cτ

2 в знаменате-

ле (3.55), который становится существенным при ωcτ & 1, описывает подавле-

ние спиновой релаксации за счет циклотронного эффекта магнитного поля: на

каждой половине оборота направление оси прецессии спина меняется на проти-

воположное, Ω[k(t + Tc/2)] = −Ω[k(t)], что и приводит к замедлению спиновой

релаксации, вызванной регулярным вкладом в спин-орбитальное взаимодействие.

Ситуация качественно иная в структурах с пространственными флуктуациями

константы спин-обитальной связи при условии, что 〈αr(ρ)〉 = 0: в случае до-

статочно большого циклотронного радиуса (ωcτd � 1), величины Ω [k(t),ρ(t)] и

Ω [k(t+ Tc),ρ(t+ Tc)] не коррелированы, поэтому спиновая релаксация не замед-

ляется. Оценки при
√
〈α2

r 〉 = 1.5× 10−10 eVcm в условиях эксперимента [135] дают

1/Γ
[s]
reg(k) ∼ 50 ps. Если же регулярный вклад в константу спин-орбитальной связи

присутствует, то флуктуации спин-орбитального взаимодействия начинают опре-

делять скорость спиновой релаксации при ωcτ > 〈α〉/
√
〈α2

r 〉 × (τ/τd)
1/2.

Ситуация принципиально меняется в более сильных магнитных полях, когда

электрон возвращается в исходный домен спин-орбитального взаимодействия че-

рез циклотронный период: 〈|ρ(t+ Tc)− ρ(t)|〉 = δr(Tc) � Rd, что соответствует

условию ωcτ � (τ/τd)
2/3 [212, 213]. Это условие может выполняться в классиче-
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Рис. 3.3: Схематическое изображение траекторий электрона в классически сильном маг-
нитном поле. Радиус траектории значительно превосходит размер коррелированного до-
мена спин-орбитальной связи, Rc � Rd.

ских полях в структурах с подвижностью электронов & 106 cm2/(Vs). При этом

за один циклотронный период электрон проходит одну и ту же конфигурацию

αr(ρ), как это схематически показано на рис. 3.3. Тогда за каждый последующий

циклотронный оборот электрон проходит ту же самую конфигурацию αr(ρ), что

и на первом обороте. Поэтому угол поворота спина на очередном обороте будет

тем же, что и на первом. Иными словами, для данного электрона Sz(t) = cos[θ(t)],

где θ(t + nTc) = θ(t) + nθ(Tc). Эффективное время корреляции частоты спиновой

прецессии Ω становится существенно больше, чем τd (если траектория замкнута,

то время корреляции стремится к бесконечности), при этом спиновая релаксация

должна ускоряться с ростом магнитного поля.

Принимая во внимание выражение для скорости спиновой релаксации элек-

трона в отсутствие внешнего магнитного поля (3.37), которое можно представить

в виде

Γ
[s]
d (k) =

4k2

~2
〈α2

r 〉
∫ ∞

0

Fcorr (vt) dt, (3.56)

можно получить следующее выражение для внутреннего интеграла в формуле

(3.34):
t∫

0

dt′CΩΩ(t′) = Γ
[s]
d (k)(1 + 2K). (3.57)

Здесь K = bt/Tcc, b. . .c обозначают целую часть числа. Наличие слагаемого, про-
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порционального K в выражении (3.57), приводит к ускорению спиновой релакса-

ции на величину 2Γ
[s]
d (k) при каждом последующем циклотронном обороте элек-

трона. При этом релаксация спина электрона в магнитном поле оказывается не

экспоненциальной, а описывается следующим законом:

〈Sz(t)〉
〈Sz(0)〉

= exp
{
−Γ

[s]
d (k)

[
K2Tc + (1 + 2K)(t−KTc)

]}
. (3.58)

0.5 T

0.1 T

B = 0

<2
s z
(t)
>

Time [ps]

Рис. 3.4: Зависимость от времени 〈Sz〉 для электрона в двумерной системе со случайным
пространственным распределением константы спин-орбитальной связи. Тонкая сплош-
ная кривая – расчет при B = 0 T, красная штриховая кривая соответствует B = 0.1 T,
синяя штрих-пунктирная кривая – B = 0.5 T. Стрелки показывают моменты време-
ни, соответствующие первому циклотронному обороту электрона. На вставке показан
результат моделирования динамики спинов методом Монте-Карло. В расчете исполь-
зовались следующие значения параметров: m = 0.05m0,

√
〈(δα)2〉 = 1.5 × 10−10 eVcm,

Rd = 60 Å, kF = 1.6× 106 cm−1, и 〈Sz(0)〉 = 1/2.

Зависимость 〈sz(t)〉 представлена на рис. 3.4. Изломы на кривой 〈sz(t)〉 при

t = nTc в реальности оказываются сглаженными по двум причинам: (i) из-за ко-

нечного времени пролета электроном домена коррелированной спин-орбитальной

связи (τd) и (ii) из-за наличия дрейфа циклотронной орбиты в случайном потен-

циале δr. На временах t� Tc, уравнение (3.58) принимает вид

〈Sz(t)〉 ∼ exp (−Γ
[s]
d (k)t2/Tc). (3.59)

Таким образом, спин электрона в системах со случайным пространственным рас-

пределением константы спин-орбитального взаимодействия в магнитном поле ре-
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лаксирует по закону Гаусса, причем эффективная скорость спиновой релаксации√
Γ

[s]
d (k)/Tc увеличивается с ростом поля.

Математически указанное поведение спина в условиях циклотронного движе-

ния можно понять следующим образом. Для гауссовых распределений случайных

величин имеет место следующее соотношение для средних (в его выполнении мож-

но убедиться раскладывая левую и правую части равенства в ряд Тейлора)

〈Sz(t)〉 =
〈
cos θ[i](t)

〉
= exp

(
−
〈
θ2

[i](t)
〉
/2
)
, (3.60)

где θ[i] угол поворота спина i-ого электрона. В отличие от марковского процесса,

где 〈θ2
[i](nTc)〉 = n〈θ2

[i](Tc)〉, для регулярного циклотронного движения, рассматри-

ваемого здесь, 〈θ2
[i](nTc)〉 = n2〈θ2

[i](Tc)〉. Поэтому с учетом выражения 〈θ2
[i](Tc)〉/2 =

Γ
[s]
d (k)Tc мы получаем уравнение (3.59).

На качественном уровне объяснение ускорения спиновой релаксации в магнит-

ном поле можно таково: режиме, когда циклотронные орбиты близки к замкну-

тым, можно считать, что каждый электрон двигается по круговой орбите радиуса

Rc, а спин данного электрона испытывает эффективное флуктуационное поле из-

за случайного распределения константы спин-орбитальной связи с характерной

среднеквадратичной флуктуацией:
√

(δΩc)2 ∼ 2〈α2
r〉1/2/~×

√
2πRc/ld, где ld – дли-

на домена (3.38). Потеря спина происходит из-за разброса флуктуационных полей,

поэтому описывается гауссовым законом в согласии с (3.59).

Если в системе присутствует как случайный, так и регулярный вклад в спи-

новое расщепление электронных зон, то качественно ситуация оказывается сле-

дующей: в нулевом поле и в умеренных магнитных полях ωcτ ∼ 1 спиновая

релаксация определяется обычным механизмом Дьяконова-Переля и подавляет-

ся с ростом поля. Время спиновой релаксации достигает максимума, ограни-

ченного пространственными флуктуациями константы спин-орбитальной связи:

1/Γ
[s]
d (k) при ωcτ & 〈α〉/

√
〈α2

r 〉 × (τ/τd)
1/2. Дальнейший рост магнитного поля

до ωcτ ∼ (τ/τd)
2/3 приводит к гауссовой релаксации, время спиновой релаксации

τs ∼
√
Tc/Γ

[s]
d (k) ∝ 1/

√
B падает с ростом поля. Такое поведение времени спиновой
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Рис. 3.5: Схематический график зависимости времени спиновой релаксации от магнит-
ного поля. Пунктирная линия соответствует структурам, где регулярный вклад в спин-
орбитальное взаимодействие отсутствует, сплошная кривая соответствует системе, где
имеется как регулярный, так и случайный вклады в константу спин-орбитальной связи.

релаксации схематически показано на рис. 3.5.

Отметим, что подобные эффекты памяти могут проявляться в структурах с

магнитными примесями [214] даже без магнитного поля. Ряд схожих немарковских

процессов в динамике спинов рассматривался в работах [215, 216, 217].

3.4 Спиновый шум в квантовых проволоках

Широким классом полупроводниковых наноструктур, в которых спиновая ди-

намика весьма нетривиальна, являются полупроводниковые квантовые проволо-

ки [218, 219, 220, 221, 222, 223, 224]. Как отмечалось выше, эффективное магнит-

ное поле, обусловленное спин-орбитальной связью в таких структурах направлено

вдоль некоторой фиксированной оси [см. формулу (3.6)], что приводит к гигант-

ской анизотропии спиновой релаксации: в отсутствие пространственных флуктуа-

ций константы спин-орбитальной связи компонента спина вдоль оси λ сохраняется

со временем.

Здесь разработана теория спиновой динамики электронов в квантовых про-

волоках с пространственными флуктуациями константы спин-орбитальной связи.

Ниже будет показано, что на достаточно больших временах спиновая релаксация в

неупорядоченных квантовых проволоках описывается степенным, а не экспоненци-
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Рис. 3.6: Схематическая иллюстрация возможного эксперимента по изучению спиново-
го шума: квантовая проволока (темная полоска) освещается линейно поляризованным
светом, детектируется угол керровского вращения плоскости поляризации отраженного
луча. Плоскости поляризации лучей отмечены двухсторонними стрелками. Пунктирная
стрелка обозначает поляризацию отраженного луча в пренебрежении эффектом Керра.

альным законом. Такую медленную спиновую динамику экспериментально удобно

исследовать методиками спектроскопии спинового шума, см. [225] в качестве об-

зора. Идея этого метода, предложенного Е.Б. Александровым и В.С. Запасским

для исследования магнитного резонанса в атомных газах [226] и развитого в рабо-

тах [173, 227, 228] для полупроводниковых систем, такова: изучаются временны́e

флуктуации угла фарадеевского или керровского вращения плоскости поляриза-

ции слабого (непрерывного) линейно поляризованного зондирующего луча (см.

рис. 3.6) в отсутствие накачки. Поскольку углы вращения Керра и Фарадея про-

порциональны sz – компоненте спина вдоль зондирующего луча, (см. главы 1 и

2 диссертации, а также [225, 229]), то автокорреляционная функция этих углов

прямо пропорциональна спектру ее спиновых флуктуаций, т.е. спинового шума.

Например, для эффекта Керра

〈θK(t)θK(t′)〉 ∝ 〈sz(t)sz(t′)〉. (3.61)

Если мощность зондирующего луча достаточно мала, так чтобы отклонениями

от равновесия можно пренебречь, то спектр флуктуаций углов керровского или

фарадеевского вращения содержит сведения о спиновых корреляциях равновес-

ных электронов. Спиновые флуктуации в объемных полупроводниках в условиях
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оптической накачки были теоретически исследованы Е.Л. Ивченко [230].

3.4.1 Модель

Рассмотрим одноканальную квантовую проволоку с осью направленной вдоль оси

x и запишем гамильтониан спин-орбитального взаимодействия в виде [ср. с (3.1),

(3.6) и (3.26)]

Hso =
1

2
[α(x)kx + kxα(x)]σλ. (3.62)

Здесь kx = −i∂/∂x – x-компонента волнового вектора электрона, α(x) – зависящая

от координаты константа спин-орбитального взаимодействия. В уравнении (3.62)

предполагается, что ось квантования спинов λ, фиксирована, σλ – матрица Паули,

отвечающая λ-компоненте спина.2

Как и выше в разделах 3.2 – 3.3 считаем, что величину α(x) можно предста-

вить в виде суммы регулярного вклада α0 и гауссовой случайной функции αr(x)

с нулевым средним, характеризующейся коррелятором

〈αr(x)αr(x
′)〉 = 〈α2

r 〉Fcorr(x− x′), (3.63)

где 〈α2
r 〉1/2 – среднеквадратичная флуктуация константы спин-орбитальной свя-

зи. Введем также корреляционную длину пространственных флуктуаций спин-

орбитального взаимодействия [ср. с (3.38)]

ld =

∫ ∞
0

Fcorr(x)dx. (3.64)

Анализ динамики спинов начнем с квазиклассического случая, когда флукту-

ации константы спин-орбитальной связи являются плавными на масштабе длины

волны электрона λF = 2π/kF , ld � λF. Тогда некоммутативностью компонент вол-

нового вектора и α(x) можно пренебречь, и согласно (3.62) и (3.1) спин электрона

при движении из точки x0 в точку x1 поворачивается на угол

θ(x1, x0) =
2m

~2

∫ x1

x0

α(x′)dx′. (3.65)

2В структурах низкой симметрии допустимы вклады ∝ α(x)kxσλ и α′(x)kxσλ′ с λ 6= λ′. Такая
ситуация здесь не рассматривается.
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Из уравнения (3.65) видно, что угол поворота спина определяется лишь началь-

ной и конечной точками траектории и не зависит от истории движения носителя

заряда между этими точками. Этот результат хорошо известен для систем с ре-

гулярной спин-орбитальной связью [155, 231, 232, 233], он сохраняется и в случае

флуктуирующей константы α. Действительно, как это видно из (3.62), скорость

спиновой прецессии определяется произведением скорости электрона и некоторой

заданной функции координат. Поэтому неважно, как электрон попал из точки x0

в x1: все вклады в угол поворота спина от замкнутых траекторий, где электрон

проходит одну и ту же конфигурацию α(x) в противоположных направлениях со-

кращаются.

Временна́я эволюция электронного спина, как следует из соотношения (3.65),

прямо связана с движением носителя вдоль проволоки. Пусть ось квантования

спина λ лежит в плоскости (xy), перпендикулярной оси z. Для определенности

будем исследовать динамику z-компоненты спина, которая описывается корреля-

ционной функцией

〈Sz(t)Sz(0)〉 = 〈S2
z (0)〉Css(t),

где функция Css(t) нормирована условием Css(0) = 1. В силу линейности кинети-

ческого уравнения для функции распределения электронов по спину коррелятор

〈si(t)sj(0)〉 (i, j = x, y или z) удовлетворяет тем же уравнениям, что и средние

значения 〈si(t)〉 [204, 234, 235], см. также [236], поэтому функцию Css(t) можно

представить в виде

Css(t) =

∫ ∞
−∞

dx p(x, t)〈cos [θ(x, 0)]〉. (3.66)

Здесь p(x, t) – вероятность того, что за время t электрон пройдет расстояние x, а

угловые скобки в правой части уравнения (3.66) обозначают усреднение по реа-

лизациям константы спин-орбитальной связи αr(x). При выводе уравнения (3.66)

мы предположили, что акты рассеяния электрона на случайном потенциале, кото-

рые определяют вероятность p(x, t), не коррелированы со случайным полем αr(x),

поэтому усреднение по реализациям константы спин-орбитальной связи и по ре-

112



ализациям беспорядка, определяющего орбитальную динамику электрона выпол-

няются независимо. Такой режим может иметь место в квантовых проволоках,

где случайное поле Рашбы обусловлено легирующими примесями, а релаксация

импульса – рассеянием электрона на флуктуациях ширины проволоки. Уравне-

ние (3.66) выведено для плавного беспорядка, ld/λF � 1, однако анализ, выпол-

ненный в рамках метода функций Грина, показывает, что тот же результат сохра-

няется и для произвольного соотношения ld/λF.

Наш следующий шаг заключается в усреднении величины cos [θ(x, 0)] в фор-

муле (3.66) по случайным реализациям поля α(x). С этой целью мы представим

cos [θ(x, 0)] = Re

{
exp

(
i
2mα0

~2
x

)
exp [iϑr(x)]

}
, (3.67)

где

ϑr(x) = 2m/~2

∫ x

0

αr(x
′)dx′ (3.68)

– угол поворота спина за счет случайного вклада в спин-орбитальное взаимодей-

ствие. Раскладывая exp [iϑr(x)] в ряд по ϑr и пользуясь гауссовым характером

флуктуаций αr, получаем, что нечетные степени угла поворота спина обнуляются,

〈θ2n+1
r (x)〉 = 0, а четные выражаются через 〈θ2

r (x)〉 в виде

〈θ2n
r (x)〉 =

〈[
2m

~2

∫ x

0

αr(x
′)dx′

]2n
〉

= (2n− 1)!!〈θ2
r (x)〉n. (3.69)

Непосредственный расчет показывает, что средний квадрат угла поворота спи-

на 〈θ2
r (x)〉, обусловленный флуктуирующим спин-орбитальным взаимодействием,

составляет

〈θ2
r (x)〉 = 2

(
2m

~2

)2

〈α2
r 〉
∫ x

0

dx′
∫ x′

0

dyFcorr(y). (3.70)

Окончательно, выражение (3.66) сводится к [ср. с (3.60)]

Css(t) =

∫ ∞
−∞

dx p(x, t) cos

(
2mα0

~2
x

)
exp

[
−〈θ2

r (x)〉/2
]
. (3.71)

Формула (3.71) является центральным результатом данного раздела: она связыва-

ет временную эволюцию электронного спина с орбитальным движением носителя
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заряда вдоль проволоки. Ниже будет определено распределение смещений элек-

трона, p(x, t), для разных режимов орбитальной динамики и найдена зависимость

Css(t). Спектр мощности спинового шума связан с фурье-образом функции Css(t)

согласно [229]: 〈
s2
z

〉
ω

= 2

∫ ∞
0

Css(t) cos (ωt) dt. (3.72)

К уравнениям (3.71), (3.72) можно прийти иным путем, воспользовавшись ме-

тодом случайных сил Ланжевена. Для этого запишем уравнение динамики спина

одного электрона в виде (3.31):

dS

dt
+ S × eλ

2mα[x(t)]

~2
vx(t) = ξ(t), (3.73)

где eλ – орт оси квантования спина λ, vx(t) – мгновенное значение скорости

электрона. В правой части формулы (3.73) введены случайные силы Ланжевена

ξ = (ξx, ξy, ξz), описываемые следующими корреляционными функциями [230]:

ξi(t)ξj(t
′) = ξ2

0δijδ(t− t′). (3.74)

Решение уравнения (3.73) можно представить в виде

Sz(t) = ξz cos

[∫ x(t)

x(0)

α(x)dx

]
− ξy sin

[∫ x(t)

x(0)

α(x)dx

]
. (3.75)

Выполняя преобразование Фурье выражения (3.75)

Sz(ω) =

∫ ∞
−∞

Sz(t)e
iωtdt,

взяв его квадрат модуля и усреднив по реализациям случайных сил ξ, имеем

〈s2
z〉ω = ξ2

0

∫
dtdt′eiω(t−t′) cos

[
2m

~2

∫ x(t′)

x(t)

α(x)dx

]
. (3.76)

Усредняя выражение (3.76) по реализациям αr(x) и по траекториям электрона,

мы приходим к формулам (3.66) и (3.72).
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3.4.2 Спектр спинового шума

В данном разделе описана спиновая динамика и получен спектр спинового шума в

важных предельных случаях. Расчет спинового шума в широком диапазоне частот

приводится в разделе 3.4.3.

Для баллистического движения электрона p(x, t) = δ(x − vFt). Такой режим

реализуется на временных масштабах t� τ = `/vF, где τ – время свободного про-

бега, а ` – длина свободного пробега электрона. На временах t� τd = ld/vF (напом-

ним, τd – время пролета электроном коррелированного домена спин-орбитального

взаимодействия) из (3.71) получаем затухающие осцилляции z-компоненты элек-

тронного спина:

Css(t) ≈ cos (Ω0t) exp (−t/τs,r), (3.77)

Частота осцилляций Ω0 = 2mα0vF/~2 определяется регулярным вкладом в спин-

орбитальное взаимодействие, а затухание биений обусловлено флуктуациями кон-

станты спин-орбитальной связи [ср. с (3.39)]

1

τs,r
=

(
2mvF

~2

)2

〈α2
r 〉τd. (3.78)

Спектр спинового шума можно представить в виде

〈
s2
z

〉
ω

= 2τs,r Re
1− iωτs,r

Ω2
0τ

2
s,r + (1− iωτs,r)2

, (3.79)

эта зависимость показана на рис. 3.7. Максимум мощности спинового шума при-

ходится на частоту ω ≈ Ω0, ширина спектра ∼ τ−1
s,r , а на больших частотах

〈s2
z〉ω ∝ ω−2 в согласии с теорией линейного отклика [234]. Отметим, что пик в

спектре шума на ненулевой частоте непосредственно связан с прецессией спина в

регулярном эффективном поле, обусловленным спиновым расщеплением спектра.

Подобная ситуация может реализоваться также в высококачественных двумерных

и трехмерных системах, см. главу 4 диссертации.

Баллистический режим динамики спинов реализуется, однако, в очень чистых

системах, где Ω0τ � 1. В противном случае, эволюция спина разворачивается
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Рис. 3.7: Спектр мощности спинового шума 〈s2
z〉ω для баллистической квантовой прово-

локи. Расчет выполнен при Ω0τs,r = 2.

на временны́х масштабах, где движение электрона является диффузионным, см.

рис. 3.8, верхняя панель. При этом

p(x, t) =
1

2
√
πDt

e−x
2/4Dt, (3.80)

где D = v2
Fτ – коэффициент диффузии в одномерной системе. В отсутствие флук-

туаций константы спин-орбитальной связи и при условии Ω0τ � 1 релаксация

неравновесного спина обусловлена механизмом Дьяконова-Переля [152], время ре-

лаксации спина τs,DP = 1/(Ω2
0τ). Спектр спинового шума при этом имеет вид функ-

ции Лоренца 〈s2
z〉ω = 2τs,DP/(1+ω2τ 2

s,DP), центрированной на ω = 0, ширина спектра

определяется скоростью спиновой релаксации.

Спиновая динамика в квантовых проволоках становится нетривиальной в слу-

чае, если флуктуации константы спин-орбитальной связи являются доминирую-

щими. Здесь и далее мы будем считать, что α0 = 0, т.е. регулярный вклад в спи-

новое расщепление энергетического спектра электрона отсутствует. Рассмотрим

динамику спинов в пределе больших времен t� τd, τ, τs,r. Тогда система характе-

ризуется двумя параметрами размерности длины: это длина диффузии
√
Dt (3.80),

и длина дефазировки спинов

Ls =

∫ ∞
0

dx exp
[
−〈θ2

r (x)〉/2
]
. (3.81)
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На достаточно больших временах, когда
√
Dt� Ls, в формуле (3.66) можно p(x, t)

заменить на p(0, t):

Css(t) ≈ p(0, t)

∫ ∞
−∞

dx exp
[
−〈θ2

r (x)〉/2
]

=
Ls√
πDt

. (3.82)

Согласно уравнению (3.82) спиновая релаксация является неэкспоненциальной:

потеря неравновесного спина описывается степенным законом: 〈Sz(t)〉 ∝ 1/
√
t.

Этот, на первый взгляд, неожиданный результат имеет прозрачный физический

смысл, см. рис. 3.8. Если электрон сместился из своей начальной точки на доста-

точно большое расстояние x & Ls, то случайный угол поворота его спина является

столь большим, что электрон не вносит вклад в спиновую поляризацию системы

– его спин полностью дефазируется. Таким образом, спиновая поляризация в си-

стеме обеспечивается лишь теми носителями заряда, которые находятся вблизи

своих исходных точек, при этом совершенно неважно, каким образом электрон

вернулся к своей исходной точке. В соответствии с диффузионным законом доля

таких электронов составляет p(0, t) ∝ 1/
√
t, что согласуется с выражением (3.82).

Отметим, что аналогичные соображения не могут быть применены к системе с

регулярным вкладом в спин-орбитальное взаимодействие из-за периодической за-

висимости z-компоненты спина электрона от его смещения.

Медленная неэкспоненциальная релаксация спина, описываемая уравнени-

ем (3.82) проявляется в спектрах спинового шума. Из формулы (3.72) следует,

что 〈s2
z〉ω ∝ 1/

√
ω, т.е. спектр спинового шума расходится при ω → 0. Такое по-

ведение спинового шума присуще именно квантовыми проволокам со случайным

пространственным распределением константы спин-орбитальной связи. В отличие

от многоканальных квантовых проволок (при достаточно быстром межканальном

рассеянии, см. ниже) и двумерных систем, спин электрона в одномерных системах

восстанавливается, если электрон возвращается в исходную точку.
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Рис. 3.8: Верхняя панель: схематическая иллюстрация распределения смещений электро-
на p(x, t) для двух моментов времени t0 < t1. Нижние панели: схема квантовой проволо-
ки и ориентаций спинов диффундирующих электронов в случае случайного (random SO
coupling) и регулярного (regular SO coupling) распределений α(x).

3.4.3 Спектр спинового шума при произвольных частотах

Определим спектр спинового шума на произвольных частотах. Для этого необ-

ходимо установить вид функции p(x, t) вне рамок диффузионного приближе-

ния (3.80). Воспользуемся кинетическим уравнением для функции распределения

одномерных электронов f(x, vx, t), которая зависит от координаты частицы, ее

скорости и времени:
∂f

∂t
+ vx

∂f

∂x
+
f − f̄
τ

= 0. (3.83)

В качестве начального условия к (3.83) выступает соотношение

f(x, vx, 0) = δ(x)[δv,vF + δv,−vF ]/2,

которое означает, что при t = 0 в точке x = 0 имеется поровну частиц, распро-

страняющихся влево и вправо со скоростями vx = ±vF. Функцию распределения
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можно разбить на анизотропную часть, f̄ = [f(x, vF, t)−f(x,−vF, t)]/2, и изотроп-

ную часть

p(x, t) = f(x, vF, t) + f(x,−vF, t),

которая и дает распределение смещений частицы. Выполним пространственное

преобразование Фурье и косинус преобразование Фурье по времени от функции

p(x, t). Можно показать, что соответствующий образ p̃(k, ω) записывается в виде

p̃(k, ω) = 2 Re
τ(1− iωτ)

(kl)2 − iωτ(1− iωτ)
. (3.84)

В согласии с уравнением (3.76) спектр спинового шума записывается в виде

〈
s2
z

〉
ω

=

∫ ∞
−∞

dk

2π
p̃(k, ω)T (k), (3.85)

где

T (k) =

∫ ∞
−∞

exp
[
ikx− 〈θ2

r (x)〉/2
]
dx. (3.86)
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Рис. 3.9: Спектр мощности спинового шума для диффузионной квантовой проволоки при
Ω0 ≡ 0, Ωrτd = 0.01, τd/τ = 0.1. Сплошная линия – расчет по формуле (3.88), пунктирная
(с наклоном −1/2 в двойном логарифмическом масштабе) и штриховая (с наклоном -2)
кривые показывают низкочастотную и высокочастотную асимптотики.

Аналитический ответ для спектра спинового шума можно получить в режи-

ме, когда углы поворота спина внутри каждого коррелированного домена спин-

орбитального взаимодействия малы, т.е. при Ωrτd ≡ 2m
√
〈α2

r〉ld/~ � 1, где
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Ωr ≡ 2
√
〈α2

r〉kx/~. В этом случае динамика спинов разворачивается на простран-

ственных масштабах x � ld, среднеквадратичные углы поворота спина пропор-

циональны смещению электрона 〈θ2
r (x)〉 ≈ 2(Ωrτd)

2|x|/ld (это верно x � ld или

t� τd), при этом функция T (k) принимает вид:

T (k) =
2ld(Ωrτd)

2

(Ωrτd)4 + (kld)2
. (3.87)

Окончательно для спектра спинового шума имеем

〈s2
z〉ω = 2 Re

τd

(Ωrτd)2
√

iωτ/(iωτ − 1)− iωτd
. (3.88)

Из формулы (3.88) следует, что на низких частотах ω � τ−1
d , τ−1 спектр спинового

шума в согласии с анализом, приведенным выше, описывается выражением

〈
s2
z

〉
ω

=

√
2τs,r√
ωτ

. (3.89)

Отметим, что наличие регулярного вклада в спин-орбитальное взаимодействие,

Ω0 6= 0, ограничивает расходимость шума на низких частотах. На высоких часто-

тах, когда ωτ � 1, спектр мощности спинового шума 〈s2
z〉ω = 2/(ω2τs,r), поскольку

на временных масштабах τd � t � τ движение электрона является баллистиче-

ским, а дефазировка спина осуществляется за счет флуктуаций спин-орбитального

взаимодействия, ср. с (3.78). Спектр частот спинового шума в квантовых прово-

локах представлен на рисунке 3.9.

3.4.4 Спиновая динамика и спиновый шум в многоканаль-
ных квантовых проволоках

Временная динамика электронного спина в многоканальных структурах зависит

от дополнительного набора параметров: {τi,j} – времен рассеяния электрона меж-

ду каналами i и j. Качественный анализ динамики спинов и их шума в много-

канальных системах выполним для случая структуры с двумя каналами про-

водимости (например, двумя заполненными подзонами размерного квантования

поперечного движения в проволоке) в следующих предположениях: (i) в разных
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каналах флуктуации спин-орбитального взаимодействия некоррелированы, (ii) в

каждом канале Ω
[i]
r τd � 1 (i = 1, 2), т.е. углы поворота спина малы. Межканальное

рассеяние будем характеризовать временем τc (считаем процессы переходов меж-

ду подзонами спин-независимыми) и пренебрежем регулярным вкладом в спин-

орбитальном поле, α0 ≡ 0.

Проанализируем вначале случай эффективного рассеяния между каналами.

Если τc � τd, то электрон покидает данный канал быстрее, чем он покинет кор-

релированный домен константы спин-орбитальной связи в данном канале. Углы

поворота спина между актами рассеяния в таком случае малы, а релаксация спина

описывается экспоненциальным законом

〈Sz(t)Sz(0)〉 ∝ exp (−Γct), (3.90)

где скорость релаксации спина Γc по порядку величины соответствует

[
max

{
Ω[1]

r ,Ω
[2]
r

}]2
τc.

Экспоненциальный спад коррелятора имеет место и при условии τd � τc � τ .

Действительно, в этом случае средний квадрат угла поворота спина между актами

межканального рассеяния составляет 〈(δΦ)2〉 = 〈θ2
r (v[c]τc)〉 ∝ τc, где v[c] – харак-

терная скорость электрона в канале. Скорость спиновой релаксации определяется

флуктуациями константы спин-орбитальной связи

Γ ∝ 〈(δΦ)2〉/τc ∼ τ−1
s,r . (3.91)

Как мы видели выше, такой же закон спиновой релаксации реализуется и

в двумерных системах с пространственными флуктуациями константы спин-

орбитального взаимодействия.

Наиболее интересные физические явления возникают в случае очень слабого

межканального взаимодействия, когда τc � τ, τd. В таком случае электрон двига-

ется по каналу диффузионно до того, как произойдет рассеяние между канала-

ми. Поскольку степенной 1/
√
t хвост в релаксации спина возникает на больших
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временах
√
Dt � Ls, то он формируется за счет электронов, находящихся вбли-

зи своих исходных точек. Если межканальное рассеяние достаточно эффективно

(
√
Dτc � Ls), то возврат к начальной точке происходит через различные каналы,

и углы поворота спина определяются всей предысторией движения электрона, а

не только его начальной и конечной точками. Это приводит, вообще говоря, к раз-

рушению хвоста 1/
√
t и возникновению обычной экспоненциальной релаксации.

Однако, если τc достаточно длинное, то Lc =
√
Dτc � Ls, и во временном интер-

вале L2
s/D � t � τc динамика спинов в каждом канале подчиняется степенному

закону, а в соответствующем диапазоне частот спектр спинового шума ведет себя

как 1/
√
ω. На частотах ω � 1/τc спектр мощности спинового шума насыщает-

ся. Таким образом, если межканальное рассеяние очень редкое, то каналы вносят

независимые вклады в спиновый шум. Низкочастотная асимптотика флуктуаций

спиновой плотности по-прежнему обладает особенностью 1/
√
ω (3.89), однако от-

вет следует усреднить по реализациям αr(x) в разных каналах.3

Итак, в полупроводниковых квантовых проволоках в отсутствие регулярного

вклада в спин-орбитальное взаимодействие спин электрона релаксирует по зако-

ну 1/
√
t, что приводит к особенности ω−1/2 в спектре спинового шума на низких

частотах. В качестве альтернативной реализации такой медленной спиновой ди-

намики могут выступать структуры и более высокой размерности d = 2 или 3, где

флуктуации константы α столь велики, что спин успевает срелаксировать внутри

одного домена. Это реализуется при условиях τ � τd и Ωrτd � 1. В таком случае

внутри каждого домена динамика спина независима и описывается механизмом

Дьяконова-Переля

Sz(t) = s0 exp

[
−D

(
2m

~2

)2

α2
r t

]
, (3.92)

а релаксация спина в ансамбле описывается средним по реализациям αr, подчи-

ненных гауссовому распределению: p(αr) = (2π〈α2
r 〉)−1/2 exp (−α2

r/2〈α2
r 〉). Расчет

3Отметим, что если спин-орбитальное взаимодействие одинаково во всех каналах, т.е. α[1]
r (x) =

α
[2]
r (x), то с точки зрения спиновой прецессии межканальное рассеяние вовсе не важно, и спектр

спинового шума описывается уравнением (3.89).
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показывает, что

〈Sz(t)〉 =

∫
dαp(αr)s0 exp

[
−D

(
2m

~2

)2

α2
r t

]
=

s0√
1 + 2D

(
2m
~2
)2 〈α2

r 〉t
∝ 1√

t
. (3.93)

Такая медленная динамика спинов связана с тем, что имеется широкое распре-

деление частот спиновой прецессии, причем наиболее вероятным значением яв-

ляется α = 0, соответствующее бесконечно большому времени спиновой релак-

сации [237, 238] (см. также [239]). Численное моделирование динамики спинов,

подразумевающее такое усреднение, выполнялось в работе группы М.-В. Ву [240].

3.5 Краткие итоги

В главе 3 получены следующие основные результаты:

• Развита теория спиновой релаксации электронов в высокоподвижных струк-

турах с пространственными флуктуациями константы спин-орбитального

взаимодействия.

• Продемонстрировано, что в классически сильных магнитных полях релакса-

ция неравновесного спина является неэкспоненциальной и ускоряется с ро-

стом магнитного поля.

• Разработана теория спинового шума в квантовых проволоках с простран-

ственными флуктуациями константы спин-орбитальной связи и показано,

что на низких частотах флуктуации спина имеют степенную особенность:

〈s2
z〉ω ∝ 1/ω1/2.
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Глава 4

Спиновая динамика в квантовых
ямах с высокой подвижностью
носителей заряда

4.1 Особенности динамики спинов в высокопо-
движных системах (обзор)

Бурное развитие технологий роста полупроводниковых наноструктур в последние

годы привело к созданию двумерных электронных систем с очень высокой подвиж-

ностью носителей заряда, достигающих ∼ 107 cm2/Vs [241]. Такие квантовые ямы

привлекают значительный интерес исследователей из-за необычных транспорт-

ных свойств и обладают перспективой применения в полупроводниковых прибо-

ров с высоким быстродействием. Полупроводниковые квантовые ямы с высокой

подвижностью носителей заряда стали одними из самых популярных объектов

исследования в области спинтроники [4, 129, 130, 242]. Именно в низкоразмерных

системах и, в первую очередь, в структурах с квантовыми ямами можно обес-

печить управление спин-орбитальным взаимодействием путем вариации условий

роста и кристаллографической ориентации системы [243], при помощи внешнего

электрического поля [168, 244] и деформации [243], и тем самым, открыть путь

к управлению динамикой спинов немагнитными методами. В предыдущей главе

диссертации речь шла о системах, в которых спин-орбитальное взаимодействие
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подавлено, и где реализуются предельно длинные времена спиновой релаксации,

здесь же рассматривается общий случай и явления, наиболее ярко проявляющихся

в полупроводниковых двумерных системах высокого качества.

В высокоподвижных структурах при низких температурах электрон может

двигаться в течение десятков пикосекунд, не испытывая столкновений с дефекта-

ми, фононами и другими электронами. За время свободного движения носителя

заряда его спин успевает повернуться на значительный угол вокруг эффектив-

ного магнитного поля Ω(k), наведенного регулярным спин-орбитальным взаимо-

действием, поскольку параметр Ω(k)τ (где τ – время свободного пробега) уже не

является малым. Таким образом, динамика спина в высокоподвижных кванто-

вых ямах обладает ярко выраженной спецификой, связанной, главным образом,

с проявлением спиновых биений, обусловленных спин-орбитальной связью [245],

и важной ролью межчастичного взаимодействия [A11]. Анализу спиновой дина-

мики в структурах с большой подвижностью носителей заряда и сопоставлению

развитых здесь теоретических представлений с данными эксперимента посвящена

данная глава диссертации.

4.2 Влияние электрон-электронного взаимодей-
ствия на спиновую релаксацию

В механизме Дьяконова-Переля скорость спиновой релаксации 1/τs оценивается

согласно (3.2) как

τ−1
s ∼ 〈Ω2(k)〉τ. (4.1)

Длительное время считалось [131, 133, 246, 247, 248], что микроскопическое вре-

мя релаксации τ в этой формуле можно отождествить со временем релаксации

импульса электронного газа, определяющим подвижность носителей тока в образ-

це. Ниже будет показано, что темп релаксации τ−1 содержит аддитивный вклад

электрон-электронных столкновений, которые практически не меняют подвиж-

ности, однако могут привести к значительному (на порядок величины) замедле-
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нию спиновой релаксации. Далее построена кинетическая теория механизма спи-

новой релаксации Дьяконова-Переля с учетом межчастичного взаимодействия,

проведено сопоставление построенной теории с экспериментальными данными по

спиновой релаксации в квантовых ямах на основе GaAs и установлен диапазон

параметров двумерного электронного газа, в котором спиновая релаксация опре-

деляется электрон-электронными столкновениями.

Напомним, что в режиме частых столкновений, когда угол поворота спина

между последовательными актами рассеяния ∼ Ω2τ � 1 мал, рассеяние электро-

на, сопровождающееся изменением его волнового вектора k, приводит к случай-

ному изменению направления оси спиновой прецессии Ω(k) и замедляет потерю

спина. Таким образом, спиновую релаксацию замедляет любой процесс, изменяю-

щий направление волнового вектора электрона: рассеяние на статических дефек-

тах, примесях, фононах, циклотронное движение электрона [207], а также процес-

сы рассеяния электронов друг на друге. Иными словами, в обратное микроско-

пическое время τ−1 должны вносить аддитивный вклад и электрон-электронные

столкновения. Они не приводят к изменению полного импульса электронного га-

за, однако случайным образом изменяют импульсы взаимодействующих носите-

лей. Например, в предельном случае малой поляризации электронов спиновая ре-

лаксация контролируется соударениями спин-поляризованных носителей заряда с

“морем” неполяризованных электронов. Столкновения между спин-поляризован-

ными частицами относительно редки, а рассеяние неполяризованных носителей

тока друг на друге не дает вклада в спиновую релаксацию. Таким образом, даже

в отсутствии квазиупругих процессов релаксации импульса спиновая релаксация

в механизме Дьяконова-Переля будет замедляться электрон-электронными столк-

новениями, причем время τ имеет смысл времени релаксации пробного электрона

при рассеянии на равновесном распределении остальных электронов.

Помимо замедления спиновой релаксации за счет электрон-электронных столк-

новений, обменное взаимодействие между спин-поляризованными частицами мо-
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жет приводить к дополнительному подавлению спиновой релаксации в случае зна-

чительной степени поляризации электронного газа [249], [A12]. Это поле (поле

Хартри-Фока) направлено вдоль оси поляризации носителей и, как внешнее маг-

нитное поле, замедляет спиновую релаксацию в механизме Дьяконова-Переля за

счет ларморовского эффекта [207]. Такие эффекты наблюдались в работе [250].

4.2.1 Кинетическое уравнение с учетом межчастичного вза-
имодействия

В рамках кинетической теории распределение электронного газа по волновому

вектору k и спину описывается матрицей плотности 2× 2, которую можно разло-

жить по базисным матрицам как [ср. с (3.44)]

ρk = fkÎ + sk · σ , (4.2)

где fk = Sp[ρk/2] – функция распределения электронов, усредненная по спину,

sk = Sp[ρk(σ/2)] – средний спин электрона в точке k. Кинетическое уравнение

для матрицы плотности ρk можно записать в виде [A13]

dρk
dt

+
i

~
[Hso + VC(k), ρk] + Q̂k{ρ} = 0 . (4.3)

Здесь Hso – вклад в одноэлектронный эффективный гамильтониан спин-

зависимых слагаемых (3.1), VC(k) – хартри-фоковский вклад в эффективный

гамильтониан, обусловленный обменным взаимодействием спин-поляризованного

электронного газа с отдельным электроном, находящимся в состоянии с волновым

вектором k, а именно [62, 249] [см. также (1.16)]

VC(k) = −
∑
k′

Vk′−k (sk′ · σ) , (4.4)

Vq – фурье-компонента кулоновского потенциала V (r). Последнее слагаемое в ле-

вой части (4.3) является интегралом столкновений. Процессы рассеяния электро-

нов с несохранением суммарного спина не учитываются.
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При выводе выражения для вклада электрон-электронного взаимодействия в

интеграл столкновений Q̂k{ρ} мы воспользовались стандартной диаграммной тех-

никой Келдыша и учли, что матричный элемент рассеяния пары электронов (k, sk;

k′, sk′) → (p, sp; p′, sp′) можно представить в виде

M(p, sp;p
′, sp′ |k, sk;k′, sk′) = Vk−p δsp,skδsp′ ,sk′ − Vk−p′ δsp,sk′δsp′ ,sk , (4.5)

где sk, sk′ ... – проекции спина ±1/2 на выделенное направление z. Используя (4.5),

можно записать матричный элемент для произвольной ориентации электронных

спинов в начальном и конечном состояниях. Для этого перепишем (4.5) в инва-

риантной матричной форме, приписав спиновым состояниям sk, sp электрона с

волновым вектором k или p индекс 1, а спиновым состояниям sk′ , sp′ - индекс

2. С помощью двухрядных единичных матриц I(1), I(2) и матриц Паули σ
(1)
α , σ

(2)
α

(α = x, y, z) уравнение (4.5) допускает следующую операторную форму записи

M̂ = A I(1)I(2) +B σ(1) · σ(2) , (4.6)

где

A = Vk−p −
1

2
Vk−p′ , B = −1

2
Vk−p′ . (4.7)

Тогда интеграл столкновений в (4.3) записывается в компактном виде

Q̂k{ρ} =
π

2~
∑
k′pp′

δk+k′, p+p′ δ(Ek + Ek′ − Ep − Ep′) Sp2G(p,p′;k,k′) , (4.8)

где введена зависящая от спиновых индексов 1 и 2 матрица

G(p,p′;k,k′) = (4.9)

= M̂(I(1) − ρ(1)
p )(I(2) − ρ(2)

p′ )M̂ρ
(1)
k ρ

(2)
k′ + ρ

(1)
k ρ

(2)
k′ M̂(I(1) − ρ(1)

p )(I(2) − ρ(2)
p′ )M̂ −

− M̂ρ(1)
p ρ

(2)
p′ M̂(I(1) − ρ(1)

k )(I(2) − ρ(2)
k′ )− (I(1) − ρ(1)

k )(I(2) − ρ(2)
k′ )M̂ρ(1)

p ρ
(2)
p′ M̂ ,

а символ Sp2 означает сумму диагональных элементов матрицы с верхним ин-

дексом 2. Уравнение для матрицы плотности эквивалентно одному скалярному и
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одному псевдовекторному уравнениям для функций fk и sk, соответственно:

∂fk
∂t

+ Qk{f, s} = 0 , (4.10)

∂sk
∂t

+ sk ×
[
Ω(k) + ΩC,k

]
+Qk{s, f} = 0 , (4.11)

где угловая частота Ω(k), связанная со спиновым расщеплением, определена в

(3.1), эффективная частота, обусловленная обменным взаимодействием, имеет вид

ΩC,k = −2

~
∑
k′

Vk′−ksk′ , (4.12)

а для скалярного и векторного интегралов столкновений имеем

Qk{f, s} =
2π

~
∑
k′pp′

δk+k′, p+p′ δ(Ek + Ek′ − Ep − Ep′)

× {(2V 2
k−p − Vk−pVk−p′)[fkfk′(1− fp − fp′)− fpfp′(1− fk − fk′)]

+ 2(V 2
k−p − Vk−pVk−p′)[(fp − fk)(sk′ · sp′) + (fp′ − fk′)(sk · sp)]

− Vk−pVk−p′ [(fk + fk′)(sp · sp′)− (fp + fp′)(sk · sk′)]}, (4.13)

Qk{s, f} =
2π

~
∑
k′,p,p′

δk+k′,p+p′ δ(Ek + Ek′ − Ep − Ep′)

×
{

(2V 2
k−p − Vk−pVk−p′) [skF (k′;p,p′)− spF (p′;k,k′)]

− Vk−pVk−p′ [sk′F (k;p,p′)− spF (p′;k,k′)− (sk′ − sk)(sp · sp′)]

+ 2(V 2
k−p − Vk−pVk−p′)(sp − sk)(sk′ · sp′)

}
, (4.14)

и

F (k1;k2,k3) = fk1(1− fk2 − fk3) + fk2fk3 . (4.15)

Проанализируем уравнения (4.13) и (4.14) в различных предельных случаях.

Неполяризованные электроны. В этом случае sk ≡ 0, а уравнение (4.13) пере-

писывается в стандартном виде [251]

Qk{f, 0} =
2π

~
∑
k′pp′

δk+k′, p+p′ δ(Ek + Ek′ − Ep − Ep′) (2V 2
k−p − Vk−pVk−p′)

× [fkfk′(1− fp)(1− fp′)− fpfp′(1− fk)(1− fk′)] . (4.16)
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Электроны, поляризованные вдоль одной оси. В системе координат с осью z,

параллельной оси спиновой поляризации электронов, имеем sk,x = sk,y ≡ 0. При

этом спиновая матрица плотности диагональна, и ее компоненты имеют вид fk,ν =

fk + 2νsk,z (ν = ±1/2). Интеграл столкновений для соответствующей компоненты

fk,ν можно записать в согласии с [252] как

2π

~
∑
k′pp′

∑
ν′ν1ν2

δk+k′, p+p′ δ(Ek + Ek′ − Ep − Ep′)W (p, ν1;p′, ν2|k, ν;k′, ν ′)

× [fk,νfk′,ν′(1− fp,ν1)(1− fp′,ν2)− fp,ν1fp′,ν2(1− fk,ν)(1− fk′,ν′)] .

Здесь

W (p, ν;p′, ν|k, ν;k′, ν) = (A+B)2 = (Vk−p − Vk−p′)2 ,

W (p, ν;p′,−ν|k, ν;k′,−ν) = (A−B)2 = V 2
k−p ,

W (p,−ν;p′, ν|k, ν;k′,−ν) = (2B)2 = V 2
k−p′ ,

а другие значения W с ν1 + ν2 6= ν + ν ′ равны нулю.

Малая степень поляризации. Если средний спин электрона в состоянии k, sk

мал по сравнению со средней заселенностью этого состояния fk, то в уравнении

(4.13) можно пренебречь слагаемыми, содержащими спин, и использовать уравне-

ние (4.16), а в уравнении (4.14) оставить лишь линейные по sk члены. Линеаризо-

ванный интеграл столкновений имеет вид

Qk{s, f} =
2π

~
∑
k′,p,p′

δk+k′,p+p′ δ(Ek + Ek′ − Ep − Ep′)

×
{

2V 2
k−p [skF (k′;p,p′)− spF (p′;k,k′)] −

−Vk−pVk−p′ [skF (k′;p,p′) + sk′F (k′;p,p′)− 2spF (p′;k,k′)]} . (4.17)

Здесь слагаемое, пропорциональное 2V 2
k−p, связано с прямым кулоновским взаи-

модействием, а слагаемое, пропорциональное Vk−pVk−p′ , возникает благодаря об-

менному взаимодействию.

Невырожденный электронный газ. В этом случае функция F (k1;k2,k3) сво-

дится к функции распределения электронов fk1 , и интегралы столкновений при-
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нимают вид

Qk{f, s} =
2π

~
∑
k′pp′

δk+k′,p+p′ δ(Ek + Ek′ − Ep − Ep′)

× [(2V 2
k−p − Vk−pVk−p′)(fkfk′ − fpfp′)− Vk−pVk−p′(sk · sk′ − sp · sp′)] , (4.18)

Qk{s, f} =
2π

~
∑
k′pp′

δk+k′,p+p′ δ(Ek + Ek′ − Ep − Ep′)

× [2V 2
k−p(skfk′ − spfp′)− Vk−pVk−p′(skfk′ + sk′fk − 2spfp′)] . (4.19)

Кинетическое уравнение для неполяризованного электронного газа известно

со времен классических работ Ландау [253, 254, 255]. Обобщение интеграла столк-

новений на случай электронного газа, поляризованного вдоль одной оси, было

выполнено в работе [252]. Интеграл межэлектронных столкновений для произ-

вольной статистики и степени вырождения электронного газа в общем виде (4.8)

был получен, по-видимому, впервые в [A13]. Кинетическое уравнение для спин-

поляризованного электронного газа с учетом электрон-электронного взаимодей-

ствия приведено в серии статей [256, 257, 249, 258, 259]. Хартри-фоковское слагае-

мое в (4.11) согласуется с аналогичным членом в уравнениях для компонент спи-

новой матрицы плотности, приведенных в работах [256, 257]. Что касается сравне-

ния с интегралом электрон-электронных столкновений, то в статьях [249, 258, 259]

этот интеграл приведен в пренебрежении обменным взаимодействием. Выраже-

ния, приведенные в [259], совпадают с нашими уравнениями (4.13), (4.14), если в

последних опустить слагаемые, пропорциональные Vk−pVk−p′ . Обобщение кинети-

ческого уравнения для описания спиновой динамики слабонеидеального бозе-газа

экситонных-поляритонов было проведено нами в работе [260].

4.2.2 Решение кинетического уравнения. Тензор обратных
времен спиновой релаксации

В этом параграфе мы рассматриваем прецессионный механизм спиновой релакса-

ции в случае, когда спиновое расщепление ~Ω(k) мало по сравнению с ~/τ , где τ
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– характерное время изменения волнового вектора электрона, и применима тео-

рия возмущений по параметру Ω(k)τ � 1. Предполагается, что в пренебрежении

спиновым расщеплением зоны проводимости электроны распределены равновесно

по энергии и ориентированы по спину в направлении некоторого единичного век-

тора os. Это означает, что в нулевом приближении по Ω(k)τ в базисе спиновых

состояний с проекцией спина на направление os спиновая матрица плотности ρ0
k

диагональна, и ее компоненты имеют вид функций Ферми-Дирака

fk,± =

[
exp

(
Ek − µ±
kBT

)
+ 1

]−1

с химическими потенциалами µ+ и µ−. Здесь Ek = ~2k2/2m – кинетическая энер-

гия электрона, kB – постоянная Больцмана, T – абсолютная температура. В базисе

состояний с проекцией спина на ось z квазиравновесную матрицу плотности мож-

но представить в виде [131]

ρ0
k = f 0

k + s0
k · σ,

где средняя заселенность f 0
k и средний спин s0

k электрона с волновым вектором k

связаны с fk,± cоотношениями

f 0
k =

1

2
(fk,+ + fk,−) , s0

k =
1

2
(fk,+ − fk,−)os .

Выделим у функции распределения по спину sk и хартри-фоковской частоты

ΩC,k квазиравновесные составляющие

sk = s0
k + δsk , ΩC,k = Ω0

C,k + δΩC,k ,

где

Ω0
C,k = −2

~
∑
k′

Vk′−ks
0
k′ , δΩC,k = −2

~
∑
k′

Vk′−kδsk′ . (4.20)

В первом порядке теории возмущений функция распределения fk не меняется, а

неравновесная поправка δsk пропорциональна величине спинового расщепления.

Заметим, что оператор столкновений Qk{s, f 0} сохраняет порядок угловой гармо-

ники у функции sk, и этим же свойством обладает оператор (4.4), поэтому угловая
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зависимость компонент δsk,α и δΩC,k,α содержит те же гармоники, что и функция

Ω(k), и, кроме того, Ω0
C,k ‖ os и

∑
k δΩC,k = 0.

Суммируя кинетическое уравнение (4.11) по волновым векторам k, приходим

к уравнению баланса для полного спина системы S0 =
∑
k s

0
k:

dS0

dt
+
∑
k

δsk ×Ω(k) = 0 . (4.21)

Сохраняя в (4.11) слагаемые, зависящие от ориентации вектора k, получаем урав-

нение для неравновесной поправки

Lk{δs} = −S0 ×Ω(k) , (4.22)

Lk{δs} = Qk{s, f 0}+ (Gk −Hk) δsk × S0 +
δsk
τ1

,

где

Gk =
1

~
∑
k′

Vk′−k
fk′,+ − fk′,−
|S0|

,

а функция Hk определена согласно

2

~
∑
k′

Vk′−kδsk′ = Hk δsk .

Кроме электрон-электронных столкновений, описываемых оператором Qk, мы

включили в Lk также слагаемое, описывающее упругое рассеяние электронов по

импульсу с фиксированным временем τ1. Это время в дальнейшем будет дополни-

тельным параметром теории.

В уравнении (4.22) мы пренебрегли производной по времени ∂δsk/∂t, так как

она на масштабе времен τ � t � τs имеет дополнительную малость Ω(k)τ . По-

скольку интеграл столкновений для квазиравновесного распределения ρ0
k тожде-

ственно обращается в нуль, то выражение для Qk{s, f 0} = Qk{s0 + δs, f 0} можно

существенно упростить, введя линеаризованный по δsk операторQk{δs, s0, f 0}. Из

анализа симметрии оператора Lk следует, что δsk ⊥ S0. Это позволяет для пере-

хода к оператору Qk{δs, s0, f 0} заменить в (4.14) в слагаемых под знаком суммы,
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линейных по спиновой функции распределения, sk, sk′ , sp на δsk, δsk′ , δsp, а в

кубических слагаемых сделать замену типа

(sk′ − sk)(sp · sp′)→ (δsk′ − δsk)(s0
p · s0

p′) .

В итоге решение уравнения (4.22) можно представить в виде

δsk = F1k(S0) S0 ×Ω(k) + F2k(S0) [S0 × (S0 ×Ω(k)] , (4.23)

где F1k(S0), F2k(S0) – четные функции вектора S0, зависящие от модуля k = |k|.

Подставляя неравновесную поправку в виде (4.23) в уравнение баланса (4.21),

получаем, что полный спин системы спадает согласно

dS0

dt
+
∑
k

{F1k(S0)[S0|Ω(k)|2−Ω(k)(S0 ·Ω(k))]+F2k(S0)(S0 ·Ω(k))(S0×Ω(k))} = 0 .

Если имеется система осей, в которой среднее по углам от произведений

〈Ωα(k)Ωβ(k)〉 пропорционально δα,β, то уравнение баланса для спина переписы-

вается в виде
dS0,α

dt
+
S0,α

ταα
+
∑
k

F2kεαβγ〈Ω2
β(k)〉S0,βS0,γ = 0,

где εαβγ – полностью антисимметричный тензор третьего ранга и

1

ταα
=
∑
k

F1k(S0)
(
|Ω(k)|2 − Ω2

α(k)
)
. (4.24)

В случае, когда вектор S0 ориентирован по одной из осей α, вклад, пропорцио-

нальный F2k, исчезает и спиновая релаксация описывается только временами ταα.

Далее мы проанализируем последовательно случаи невырожденного электрон-

ного газа и электронов с произвольной степенью вырождения, рассмотрим зависи-

мости времени спиновой релаксации от ширины квантовой ямы и от температуры

и концентрации электронов.

4.2.3 Спиновая релаксация двумерного электронного газа

Рассмотрим электроны проводимости, занимающие первую подзону размерного

квантования e1 в структуре с квантовой ямой, выращенной из материалов с ре-

134



шеткой цинковой обманки вдоль кристаллографической оси [001]. С учетом ква-

зидвумерного характера огибающей ϕe1(z) волновой функции электрона и экра-

нирования кулоновского взаимодействия, фурье-образ кулоновского потенциала

равен

Vq =
2πe2

κ(q + qs)
H(q) , (4.25)

где q – двумерный волновой вектор с компонентами qx и qy, обратная длина экра-

нирования qs = 2me2{κ~2[1 + exp (−µ/kBT )]}−1 введена согласно (3.18),1 κ – ди-

электрическая проницаемость, µ – электронный химический потенциал, площадь

образца в плоскости интерфейсов полагаем равной единице. Форм-фактор

H(q) =

∫ ∫
exp (−q|z − z′|) ϕ2

e1(z) ϕ2
e1(z′) dzdz′

описывает размытие волновой функции электрона в квантовой яме. Наличие

форм-фактора H(q) ослабляет межэлектронное взаимодействие по сравнению с

предельным случаем двумерного электронного газа, когда H(q) ≡ 1. В част-

ном случае бесконечно высоких потенциальных барьеров огибающая электрон-

ной волновой функции для квантовой ямы ширины a имеет простой вид ϕe1(z) =√
2/a cos (πz/a), и форм-фактор оказывается равным

H(q) =
−32 π4(1− qa− e−qa) + 20π2 (qa)3 + 3 (qa)5[

(qa)2 + 4 π2
]2

(qa)2
.

В случае qa � 1 (предел больших расстояний между электронами) H(q) ∼= 1 и

взаимодействие между электронами является в точности двумерным. В противо-

положном предельном случае H(q) обратно пропорционален q, и следовательно,

Vq ∝ q−2, как для трехмерного электронного газа.

Состояние электрона в квантовой яме с барьерами конечной высоты V описы-

вается огибающей

ϕe1(z) = C

{
cos k⊥z, |z| ≤ a/2

cos (k⊥a/2) exp
[
−κ(|z| − a/2)

]
, |z| > a/2,

(4.26)

1Учет квазидвумерного характера волновой функции электрона при расчете экранировки
может быть выполнен следуя, например, работе [261] и не приводит к заметному изменению
результатов.
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где C нормировочная постоянная, k⊥ = (2mEe1/~2)1/2, κ = [2m(V − Ee1)/~2]1/2,

Ee1 – энергия размерного квантования электрона; различием эффективных масс

электрона в материалах ямы и барьеров пренебрегаем. Граничные условия непре-

рывности ϕe1 и dϕe1/dz сводятся к трансцендентному уравнению cos ξ = γξ, где

ξ = ka/2 и γ = (2~2/ma2V )1/2 – безразмерный параметр, характеризующий глу-

бину ямы. Форм-фактор H(q) зависит в рассматриваемом случае прямоугольной

квантовой ямы от двух величин – ее ширины a и высоты барьеров V .

Согласно уравнениям (4.24) в случае низкой степени поляризации и невырож-

денного электронного газа получаем

1

τx′x′
= 2

(
α+kT
~

)2

τ ,
1

τy′y′
= 2

(
α−kT
~

)2

τ , (4.27)

1

τzz
=

1

τx′x′
+

1

τy′y′
.

Здесь α± = αR ± α
[001]
D , константы Дрессельхауза α

[001]
D и Рашбы αR введены

согласно (3.4) и (3.5), соответственно, оси x′ ‖ [11̄0] и y′ ‖ [110] являются соб-

ственными для группы симметрии C2v, описывающей асимметричную яму (001),

kT = (2mkBT/~2)1/2 – тепловой волновой вектор, а параметр τ , контролирующий

спиновую релаксацию в механизме Дьяконова-Переля, равен

τ =
~kBTκ2

e4N
I. (4.28)

Здесь I – числовая константа, определяемая из решения обезразмеренного кине-

тического уравнения (4.22). Для строго двумерных электронов константа, рассчи-

танная в пренебрежении обменным взаимодействием, I ≈ 0.027, учет обменного

взаимодействия между электронами [слагаемого, пропорционального Vk−pVk−p′ в

уравнении (4.19)] приводит к незначительному увеличению I до 0.028.

Зависимость времени τ от температуры и концентрации носителей можно по-

нять из следующих качественных соображений. В невырожденном газе экрани-

ровка кулоновского взаимодействия несущественна, поэтому характерная вели-

чина матричного элемента межэлектронного взаимодействия пропорциональна
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k−1
T ∝ T−1/2. Это обусловлено дальнодействующим характером кулоновского взаи-

модействия: чем больше относительная скорость движения носителей, тем слабее

взаимодействие между ними. Частота столкновений пропорциональна квадрату

матричного элемента и концентрации электронного газа, т.е. τ−1 ∝ N/T . Темп

спиновой релаксации растет как T 2/N , дополнительный множитель T возникает

из-за усреднения квадрата спинового расщепления по больцмановскому распреде-

лению носителей.

0.0 0.4 0.8 1.2 1.6
0.00

0.02

0.04

0.06

0.08

I

akT

Рис. 4.1: Зависимость от ширины квантовой ямы коэффициента I, определяющего время
спиновой релаксации согласно (4.27) и (4.28). Сплошная линия – зависимость I от безраз-
мерного параметра akT , рассчитанная для высоты барьера V = 300 мэВ. Для сравнения
штриховой линией показаны значения I для квантовой ямы с бесконечно высокими ба-
рьерами.

Вычисленная зависимость коэффициента I от высоты барьера V при фиксиро-

ванной ширине квантовой ямы a = 42 Å может быть при V > 200 meV приближен-

но описана следующей формулой I ≈ 0.032+1.2 meV/V . При уменьшении высоты

барьеров значения I и времени τ , контролирующего спиновую релаксацию, убы-

вают, так как волновая функция электрона распределяется на большем масштабе

и электрон-электронное взаимодействие ослабевает. Результаты расчета зависи-

мости I от ширины квантовой ямы в пренебрежении обменным взаимодействием
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представлены на рис. 4.1. Для квантовой ямы с бесконечно высокими барьерами I

монотонно возрастает с увеличением ширины ямы. Зависимость I(α) может быть

аппроксимирована линейной функцией I(α) ≈ 0.027 + 0.009α, при увеличении ши-

рины квантовой ямы до a ∼ π/kT относительное изменение I становится порядка

1, так как энергия размерного квантования сравнивается с энергией теплового

движения электрона. В квантовой яме с барьерами конечной высоты характерное

время электрон-электронных столкновений τ зависит от ширины ямы немонотон-

но, его минимум при a = am ∼ 2~/(2mV )1/2 отвечает наименьшему размытию

волновой функции электрона в яме. С увеличением или уменьшением ширины

квантовой ямы относительно am интеграл I, а значит и время τ , монотонно воз-

растает.

Итак, зависимость τ от ширины ямы оказывается немонотонной, положение

минимума определяется наибольшей локализацией электронной плотности в кван-

товой яме. Как видно из рис. 4.1, в области значений kTa от 0.2 до 1.8 время τ

отличается от его значения для двумерных электронов не более чем на 50%.

Отметим, что τ входит в выражения для тензора обратных времен спиновой

релаксации (4.27) с множителями α2
±, которые могут очень сильно зависеть от

ширины ямы. В частности, в квантовой яме с симметричными интерфейсами,

когда αR = 0, в предельном случае бесконечно высоких барьеров
(
α

[001]
D

)2

убывает

с ростом ширины ямы по закону a−4.

Для анализа влияния электрон-электронных столкновений на спиновую релак-

сацию в двумерном газе при малой спиновой поляризации и произвольном соотно-

шении между химическим потенциалом носителей и kBT представим выражение

(4.24) в виде, схожем с уравнением (4.27):

1

τx′x′
= 2

(
α+kF
~

)2

τ ,
1

τy′y′
= 2

(
α−kF
~

)2

τ , (4.29)

1

τzz
=

1

τx′x′
+

1

τy′y′
,

где kF =
√

2πN фермиевский волновой вектор электронов при T = 0. Сопоставле-
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ние уравнений (4.29) и (4.24) показывает, что время столкновений, контролирую-

щее спиновую релаксацию в механизме Дьяконова-Переля, может быть представ-

лено в виде

τ =
∑
k

k2

k2
F

F1k(0) , (4.30)

где F1k(S) - множитель в первом слагаемом решения (4.23) кинетического урав-

нения для δsk. Отметим, что выражения (4.29) и (4.30) верны при произвольной

степени вырождения электронного газа.

При низких температурах, когда kBT � EF (EF = ~2k2
F/2m), темп электрон-

электронных столкновений пропорционален числу свободных конечных состояний

для пары электронов, т.е. величине (kBT/EF )2 [262, 263]. Численный расчет тем-

пературной и концентрационной зависимости τ показывает, что при kBT/EF . 0.3

с точностью до 10%
1

τ
= 3.4

EF
~

(
kBT

EF

)2

. (4.31)

Таким образом, температурная зависимость времени спиновой релаксации,

определяемая электрон-электронными столкновениями, носит немонотонный ха-

рактер. В вырожденном электронном газе частота столкновений сначала не зави-

сит от температуры, пока τ & τ1, и рассеяние электронов, в основном, определяет-

ся квазиупругими процессами релаксации импульса. Затем частота столкновений

возрастает как функция температуры, при этом τs ∝ T 2 (средняя частота спино-

вой прецессии слабо зависит от температуры при kBT � EF ), а в невырожден-

ном газе согласно (4.27), (4.28) τs ∝ T−2. Время спиновой релаксации достигает

максимума при kBT ∼ EF , когда вырожденная статистика электронов сменяется

невырожденной.

Дополнительное замедление спиновой релаксации возникает в электронном га-

зе со значительной степенью спиновой поляризации P . Расчет [A12] показывает,

что для электронов, поляризованных вдоль оси z, в пределе низких темпера-

тур, когда межчастичными столкновениями можно пренебречь, τzz(P )/τzz(0) =

1 + (ΩCτ1)2, где ΩC = |Ω0
C,kF
|, см. (4.20). При степени поляризации P = 1%,
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τ1 = 10 ps и концентрации электронов N ∼ 2 × 1011 cm−2 получаем оценку

(ΩCτ1)2 ≈ 0.5.

4.2.4 Сопоставление с экспериментальными данными

Экспериментально влияние электрон-электронного взаимодействия на спиновую

релаксацию изучалось в группе проф. Р. Харли (университет Саутгемптона, Ве-

ликобритания) на образцах с одиночными квантовыми ямами GaAs/Al0.33Ga0.77As

n-типа. Параметры структур приведены в таблице 4.1. Концентрация носителей

и время импульсной релаксации электронного газа определялись из измерений

эффекта Холла, температура вырождения TF = EF/kB была вычислена по значе-

ниям концентрации носителей и эффективной массе электрона m = 0.067m0, где

m0 – масса свободного электрона, энергия размерного квантования Ee1 находи-

лась по спектрам люминесценции структур, частота спиновой прецессии и время

столкновений электрона τ ∗ определялись из спиновых биений, наблюдаемых при

T = 5 K, см. ниже.

Таблица 4.1: Параметры образцов

# Номи-
нальная
ширина
ямы, a
(nm)

Энергия
размерного
квантования
электрона, Ee1
(meV)

Концен-
трация
носите-
лей, N
(cm−2)

Температура
вырожде-
ния, TF (K)

Время им-
пульсной
релаксации,
τ1 (ps)
при 5K

Частота
спиновой
прецессии,
2α

[001]
D kF /~

(ps−1)

Время
столкно-
вений при
T = 5 K,
τ∗ ps

T539 20.0 10.2 1.75×1011 72 27 0.063±0.006 22±3
T315 10.0 49.8 2.30×1011 79 10 0.19± 0.01 6.0±0.2

NU211 10.2 32.8 3.10×1011 129 13 0.22±0.01 6.4±0.9
NU535 6.8 58.5 3.30×1011 138 13 0.29±0.02 5.1±0.9

Спиновая динамика исследовалась методам накачка – зондирование с пикосе-

кундным временным разрешением. На рисунке 4.2 представлены зависимости от

времени угла керровского вращения плоскости поляризации зондирующего им-

пульса. Из рисунка видно, что время релаксации резко возрастает с увеличением

температуры, это согласуется с уменьшением времени τ в уравнении (4.29). На

вставке к рис. 4.2 представлена зависимость S0,z(t) при T = 5 K, на которой на-
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блюдаются ярко выраженные осцилляции спиновой поляризации в поле линейного

по k-спинового расщепления. Период осцилляций позволяет определить частоту

ΩkF = Ω(kF ) спиновой прецессии на уровне Ферми. Анализ, проведенный в рабо-

те [17], показывает, что спиновое расщепление в исследуемых образцах описывает-

ся линейным по k слагаемым Дрессельхауза и ΩkF = 2α
[001]
D kF τ/~. Моделирование

спиновой динамики электронного газа методом Монте-Карло [17] позволяет опре-

делить время столкновений одного электрона τ ∗, соответствующее наблюдаемому

затуханию биений.
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Рис. 4.2: Зависимость степени поляризации электронного газа в образце NU211 от време-
ни при различных температурах. При температуре 20 K и выше спин спадает экспонен-
циально, время релаксации резко возрастает с увеличением температуры. При T = 5 K
наблюдаются осцилляции (см. вставку), их подгонка согласно [17] дает частоту спиновой
прецессии на уровне Ферми ΩkF и время столкновений одного электрона τ∗.

На рисунке 4.3 приведены значения времени релаксации для z компоненты

электронного спина как функции температуры в четырех образцах. Сплошные

символы соответствуют экспоненциальному спаду полного спина. Открытые сим-

волы соответствуют осцилляциям, наблюдаемым при низкой температуре, они
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Рис. 4.3: Температурная зависимость времени спиновой релаксации. Точки – эксперимен-
тальные данные: сплошные квадраты соответствуют времени релаксации при наблюда-
емом экспоненциальном спаде спиновой поляризации, открытые квадраты – значения
(Ω2

kF
τ∗)−1, полученные из анализа спиновых биений. Линии представляют результаты

расчета, выполненного с использованием экспериментальных значений ΩkF , температур-
ной зависимости τ1 с учетом (сплошная и пунктирная) и в пренебрежении (точечная)
электрон-электронными столкновениями.
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представляют значения (Ω2
kF
τ ∗)−1, извлеченные из анализа осцилляций. В каж-

дом образце τs резко возрастает с температурой, в трех ямах (с наибольшими

ширинами a) проходит через максимум при температуре, приблизительно соответ-

ствующей температуре вырождения TF , см. таблицу 4.1. В образце NU535 наблю-

дается похожая тенденция, однако экспериментальных точек недостаточно, чтобы

идентифицировать максимум. Также наблюдается явная тенденция к снижению

времени спиновой релаксации при уменьшении ширины ямы.

Кривые на рис. 4.3 – результат теоретического расчета согласно уравнениям

(4.29), (4.30). Кинетическое уравнение (4.22) решалось численно, причем все па-

раметры (спиновое расщепление, концентрация носителей и температурная зави-

симость времени релаксации электронного газа по импульсу, τ1) были известны из

эксперимента. В качестве ширины ям брались номинальные значения из первого

столбца таблицы 4.1, которые несколько отличались от реальных (соответству-

ющих энергиям размерного квантования из второго столбца). Однако, согласно

рис. 4.1 и обсуждению в разделе 4.2.3 это различие несущественно. Сплошная

и пунктирная кривые соответствую времени спиновой релаксации в механизме

Дьяконова-Переля и величинами (Ω2
kF
τ)−1, соответственно, рассчитанными с уче-

том как электрон-электронных столкновений, так и упругого рассеяния по им-

пульсу, а кривая, показанная точками – только с учетом τ1. Оценки показывают,

что в условиях эксперимента концентрация фотовозбужденных носителей на два

порядка величины меньше, чем полная концентрация электронов, поэтому спино-

вая поляризация носителей P < 1 %, и эффектами высокой спиновой поляризации

можно пренебречь.

Из рис. 4.3 видно, что количественное и качественное описание температурной

зависимости времени спиновой релаксации электронов возможно только с учетом

межчастичного взаимодействия. Расчет в пренебрежении электрон-электронными

столкновениями (пунктирная кривая) не описывает резкий рост времени спиновой

релаксации в диапазоне от 10 до 100 K. Напротив, теория, учитывающая электрон-
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электронные столкновения, хорошо воспроизводит замедление спиновой релакса-

ции.

Заметные различия между теорией и экспериментом наблюдаются при темпе-

ратурах, превышающих 200 K для образцов T315 и T539. Теоретические кривые

продолжают возрастать с увеличением температуры (в силу того, что время ре-

лаксации импульса электронного газа τ1 резко укорачивается за счет рассеяния

электронов на оптических фононах), в то время как экспериментальные значения

времени τs уменьшаются. Оценки показывают, что в этом диапазоне температур

другие механизмы спиновой релаксации неважны. Возможно, расхождение теории

и эксперимента связано с увеличением роли вклада Рашбы в спиновое расщепле-

ние, с заселением второй подзоны размерного квантования носителей, а также с

уменьшением концентрации электронов в квантовой яме [130].

Замедление спиновой релаксации за счет межчастичных столкновений на-

блюдалось также в экспериментах по спин-зависимому просветлению в кванто-

вых ямах p-типа на основе GaAs/AlGaAs, выращенных вдоль направления [113],

см. [264]. Сопоставление теоретических расчетов времен спиновой релаксации ды-

рок с учетом дырочно-дырочных столкновений позволило найти константу линей-

ного по волновому вектору спинового расщепления дырок.

4.3 Проявление циклотронного движения электро-
нов в спиновых биениях

4.3.1 Спиновые биения в нулевом магнитном поле

Выше рассматривалась динамика электронных спинов в режиме частых столк-

новений, когда углы поворота спина между последовательными столкновениями

малы. При температурах & 10 K такой режим спиновой релаксации в квантовых

ямах с высокой подвижностью носителей заряда обеспечивается процессами ме-

жэлектронного рассеяния. При более низких температурах условие Ω(k)τ � 1

нарушается, и в эксперименте наблюдаются спиновые биения, обусловленные пре-
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цессией спинов вокруг полей Ω(k) [17], см. также вставку к рис. 4.2.

Эти биения теоретически исследовались в работе [245] для случая изотропного

расщепления зоны проводимости, см. также [265]; ряд результатов для анизотроп-

ного расщепления получен в [266]. Здесь будет построена теория спиновых биений

при произвольном соотношении между частотой спиновой прецессии и столкно-

вительным уширением уровней, учитывающая анизотропию спинового расщепле-

ния. Сначала мы изучим спиновые биения в отсутствие магнитного поля, а затем

проанализируем влияние внешнего магнитного поля на осцилляции спиновой по-

ляризации и выполним сопоставление развитой теории с данными эксперимента.

Для простоты мы будем рассматривать случай, когда спиновое расщепление

обусловлено лишь первыми угловыми гармониками слагаемых Рашбы и Дрессель-

хауза, кроме того предположим, что потенциал взаимодействия электрона с при-

месями или другими дефектами короткодействующий, т.е. времена релаксации

всех угловых гармоник функции распределения одинаковы и равны τ . Рассмат-

ривается случай низких температур, kBT � EF , и электрон-электронными столк-

новениями пренебрегается.

Важно отметить, что спиновая динамика носителей контролируется двумя па-

раметрами: ν = Ωτ и µ = ~Ω/EF . Здесь ~Ω – характерная величина спинового

расщепления зоны проводимости, τ – время релаксации импульса данного элек-

трона, EF – фермиевская энергия электронов, для простоты мы рассматриваем

случай вырожденной статистики. Параметр ν является классическим, он опре-

деляет характерную величину угла поворота магнитного момента между после-

дующими актами рассеяния. Второй параметр, µ, имеет квантовомеханическую

природу и характеризует влияние спинового расщепления на орбитальное движе-

ние электронов. Отметим, что отношение параметров ν/µ = EF τ/~ определяет

эффективность рассеяния в системе, ниже мы будем считать, что ν/µ � 1, что

соответствует “хорошей” или, как говорят, металлической проводимости. Начнем

анализ зо случая µ � 1, когда спиновое расщепление мало по сравнению с энер-
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гией Ферми электронов.

В “чистом” пределе τ →∞ спин электрона с волновым вектором k, ориентиро-

ванный в начальный момент по оси z, прецессирует вокруг вектора эффективного

магнитного поля Ω(k) согласно sz,k(t) = sz,k(0) cos [Ω(k)t]. Таким образом динами-

ка полного спина может быть найдена путем усреднения спиновых биений каждого

электрона по начальному распределению спина; в пределе нулевой температуры,

T = 0, это усреднение сводится к усреднению по углу волнового вектора ϕk:

Sz(t) = Sz(0)

∫
dϕk
2π

cos

(
2k

~

√(
α

[001]
D

)2

+ α2
R − 2α

[001]
D αR sin 2ϕkt

)
. (4.32)

В предельном случае изотропного спинового расщепления, когда α
[001]
D = 0

или αR = 0, т.е. если в энергетическом спектре присутствует только слагаемое

Дрессельхауза или только слагаемое Рашбы, абсолютная величина вектора Ω(k)

не зависит от ϕk, и согласно (4.32)

Sz(t) = Sz(0) cos ΩkF t.

Видно, что полный спин электронного газа осциллирует во времени и возвраща-

ется к исходному значению каждый период 2π/ΩkF [245].

Анизотропия спинового расщепления, равно как и тепловое размытие функции

распределения носителей, приводит к различию частот спиновой прецессии в раз-

ных точках k-пространства. Несоизмеримость частот прецессии спина означает,

что полный спин никогда не вернется к исходному значению, однако такая релак-

сация может происходить крайне медленно. Например, в пределе α[001]
D = αR ≡ α

(соответствующем наибольшей анизотропии спинового расщепления) угловое ин-

тегрирование в (4.32) дает [266]

Sz(t) = Sz(0)J0

(
4αkF t

~

)
, (4.33)

где J0(x) – функция Бесселя. При αkF t/~� 1 спин осциллируя затухает как t−1/2.

Эта асимптотика верна и для произвольного соотношения между α[001]
D и αR при

условии, что
√
|α[001]
D αR|t/~� 1.
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Тепловое размытие функции распределения электронов также приводит к де-

фазировке спинов. Например, для изотропного спинового расщепления биения

затухают при kBT � EF согласно

Sz(t) = Sz(0)
πγt

sinh (πγt)
cos ΩkF t , (4.34)

где γ = ΩkF kBT/2EF . На больших временах (γt� 1) осцилляции спиновой поля-

ризации спадают экспоненциально с постоянной времени

τT =
2EF

πΩkF kBT
. (4.35)

Если начальное распределение электронов по спину имело ширину ∆E > kBT ,

то биения будут затухать за время ∼ EF/(ΩkF∆E), при условии, что последнее

меньше времени энергетической релаксации.

Наличие рассеяния электронов приводит к дополнительному эффективному

каналу затухания биений. Если в начальный момент спин электронного газа был

выстроен вдоль оси z, то кинетическое уравнение (4.11) можно преобразовать к

следующему виду(
∂

∂t
+

1

τ

)
∂

∂t
sz,k + Ω2(k)sz,k +

(
∂

∂t
+

1

τ

)
sz,k − s̄z,k

τ
= 0. (4.36)

Здесь s̄k = (2π)−1
∫ 2π

0
skdϕk – средняя по углам функция распределения спина.

Это уравнение следует дополнить начальными условиями sz,k(t = 0) = sz(0) и

∂sz,k(t = 0)/∂t = 0.

Для изотропного спинового расщепления последний член в (4.36) исчезает.

Спиновые биения тогда, в согласии с [245], описываются уравнением

Sz(t) = Sz(0)

[
cos

(
qt

2τ

)
+

1

q
sin

(
qt

2τ

)]
e−

t
2τ , (4.37)

где q =
√

4Ω2
kF
τ 2 − 1. Отметим, что в [267] это выражение приведено с ошиб-

кой: отсутствует второй член в скобках и нарушается начальное условие ∂sz(t =

0)/∂t = 0.
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Рис. 4.4: Временная зависимость среднего значения z-компоненты полного спина двумер-
ного электронного газа, рассчитанная для разных отношений вкладов Рашбы и Дрес-
сельхауза. Единица измерения времени ~/(2α[001]

D kF ). Отношение αR/α
[001]
D приведено

внутри каждой панели. Различные кривые соответствуют различным темпам релакса-
ции импульса τ−1.

Согласно (4.37) можно идентифицировать два качественно различных режи-

ма спиновой релаксации: (i) режим спиновой прецессии, когда биения на частоте√
Ω2
kF
− 1/(2τ)2 экспоненциально затухают за время τb = 2τ , и (ii) режим доми-

нирования столкновений, в котором полный спин спадает по экспоненте за время

τDP = 1/(Ω2
kF
τ) в согласии с (4.1), (4.29). Переход между режимами имеет место

при ΩkF τ = 1/2.

В общем случае анизотропного спинового расщепления уравнение (4.36) до-

пускает только численное решение. На рис. 4.4 показаны временные зависимости

sz(t), полученные путем численного интегрирования (4.36). На различных панелях

рис. 4.4 представлены результаты для разных отношений αR/α
[001]
D , рассчитанные

при фиксированном α
[001]
D . Зависимости Sz(t) инвариантны относительно замены

α
[001]
D ↔ αR. Различные кривые на каждой панели рассчитаны для различных зна-

чений темпа рассеяния τ−1. Видно, что небольшое подмешивание меньшего вклада
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в спиновое расщепление к большему, например, при αR/α
[001]
D = 0.2, приводит к

быстрому затуханию осцилляций и сложному поведению Sz(t).

Наличие рассеяния носителей приводит к затуханию спиновых биений. Вре-

мя релаксации зависит от темпа рассеяния импульса τ−1 немонотонным образом.

При малой частоте столкновений τ−1 < 2ΩkF рассеяние ускоряет спиновую ре-

лаксацию, дальнейший рост τ−1 приводит к переходу в режим доминирования

столкновений и, соответственно, к замедлению релаксации.

В заключение кратко проанализируем спиновую динамику электронов, в слу-

чае, если спиновое расщепление сравнимо с кинетической энергией носителей, па-

раметр µ ∼ 1. Случай изотропного спинового расщепления, сравнимого с энергией

Ферми электронов, рассматривался в работах [A16], [267] и [268]. В этом случае,

эффективная оптическая ориентация электронов возможна лишь короткими оп-

тическими импульсами, спектральная ширина которых сопоставима или превосхо-

дит спиновое расщепление. При этом возбуждается широкий спектр электронных

состояний с различными частотами спиновой прецессии, что приводит к эффек-

тивной дефазировке электронных спинов на временах порядка обратного разброса

частот прецессии, подобно тому, как это имеет место для локализованных элек-

тронов в магнитном поле.

4.3.2 Влияние циклотронного движения электрона на спи-
новые биения

Изучим влияние внешнего магнитного поля, направленного по нормали к струк-

туре, на осцилляции z-компоненты полного спина. Соотношение между цикло-

тронной частотой ωc = |e|B/(mc) и частотой спиновой прецессии в поле линейных

по k слагаемых Ω(k) будем считать произвольным, при этом предполагая что

~ωc � EF . Это условие позволяет пренебрегать квантовыми эффектами, рассмот-

ренными в работах [210, 269, 270, 271]. Кроме этого, как и в главе 3, пренебрежем

ларморовским эффектом внешнего поля, малым в полупроводниках по параметру

|Ω/ωc| = (|g|/2)m/m0 � 1.
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Вначале мы рассмотрим “чистый” предел, когда рассеяние носителей отсут-

ствует, а спиновое расщепление изотропно в плоскости квантовой ямы. Тогда

можно перейти во вращающуюся систему отсчета, где вектор Ω(k) для данно-

го электрона неподвижен, т.е. устранить циклотронный эффект магнитного поля.

В такой системе отсчета спин данного электрона прецессирует в поле, являющееся

суммой двух компонент: эффективного поля, связанного со спиновым расщепле-

нием Ω(k), и дополнительного магнитного поля, возникающего из-за перехода

в неинерциальную систему отсчета. Последнее направлено вдоль оси z и равня-

ется по абсолютной величине ωc. Если внешнее магнитное поле направлено по

нормали к структуре, то спин электрона на поверхности Ферми демонстрирует

гармонические колебания вокруг среднего значения ω2
c/(ω

2
c + Ω2

kF
) с амплитудой

Ω2
kF
/(ω2

c + Ω2
kF

) и частотой
√
ω2
c + Ω2

kF
.

В случае анизотропного спинового расщепления биения становятся ангар-

моническими. Используя уравнение (4.32) в случае максимальной анизотропии

α
[001]
D = αR ≡ α и учитывая циклотронное вращение волнового вектора данного

электрона, получаем

Sz(t) = Sz(0)J0

(
8αk

~ωc
sin

ωct

2

)
. (4.38)

Видно, что магнитное поле восстанавливает строго периодическую спиновую ди-

намику в чистых системах, причем период биений T = 4π/ωc в два раза превышает

циклотронный.

Если же магнитное поле столь велико, что ωc � Ω(k), то изменения эффек-

тивного поля Ω(k) за счет циклотронного эффекта происходят на значительно

меньшем временном масштабе, чем спиновая прецессия в этом поле. Это означа-

ет, что углы поворота спина за время заметного изменения вектора Ω(k) малы.

Иными словами, мала анизотропная часть спинового распределения. Этот режим

аналогичен режиму доминирования столкновений, когда частота рассеяния боль-

ше, чем частота спиновой прецессии, и кинетическое уравнение для спиновой мат-

рицы плотности можно решать последовательными приближениями. Таким об-
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разом, при условии ωc � Ω(k) внешнее поле замедляет спиновую релаксацию в

меру множителя (1 +ω2
cτ

2) [ср. с (3.55)], как и в системах с низкой подвижностью

электронов [207].

Перейдем теперь к анализу более общего случая. Основные черты динамики

спинов можно понять из решения кинетического уравнения в случае изотропного

спинового расщепления |Ω(k)| = Ωk при выполнении условий ΩkF τ, ωcτ � 1 [A17]

sz,kF(t)

sz,kF(0)
= Ae−t/τs + Be−t/τb cos (Ωefft). (4.39)

Здесь эффективная частота спиновой прецессии Ωeff =
√
ω2
c + Ω2

kF
, параметры A

и B определены согласно

A = ω2
c/Ω

2
eff , B = Ω2

kF
/Ω2

eff ,

эффективный темп спиновой релаксации

τ−1
s = B/τ, (4.40)

и эффективная скорость затухания биений τb−1 = (1+A)/(2τ). Численное модели-

рование показывает, что формула (4.39) приближенно выполнена и при анизотроп-

ном спиновом расщеплении, если параметры ΩkF и 1/τ заменить на эффективные

значения, учитывающие разброс частот спиновой прецессии.

В согласии с (4.39) z-компонента электронного спина, sz,kF(t), как функция

времени демонстрирует затухающие осцилляции на комбинированной частоте Ωeff ,

которые накладываются на экспоненциально затухающую “подставку”. Увеличе-

ние скорости спиновой прецессии с ростом магнитного поля обусловлено цикло-

тронным движением электронов и спин-орбитальной связью: вращение волнового

вектора k под действием магнитного поля приводит к модуляции Ω(k). Затуха-

ние спиновых биений происходит на временном масштабе τb ∼ τ , а затухание

среднего значения спина идет гораздо медленнее за время τs � τ . Как уже от-

мечалось выше, при ΩkF � ωc скорость спиновой релаксации дается выражением

τ−1
s = Ω2

kF
/(ω2

cτ) и возрастает с увеличением магнитного поля.
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4.3.3 Сопоставление теории с экспериментальными данны-
ми

Эксперименты по изучению динамики спина в высокоподвижных системах выпол-

нялись в университете г. Регенсбурга (Германия) Тобиасом Корном и Майклом

Гриезбеком в группе проф. К. Шуеллера. Исследования выполнялись на струк-

турах с одиночными квантовыми ямами GaAs/Al0.3Ga0.7As ориентации (001) (для

контроля также брался образец с осью роста [110]). Образцы A и C были выращены

согласно методикам, описанным в работе [241], с целью обеспечения наиболее сим-

метричного профиля зон, образец B представляет собой обычную модуляционно-

легированную яму. Основные параметры образцов сведены в таблице 4.2. Динами-

ка электронных спинов исследовалась методом накачка – зондирование, методика

эксперимента подробно описана в главе 1, см. также [40].

Таблица 4.2: Параметры образцов. Время рассеяния электронов по импульсу τ1 опреде-
лено из подвижности при T = 1.3 K. Время электрон-электронных столкновений, кон-
тролирующее механизм Дьяконова-Переля τ∗ee вычислено при температуре 4.5 K.

# Ось Ширина Концентрация N Подвижность µ τ1 τ ∗ee
роста (nm) (1011cm−2) (106 cm2/Vs) (ps) (ps)

A [001] 30 2.97 14.8 563 88
B [001] 20 2.1 1.6 61 22
C [110] 30 3.4 5.1 194 130

На рис. 4.5(a) – (c) представлены сигналы фарадеевского вращения с времен-

ным разрешением при низких температурах. В образцах A и B наблюдаются за-

тухающие осцилляции. С понижением температуры с 4.5 K до 400 mK частота

осцилляций и время их затухания несколько увеличиваются. В образце C кри-

сталлографической ориентации (110) даже при самых низких температурах ос-

цилляций сигнала не наблюдается.

Качественное отличие спиновой динамики, наблюдаемое в образцах A, B и C,

связано с различной кристаллографической ориентацией структур. В ямах A и B

эффективное поле Ω(k) лежит в плоскости ямы и при достаточно низких темпе-
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Рис. 4.5: (a) – (c) Спиновые сигналы Фарадея без магнитного поля. (a) Образец A, из-
мерения при T = 4.5 K и 400 mK. Две нижние кривые – результаты расчета с и без
учета процессов рассеяния. Параметры расчета таковы: Ω1 = Ω3 = 0.03 ps−1 [см. (4.41)],
эффективное время рассеяния τ = 88 ps (темп рассеяния включает вклад от электрон-
электронных столкновений). (b) Образец B, измерения при 4.5 K и 1.3 K. (с) Образец
C, измерения при T = 0.4 K. (d) Схематическое изображение эффективной частоты
спиновой прецессии Ω(k) на уровне Ферми для образца A и для образца B (панель e).

ратурах z-компонента электронного спина испытывает биения, обсуждавшиеся в

разд. 4.3.1. В данных структурах помимо линейных по k членов важную роль иг-

рает кубический по волновому вектору электрона вклад в спиновое расщепление,

см. формулу (3.3), при учете таких членов вектор Ω(k), обусловленный вкладом

Дрессельхауза, принимает вид:

Ω(k) = [−Ω1 cosϕk − Ω3 cos 3ϕk,Ω1 sinϕk − Ω3 sin 3ϕk, 0], (4.41)

где ϕk угол между k и осью x ‖ [100], а величины Ω1, Ω3 определяют частоты

прецессии спина за счет первой и третьей угловых гармоник в спиновом расщепле-

нии. В структуре B помимо вклада (4.41) в эффективной частоте прецессии спина

присутствует и вклад Рашбы (3.5) с угловой зависимостью ∼ [sinϕk,− cosϕk, 0].

Структура полей Ω(k) в образцах A и B представлена на панелях (d) и (e) рис. 4.5,
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Рис. 4.6: (a) Спиновые сигналы фарадеевского вращения в продольном магнитном поле,
измеренные на образце A при T = 400 mK. (b) Рассчитанная временная эволюция z
компоненты спина.

а рассчитанные зависимости Sz(t) с учетом и без учета процессов рассеяния

электрона показаны на панели (a). Видно, что модель, учитывающая электрон-

электронное взаимодействие неплохо соответствует экспериментальным данным.

В образце C, представляющим собой симметричную яму ориентации (110), эффек-

тивное поле Ω(k) параллельно оси z, поэтому прецессия спина в сигнале Фарадея

не проявляется. Детальное обсуждение механизмов спиновой релаксации в сим-

метричных квантовых ямах, выращенных вдоль z ‖ [110], будет приведено ниже

в разделе 4.4.

Перейдем теперь к данным измерений в присутствии продольного (направлен-

ного по оси роста) магнитного поля. На рис. 4.6(a) представлена серия спино-

вых сигналов фарадеевского вращения, снятых в различных внешних полях при

T = 400 mK. Хорошо видны две отличительные черты экспериментальных дан-

ных: (i) в спиновом сигнале появляются быстрые затухающие осцилляции, частота

которых возрастает с увеличением поля, (ii) общее затухание спинового сигнала

замедляется с увеличением магнитного поля.

Качественно поведение спина в магнитном поле согласуется с упрощенной ана-
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Рис. 4.7: (a) Спиновый сигнал Фарадея, измеренный на образце A при T = 400 mK в
магнитном поле B = 36 mT, направленном вдоль оси роста (открытые круги). Подгон-
ка показана красной сплошной линией, стрелка демонстрирует долгоживущий “хвост”
спиновой поляризации. (b) Частота спиновых биений в зависимости от магнитного поля
(кружки – эксперимент, сплошная кривая – подгонка). (c) Амплитуда спиновых биений в
зависимости от магнитного поля. (d) Время релаксации “хвоста” спиновой поляризации.
Подгонка экспериментальных данных осуществлялась по модельному уравнению (4.39).

литической моделью – уравнениями (4.39), (4.40), в согласии с которой спино-

вые биения происходят на комбинированной частоте
√

Ω2
kF

+ ω2
c и затухают за

время порядка τ , а релаксация спина происходит медленно за время порядка

(1 + ω2
cτ

2)/(Ω2
kF
τ). Завиcимости Sz(t), рассчитанные в [A17] с учетом анизотропии

спинового расщепления в условиях эксперимента, представлены на рис. 4.6(b) и

находятся в хорошем согласии с экспериментальными данными.

Для дальнейшего сопоставления теории и эксперимента на рисунке 4.7 пред-

ставлена амплитуда и частота спиновых биений, а также время спиновой релак-

сации в зависимости от магнитного поля. Эти параметры были определены пу-

тем обработки экспериментальных данных по формуле (4.39). Пример обработки

сигнала показан на рис. 4.7(a), а параметры, полученные в результате подгон-

ки, представлены на панелях (b) – (d). На этих же панелях сплошными кривыми

показаны результаты подгонки частоты и амплитуды спиновых биений, а также
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времени спиновой релаксации в рамках упрощенной модели. Основные парамет-

ры спиновой динамики (эффективная частота прецессии спина ΩkF , циклотронная

частота ωc, время рассеяния τ) отличаются от расчетных на основе данных табли-

цы 4.2 не более, чем на 20%. Это свидетельствует об адекватности теоретического

описания эксперимента.

Отметим, что в симметричной яме ориентации (110) (образец C) во всем диа-

пазоне приложенных магнитных полей влияния поля на спиновую динамику не

наблюдается, что подтверждает отсутствие заметного вклада Рашбы в спиновое

расщепление спектра.

4.4 Резонансное спиновое усиление и анизотроп-
ная спиновая релаксация в квантовых ямах
ориентации (110)

Перейдем теперь к обсуждению динамики электронных спинов в структурах с

квантовыми ямами, выращенными вдоль оси [110]. Как отмечалось выше, в сим-

метричных системах (110) механизм Дьяконова-Переля не приводит к релаксации

z компоненты спина, которая и наблюдается в спиновых сигналах Фарадея и Кер-

ра [174, 272]. Спиновая релаксация в таких системах исследовалась в нескольких

экспериментальных лабораториях. Для номинально нелегированных структур со-

общались времена релаксации z компоненты спина в пределах 2÷4 ns при ком-

натной температуре [244, 273], а при низких температурах (∼ 15 K) были достиг-

нуты времена релаксации около 18 ns [274]. Температурная зависимость времени

спиновой релаксации в яме (110) исследовалась в работе [172] методами поляри-

зованной фотолюминесценции с временным разрешением, при этом время релак-

сации τzz варьировалось от 1.8 ns при температуре жидкого гелия и 6.5 ns при

T = 120 K. При изучении динамики спинов в условиях междузонного оптическо-

го возбуждения помимо спин-поляризованных электронов генерируются дырки,

которые могут эффективно терять свою спиновую ориентацию, и вызывать ре-

156



лаксацию электронного спина по механизму Бира-Аронова-Пикуса [275, 276]. Это

обстоятельство затрудняет изучение спиновой динамики резидентных электронов.

Наибольшие времена релаксации z компоненты спина в структурах (110), наблю-

давшиеся методиками спектроскопии спинового шума, составляют приблизитель-

но 25 ns [173].

Другим экспериментальным подходом к исследованию медленной спиновой ре-

лаксации является методика резонансного спинового усиления, описанная в гла-

ве 2 (разд. 2.2.1), в рамках которой детектирование спинов осуществляется на вре-

менных задержках, значительно превышающих время жизни фотовозбужденных

электронов и дырок, что позволяет напрямую исследовать потерю спина резидент-

ных электронов. Ниже будет приведено теоретическое рассмотрение методики ре-

зонансного спинового усиления для квантовых ям ориентации (110) (разд. 4.4.1), а

затем выполнено сопоставление развитой теории с экспериментальными данными

(разд. 4.4.2).

4.4.1 Спиновые биения и резонансное спиновое усиление
при анизотропной релаксации

Рассмотрим квантовую яму, выращенную вдоль оси z ‖ [110], помещенную в по-

перечное магнитное поле B ‖ [1̄10]. Уравнения кинетики, описывающие динамику

полного спина электронного газа S с компонентами Sx, Sy и Sz, имеют вид [ср. с

(1.1)]
dS

dt
+ S ×Ω + Γ̂S = 0, (4.42)

где Γ̂ – тензор обратных времен спиновой релаксации, Ω ‖ x – вектор лармо-

ровской частоты прецессии спина во внешнем магнитном поле. Для дальнейшего

считаем, что x ‖ [1̄10] и y ‖ [001]. В отличие от ситуации, исследовавшейся в гла-

вах 1 и 2, здесь мы сосредоточимся на эффектах, обусловленных анизотропией

спиновой релаксации, описываемых тензором Γ̂.

Анализ показывает, что структура с квантовой ямой (110) имеет в общем слу-

чае точечную симметрию Cs, характеризующуюся плоскостью отражения (11̄0).
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Таким образом, в структуре есть 4 линейно независимые ненулевые компоненты

тензора обратных времен спиновой релаксации: Γzz, Γxx, Γyy и Γyz = Γzy. Мик-

роскопический анализ, выполненный в работе [206], показывает, что в модели,

где спиновое расщепление определяется линейными по k вкладами Дрессельхауза

(3.8) и Рашбы (3.5), ненулевые компоненты тензора обратных времен спиновой

релаксации связаны следующим образом

Γxx = Γyy =

[
α2
R +

(
α

[110]
D

)2
]
C, Γzz = 2α2

RC, Γyz = Γzy = αRα
[110]
D C, (4.43)

где C – параметр, определяемый временем столкновений и средним волновым

вектором электронов. Выражения (4.43) можно переписать в виде

Γyz = Γzy = ±1

2

√
Γzz(2Γyy − Γzz), (4.44)

при этом знак перед квадратным корнем определяется знаком произведения

αRα
[110]
D . Эту модель спиновой релаксации в структурах (110) будем называть асим-

метричной моделью (модель А).

Если же гетеропотенциал квантовой ямы обладает центром пространственной

инверсии, то такая структура описывается точечной группой C2v с осью второ-

го порядка, параллельной оси y. При этом регулярный вклад Рашбы в спиновое

расщепление отсутствует и Γyz = Γzy = 0 [196], а релаксация z компоненты спи-

на осуществляется, например, за счет пространственных флуктуаций константы

Рашбы, как это описывалось в главе 3. Такую модель спиновой релаксации будем

называть симметричной моделью (модель S).

Решения уравнения (4.42) с начальным условием s(t = 0) = (0, 0, s0) для z

компоненты спина записывается в виде

Sz(t) = S0e
−t/T̄

[
cos Ω̃t+

Γyy − Γzz

2Ω̃
sin Ω̃t

]
, (4.45)

где
1

T̄
=

Γyy + Γzz
2

, (4.46)
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а величина эффективной частоты спиновых биений Ω̃ в симметричной модели

составляет

Ω̃ =

√
Ω2 − (Γyy − Γzz)2

4
модель S, (4.47a)

а в асимметричной модели

Ω̃ =

√
Ω2 −

Γ2
yy

4
модель A. (4.47b)

В достаточно больших магнитных полях, когда Ω/Γzz, Ω/Γyy � 1, спиновые

биения в моделях S и A описываются одинаковыми выражениями Sz(t)/S0 =

e−t/T̄ cos Ωt. В этом случае быстрая прецессия приводит к усреднению скорости

релаксации спина. Если же магнитное поле достаточно мало, то происходит срыв

спиновых биений [172, 277]: частота Ω̃ становится мнимой: в симметричной модели

это происходит при Ω = |Γyy − Γzz|/2, а в асимметричной – при Ω = Γyy/2. Осо-

бенно ярко различие в моделях спиновой динамики проявляется в нулевом поле:

в модели S спин затухает за время 1/Γzz, а в модели A – из-за недиагональных

компонент тензора Γ̂ спиновая релаксация идет медленнее – за время 2/Γzz [206].

В режиме резонансного спинового усиления образец возбуждается периодиче-

ской последовательностью импульсов с периодом следования TR. Пользуясь прин-

ципом суперпозиции, получаем из формулы (4.45):

Sz(∆t) =
S0

2
e−(TR+∆t)/T̄ e

TR/T̄C[Ω̃(TR + ∆t)]− C(Ω̃∆t)

ch(TR/T̄ )− cos(Ω̃TR)
, (4.48)

где C(x) = cos x+ (Γyy − Γzz)/(2Ω̃)× sinx.

Анализ формулы (4.48) показывает, что (как и в случае изотропной спиновой

релаксации) зависимость спина электронов от магнитного поля B при фиксиро-

ванной задержке ∆t состоит из последовательности максимумов, соответствую-

щих условию cos (Ω̃Trep) = 1. Действительно, если период спиновой прецессии в

магнитном поле 2π/Ω̃ и период повторения импульсов оказываются кратными,

то спин, инжектируемый очередным импульсом накачки, оказывается в фазе с

прецессирующим спином электронов. В результате спиновая поляризация в си-
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стеме возрастает. В случае изотропной спиновой релаксации, когда Γzz = Γyy,

Γyz = Γzy ≡ 0 формула (4.48) сводится к известному выражению (2.3).

Зависимости Sz при фиксированной малой отрицательной задержке |∆t| → 0

от величины магнитного поля, выраженной в единицах ΩTR, представлены на

рис. 4.8. Пунктирная кривая отвечает модели S, сплошная – модели A. В согла-

сии с (4.48) сигнал резонансного спинового усиления как функция магнитного

поля состоит из пиков, соответствующих Ω̃TR = 2πN , где N – целое. Из рисунка

видно, что пик соответствующий нулевому полю имеет большую высоту по срав-

нению с соседними. Это обусловлено медленной релаксацией z компоненты спина

по сравнению с компонентами в плоскости структуры. Более того, высота пиков в

моделях симметричной и асимметричной ям отличается в два раза – это связано с

соответствующим различием в эффективных временах спиновой релаксации для z

компоненты спина при одинаковом Γzz. Пики, соответствующие ненулевому полю

практически совпадают, т.к. при выполнении условия Ω/Γyy � 1 вкладом, содер-

жащим синуc в функции C(x) можно пренебречь, и спектр спинового усиления

описывается выражением, соответствующим изотропной спиновой релаксацией с

усредненной скоростью 1/T̄ , которая одинакова в обеих моделях.

-2 -1 0 1 2

0

2

4

6

8

10

WTR�H2ΠL

s z
�s 0

Рис. 4.8: Сигнал резонансного спинового усиления, построенный в зависимости от
ΩTR/(2π) при малой отрицательной задержке. Пунктирная кривая рассчитана в моде-
ли S (симметричной ямы), сплошная кривая рассчитана в модели A (яма с ненулевым
средним полем Рашбы). Параметры, использованные в расчете, таковы: ΓyyTR = 1/2,
Γzz/Γyy = 1/3.
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Отметим, что выражение (4.48) может применяться в рамках модели S и для

описания резонансного спинового усиления в структурах с квантовыми ямами

ориентации (001), при этом если потеря неравновесного спина описывается ме-

ханизмом Дьяконова-Переля или Эллиота-Яфета, то Γzz > Γyy (считается, что

магнитное поле направлено по одной из главных осей в плоскости структуры). В

таком случае, пик, соответствующий нулевому полю, оказывается подавленным

по сравнению с соседними.

4.4.2 Сопоставление теории и эксперимента

Развитая теория резонансного спинового усиления в квантовых ямах ориентации

(110) была сопоставлена с экспериментальными данными, полученными в уни-

верситете г. Регенсбурга. Измерения выполнялись на симметричном образце с

квантовой ямой 30 nm на основе GaAs. Сложный дизайн структуры, представ-

ленный на рис. 4.9(a), соответствует предложенному в работе [241] и позволя-

ет достичь рекордных величин подвижности электронов. Профиль зон в системе

схематически изображен на рис. 4.9(b). Номинальные параметры системы тако-

вы: концентрация носителей N = 2.7×1011 cm−2 и подвижность носителей заряда

µ = 2.3 × 106 cm2(Vs)−1 при температуре T = 1.5 K. Поскольку эксперименты по

резонансному спиновому усилению выполняются при импульсной оптической на-

качке, то температура электронного газа, которую можно оценить по форме спек-

тра фотолюминесценции, см. рис. 4.9(b), оказывается выше температуры решетки

(варьируемой от 4 K до 50 K), и даже при самых низких температурах эксперимен-

та газ оказывается нагрет до 15 K. Накачка спинов осуществлялась импульсным

титан-сапфировым лазером, луч того же лазера использовался для измерения маг-

нитооптического эффекта Керра. Возбуждение и детектирование осуществлялось

вблизи края фундаментального поглощения (немного выше уровня Ферми элек-

тронов), длительность импульсов накачки и зондирования составляла около 2 ps.

Лучи накачки и зондирования фокусировались в одной точке образца размером

примерно 50 µm. Задержка импульса зондирования по отношению к ближайшему
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Рис. 4.9: (a) Схема образца. (b) Профиль зон в образце. (c) Спектры фотолюминесцен-
ции измеренные при трех различных температурах. (d) Спектры фотолюминесценции,
измеренные при 4 K для различных мощностей надбарьерной подсветки с длиной вол-
ны 532 nm.

импульсу накачки составляла около −50 ps. В ряде экспериментов образцы допол-

нительно подсвечивались непрерывным зеленым лазером (длина волны 532 nm).

Начнем с качественного обсуждения формы экспериментально измеренного

сигнала резонансного спинового усиления, представленного на рис. 4.10(a). В со-

гласии с теоретической моделью, наблюдаемый спектр состоит из серии пиков,

соответствующих соизмеримости периода спиновой прецессии во внешнем поле

и периода повторения импульсов накачки TR = 12 ns. Из рисунка видно, что

пик, центрированный на B = 0, ярко выражен по сравнению с пиками в B 6= 0.

Это является экспериментальным свидетельством анизотропии спиновой релак-

сации, присущей структурам ориентации (110): действительно, z компонента спи-

на релаксирует медленно, а компоненты спина в плоскости эффективно теряют-
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Рис. 4.10: (a) Характерный сигнал резонансного спинового усиления в образце, выра-
щенном вдоль оси z ‖ [110]. Ширина центрального пика определяет время релаксации
z компоненты спина Tzz, ширина пиков в B 6= 0 связана с временем релаксации компо-
нент спина в плоскости Tyy. Расстояния между пиками связаны с g-фактором электрона
(b) Сигналы спинового усиления, измеренные при температурах 18 K и 26 K (данные
нормированы и сдвинуты по вертикальной оси для ясности представления). (c) Вре-
мена релаксации спина вдоль оси роста (Tzz, кружки) и в плоскости структуры (Tyy,
треугольники) в зависимости от температуры при разных мощностях подсветки. Време-
на релаксации спина извлекались в модели A (ямы с ненулевым регулярным вкладом
Рашбы), при этом Tzz = 2/Γzz, Tyy = 1/Γyy.

ся за счет поля Дрессельхауза. Это приводит к эффективному накоплению спи-

на в нулевом магнитном поле. Результаты подгонки экспериментальных данных

по формуле (4.48) в рамках модели A (учитывающей наличие регулярного вкла-

да Рашбы) представлены на панели (c) рисунка 4.10. Отметим, что кружками

представлены значения эффективного времени релаксации z компоненты спина

Tzz = 2/Γzz. Подгонка экспериментальных в модели S (спиновая релаксация опре-

деляется флуктуациями поля Рашбы) дает близкие значения Tzz = 1/Γzz и Tyy.

Несмотря на то, что теоретическое выражение (4.48) хорошо описывает экспери-

ментальные данные, точность подгонки не позволяет определить, какая из моде-

лей S или A более пригодна для описания спиновой динамики.

Кратко обсудим зависимости времени спиновой релаксации от температуры и

мощности импульса накачки. На рис. 4.10(b) представлены нормированные спек-

тры резонансного спинового усиления, измеренные при температурах 18 K и 26 K.
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Отметим, что амплитуда пика в нулевом поле по отношению к соседним резко

возрастает с увеличением температуры. Извлеченные из подгонки эксперимен-

тальных данных величины Tzz и Tyy приведены в логарифмическом масштабе на

рис. 4.10(c). При всех мощностях импульсов накачки, использованных в экспери-

ментах, время Tzz резко возрастает от примерно 10 ns при низких температурах до

около 100 ns при T ≈ 25 K, при этом время релаксации компонент спина в плоско-

сти Tyy ≈ 2 ns практически не зависит от температуры. Кроме того, времена Tzz

и Tyy возрастают с увеличением мощности импульсов накачки.

Заметная анизотропия спиновой релаксации, наблюдаемая в экспериментах,

свидетельствует о том, что регулярный вклад Рашбы в спиновое расщепление

значительно меньше вклада Дрессельхауза, который можно представить в виде

[ср. с (3.8)] HD = αckxσz〈k2
z〉, где 〈k2

z〉 ≈ π2/a2 – квантовомеханическое среднее

z компоненты волнового вектора, a – ширина ямы. Релаксация компонент спина

в плоскости осуществляется по механизму Дьяконова-Переля, при этом скорость

релаксации зависит от параметров системы для вырожденного электронного газа

следующим образом [ср. с (4.29)]

Γyy ∝ αc〈k2
z〉Nτ ∗, (4.49)

где τ ∗ – время релаксации по импульсу одного электрона, N – концентрация элек-

тронов в яме. При постоянной концентрации носителей с увеличением темпера-

туры скорость спиновой релаксации должна падать из-за электрон-электронных

столкновений, как было показано в разделе 4.2, поскольку в согласии с (4.31)

τ ∗ ≡ τ ∗(N, kBT ) ∝ N

(kBT )2
. (4.50)

Однако, сложный профиль зон в исследуемом образце приводит к тому, что в рас-

сматриваемом диапазоне температур электроны перераспределяются между до-

норами и ямой. Это приводит к заметному увеличению концентрации носителей в

яме. Экспериментально такой рост концентрации заметен по уширению линии фо-

толюминесценции квантовой ямы с увеличению температуры: в предположении,
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что дырки термализованы с эффективной температурой kBT � EF , где EF – энер-

гия Ферми электронов, ширина спектра фотолюминесценции определяется именно

энергией Ферми электронов. Данные по фотолюминесценции, представленные на

рис. 4.9(c), свидетельствуют о том, что энергия Ферми носителей возрастает при-

мерно в два раза при увеличении температуры от 4 K до 30 K, что в значительной

мере компенсирует температурный эффект в τ ∗.

Вклад Дрессельхауза в спиновое расщепление не может, однако, привести к

релаксации z компоненты спина. Относительно быстрая Tzz . 10 ns спиновая

релаксация при низких температурах может быть связана с некоторой “заморо-

женной” асимметрией ∆n концентрации электронов на донорах слева и справа

от ямы. Такой дисбаланс концентрации приводит к возникновению слагаемого

Рашбы HR = αR(σxky − σykx), где согласно (3.15) и (3.23) αR = 2πξe2∆n/κ. В

предположении, что при низких температурах величины Tzz и Tyy имеют одина-

ковый порядок величины и с учетом того, что литературные данные по пара-

метру Дрессельхауза αc в GaAs варьируются в пределах от 5 до 28 eVÅ3 (см.

[156, 166, 171, 278, 141, 279, 280]), дисбаланс концентрации электронов составляет

∆n ∼ 1011 cm−2. С увеличением температуры асимметрия ∆n исчезает [281], а

релаксация определяется флуктуациями константы Рашбы. Оценки по формуле

(3.43) показывают, что Tzz в таких условиях может достигать величин ∼ 100 ns.

Экспериментальные данные, представленные на рис. 4.10(c), свидетельствуют

о том, что скорость спиновой релаксации уменьшается с ростом мощности накач-

ки, в отличие от работ [173, 276], где наблюдалась обратная тенденция. Это обу-

словлено отличиями методик эксперимента: в ранних работах [173, 276] исследова-

ния спиновой динамики проводились методиками спектроскопии спинового шума

и по эффекту Ханле, где с увеличением мощности постоянной накачки существен-

ную роль начинает играть механизм спиновой релаксации Бира-Аронова-Пикуса.

В технике резонансного спинового усиления этот механизм не существенен, т.к.

зондирующий импульс приходит после того, как фотовозбужденные дырки реком-
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Рис. 4.11: (a) Сигналы резонансного спинового усиления, измеренные при температуре
T = 4 K для различных мощностей надбарьерной подсветки. (b) Времена спиновой ре-
лаксации (Tzz – кружки и Tyy – треугольники) в зависимости от мощности подсветки,
извлеченные из сигналов путем подгонки по формуле (4.48) в рамках модели A (асим-
метричной ямы).

бинировали, а с ростом мощности накачки электронный газ может разогреваться,

что приводит к уменьшению времени столкновений и замедлению спиновой ре-

лаксации.

В заключение этого раздела обсудим роль надбарьерной подсветки. Как видно

из рисунка 4.9(c) надбарьерная подсветка приводит к сужению спектра фотолю-

минесценции, т.е. к уменьшению концентрации резидентных электронов. Это явле-

ние в англоязычной литературе носит название optical gating (оптический затвор),

оно хорошо известно в модуляционно-легированных системах [282, 283] и связано

с перераспределением электронов между квантовой ямой и слоями с донорами.

Экспериментальные данные, представленные на рис. 4.11, демонстрируют резкое

замедление спиновой релаксации при уменьшении концентрации носителей: ши-

рины пиков в нулевом магнитном поле и при B 6= 0 значительно уменьшаются

с ростом мощности подсветки. Подгонка экспериментальных данных по форму-

ле (4.48) в рамках модели A ямы показывает, что Tzz достигает максимального

значения в 150 ns, а Tyy – 25 ns [см. рис. 4.11(b)]. Такое поведение времен спино-

вой релаксации согласуется с теоретическими представлениями: уменьшение кон-
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центрации носителей заряда приводит благодаря уменьшению энергии Ферми, а

значит и спинового расщепления [согласно (3.43), (4.49) и (4.50)] к замедлению

спиновой релаксации. Кроме того, перераспределение носителей заряда между

квантовой ямой и слоями доноров может привести к симметризации структуры,

уменьшению дисбаланса концентрацией ионизованных примесей ∆n, что приво-

дит к дополнительному подавлению процессов потери z компоненты электронного

спина.

4.5 Краткие итоги

В главе 4 получены следующие основные результаты:

• Показано, что электрон-электронное взаимодействие замедляет спиновую ре-

лаксацию в механизме Дьяконова-Переля, причем в структурах с высокой

подвижностью именно процессы межэлектронных столкновений контроли-

руют релаксацию спина при температурах вплоть до 100 K.

• Построена теория спиновых биений двумерного электронного газа, обуслов-

ленных спин-орбитальным расщеплением спектра. Показано, что циклотрон-

ное движение электронов во внешнем магнитном поле проявляется в спино-

вых биениях.

• Развита теория резонансного спинового усиления в структурах с анизотроп-

ной спиновой релаксацией. Сопоставление теории и эксперимента, выпол-

ненного на структуре с квантовой ямой кристаллографической ориентации

(110), позволило исследовать температурные и концентрационные зависимо-

сти различных компонент тензора обратных времен спиновой релаксации.

• Показано, что в структурах с квантовыми ямами, выращенными вдоль оси

[110], время релаксации z компоненты спина для свободных электронов до-

стигает ∼ 100 ns и определяется пространственными флуктуациями констан-

ты спин-орбитального взаимодействия.
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Глава 5

Тонкая структура и динамика
спинов электрон-дырочных
комплексов в квантовых точках и
ямах

5.1 Введение

Вблизи фундаментального края поглощения в чистых полупроводниках при низ-

ких температурах наблюдается водородоподобная серия узких линий. Эта серия

линий связана c экситонным поглощением: за счет кулоновского притяжения элек-

трона и дырки фотовозбужденные носители образуют пары – экситоны, энерге-

тический спектр состояний которых аналогичен спектру атома водорода. Имен-

но экситонные эффекты определяют многие оптические свойства объемных по-

лупроводников и наноструктур на их основе. Основные достижения в области

оптической спектроскопии экситонов в объемных материалах приведены в кни-

гах [284, 285].

Электрон и дырка обладают полуцелым спином, поэтому спин экситона – це-

лый, а электрон-дырочная пара является бозоном. Благодаря этому обстоятель-

ству динамика спинов свободных и локализованных экситонов имеет ряд суще-

ственных отличий от динамики спинов невзаимодействующих электронов и ды-

рок [3]. Наиболее ярко это проявляется для нульмерных экситонов, локализован-
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e1-hh1 exciton

Рис. 5.1: Схематическая иллюстрация тонкой структуры энергетического спектра ло-
кализованного экситона (e1 − hh1) в полупроводниковой квантовой точке. Величина δ1

обозначает расщепление оптически активных состояний, δ2 – темных состояний.

ных в квантовых точках или на флуктуациях интерфейсов квантовых ям. В то

время как состояния локализованного электрона двукратно вырождены по спи-

ну в отсутствие магнитного поля (крамерсово вырождение, обусловленное тре-

бованием симметрии к обращению хода времени), вырождение по спину спектра

нульмерного локализованного экситона может отсутствовать [3]. Тонкая струк-

тура энергетического спектра и спиновая динамика которых определяется, в ос-

новном, обменным взаимодействием между электроном и дыркой [286]. После-

довательная теория обменного взаимодействия между носителями заряда про-

тивоположного знака в объемных полупроводниках была разработана Г.Л. Би-

ром и Г.Е. Пикусом [287] и М.М. Денисовым и В.П. Макаровым [288]. Она была

обобщена на случай двумерных экситонов в квантовой яме в работе [289]. Тон-

кая структура локализованных (нульмерных) экситонов развивалась в ряде ста-

тей [286, 290, 291, 292, 293, 294] в рамках метода эффективной массы, в [295] в мето-

де сильной связи, а также в серии работ [296, 297, 298] методом псевдопотенциала.

Экспериментально тонкая структура нульмерных экситонов изучалась методами

поляризационной спектроскопии, см. например, [299, 300, 301, 302, 303, 304].

Рассмотрим для примера экситон, сформированный из электрона (с компо-
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нентой спина sz = ±1/2) и тяжелой дырки (с проекцией момента на ось роста

структуры jz = ±3/2), см. рис. 5.1. В отсутствие обменного взаимодействия меж-

ду электроном и дырки основное состояние экситона представляет собой квартет

состояний, отвечающих значениям ±1 и ±2 проекции спина экситона mz = sz + jz

на ось роста квантовой ямы или квантовой точки. В структурах, обладающих

симметрией D2d (например, в квантовых ямах, выращенных вдоль оси z ‖ [001]

с симметричным гетеропотенциалом, или в квантовых точках с той же осью ро-

ста эквивалентными интерфейсами и аксиально-симметричным или квадратным

основанием), обменное взаимодействие между электроном и дыркой расщепляет

квартет на радиационный дублет (mz = ±1) и два близкорасположенных сингле-

та, соответствующих линейным комбинациям состояний с mz = ±2. Энергетиче-

ское расщепление между оптически активными и неактивными состояниями δ0

определяется, в основном, изотропным короткодействующим вкладом в обменное

взаимодействие электрона и дырки [305, 291]

Hshort = ∆shorta
3
0δ(re − rh)(σ · j), (5.1)

где ∆short – константа короткодействующего обменного взаимодействия, a0 – по-

стоянная решетки, re, rh – радиус-вектора электрона и дырки, σ – вектор, со-

ставленный из спиновых матриц Паули, j – оператор спина дырки. Асимметрия

структуры [144, 298] или анизотропия потенциала локализации [286, 290] пони-

жает точечную симметрию до C2v и приводит к (анизотропному) расщеплению

радиационного дублета на два состояния, активных в линейных поляризациях,

соответствующих главным осям структуры. Расщепление радиационного дублета

обусловлено, главным образом, дальнодействующим обменным взаимодействием

электрона и дырки [290], величина расщепления связана с параметрами локали-

зации электрона и дырки.

Оптически активные состояния экситона с mz = ±1 удобно описывать в терми-

нах псевдоспина 1/2, воспользовавшись тем обстоятельством, что гамильтониан

любой двухуровневой системы эквивалентен гамильтониану спина электрона в
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некотором магнитном поле. В соответствии с этим спиновые состояния экситона

можно характеризовать вектором S̃ = (S̃x, S̃y, S̃z) (вектором Стокса), компоненты

которого S̃x (S̃y) характеризуют степень линейной поляризации излучения экси-

тона в осях xy (осях x′y′, развернутых на 45o по отношению к xy), и S̃z – степенью

циркулярной поляризации. Гамильтониан, описывающий расщепление оптически

активного дублета, можно представить в общем виде как [ср. с (3.1)]:

H =
~
2

(Ω · σ̃), (5.2)

где Ω – частота прецессии псевдоспина экситона (или частота спиновых биений

экситона [3]), ~Ω = δ1 (см. рис. 5.1), σ̃ – вектор, составленный из матриц Па-

ули, действующих в пространстве псевдоспина. Формула (5.2) показывает, что

теоретическое описание спиновой динамики экситонов может выполняться теми

же методами, что и описание динамики спинов электронов. Спиновая прецессия

экситонов изучалась в ряде работ, см. например [306, 307, 308].

Анизотропное расщепление оптически активных состояний играет решающую

роль в процессах спиновой кинетики экситонов [309, 310], оно определяет поляри-

зацию излучения экситона и контролирует его спиновую дефазировку. Раздел 5.2

настоящей главы посвящен теоретическим основам управления тонкой структурой

энергетического спектра нульмерных экситонов при помощи внешнего магнитного

поля.

Несмотря на то, что локализованные одноэлектронные состояния в отсутствие

внешнего магнитного поля двукратно вырождены по спину, пара электронов ха-

рактеризуется целочисленным суммарным спином, и можно ожидать, что тонкая

структура ее энергетического спектра подобна тонкой структуре уровней нульмер-

ного экситона. Структуры, содержащие двухэлектронные комплексы в одиночных

или в двойных квантовых точках привлекают интерес исследователей в последние

годы [45, 309, 310, 311, 312, 313, 314]. В разделе 5.3 развита теория тонкой струк-

туры энергетического спектра двух электронов, локализованных в одиночной или

двойной квантовой точке. Показано, что совместное действие кулоновского и спин-
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орбитального взаимодействия приводит к полному снятию спинового вырождения

двухэлектронных состояний в анизотропных системах.

Последний раздел данной главы (разд. 5.4) посвящен непосредственно спино-

вой динамике экситонов. В этом разделе разработана теория оптического спиново-

го эффекта Холла – своего рода аналога спинового эффекта Холла для экситонных

поляритонов в микрорезонаторах. Эффект заключается в конверсии поляризации

излучения, падающего на микрорезонатор и обусловлен спиновой прецессией эк-

ситонов, возбуждаемых светом.

5.2 Управление тонкой структурой спектра нуль-
мерных экситонов магнитным полем

Важной задачей как с точки зрения фундаментальных исследований, так и с точ-

ки зрения возможных приборных применений является поиск методов управле-

ния анизотропным расщеплением радиационного дублета экситона. Это связано

главным образом с тем, что полупроводниковые квантовые точки активно исполь-

зуются для генерации поляризационно-запутанных пар фотонов, спиновую часть

волновой функции которых можно записать в виде

Ψ2 ∝
1√
2

(
|σ+〉1|σ−〉2 + |σ−〉1|σ+〉2

)
, (5.3)

где состояния |σ±〉 обозначают соответствующую циркулярную поляризацию фо-

тона. Запутанные пары (5.3) излучаются в процессе рекомбинации биэксито-

на [303, 315, 316], четырехчастичного комплекса состоящего из пары электронов и

дырок, находящихся в синглетном состоянии. Анизотропное расщепление экситона

приводит к потере запутанности, поэтому были предложены различные методики

устранения этого эффекта, включая применение полупроводниковых микрорезо-

наторов [317, 318] (см. также [319] и ссылки приведенные там), приложение внеш-

него электрического поля [320, 321], упругого напряжения [322] и внешнего маг-

нитного поля, вызывающего смешивание светлых и темных экситонных состояний
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за счет зеемановского эффекта [323, 324]. Также была продемонстрирована воз-

можность генерации запутанных пар фотонов из структур с квантовыми точками,

выращенными вдоль оси z ‖ [111], обладающими тригональной симметрией [325].

Ниже мы последовательно проанализируем диамагнитный (орбитальный) эф-

фект магнитного поля в квантовых точках и покажем, что изменение формы оги-

бающей волновой функции экситона под действием поля позволяет управлять тон-

кой структурой энергетического спектра локализованного экситона (разд. 5.2.1).

Далее будет развита теория эффекта Зеемана и смешивания оптически активных

и неактивных состояний экситона в квантовых точках с тригональной симметрией

(разд. 5.2.2).

5.2.1 Подавление анизотропного расщепления радиацион-
ного дублета диамагнитным эффектом внешнего поля

Рассмотрим модель плоской квантовой точки (квантового диска), в которой дли-

на локализации носителей вдоль оси роста z ‖ [001] d � ae, ah, где ae,h – ра-

диусы локализации электронов (дырок) в плоскости xy ‖ (001). В этом случае

состояния дырок можно описывать определенной проекцией их углового момен-

та (спина) на ось роста. Ниже мы будем рассматривать экситон, образованный

электроном из зоны проводимости со проекцией спина на ось роста sz = ±1/2

и тяжелой дыркой (с проекцией углового момента jz = ±3/2). В общем случае

волновая функция пары может быть представлена в виде линейных комбинаций

функций Ψszjz(re, rh)|sz, jz〉, где |sz, jz〉 – произведение блоховских функций элек-

трона и дырки, Ψ(re, rh) – плавная огибающая, и re,h – трехмерный радиус-вектор

электрона (дырки). В дальнейшем рассматриваются только оптически активные

экситонные состояния |sz, jz〉 c mz = sz + jz = ±1, или их линейные комбинации

|α〉, характеризующиеся осциллирующим микроскопическим дипольным момен-

том α = x, y.

В качестве латерального потенциала локализации носителей выберем парабо-
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лический потенциал

V (ρe,ρh) = A(e)
x x2

e + A(e)
y y2

e + A(h)
x x2

h + A(h)
y y2

h, (5.4)

где xi, yi (i = e, h) – координаты электрона и дырки в плоскости точки, поло-

жительные константы A
(i)
x , A(i)

y определяют размерное квантование электронов

и дырок в плоскости квантовой точки. Эффективные радиусы локализации но-

сителей связаны с величинами A
(i)
α следующим образом a

(i)
x = (~2/2miA

(i)
x )1/4,

a
(i)
y = (~2/2miA

(i)
y )1/4 , где me,h эффективные массы движения электронов и тяже-

лых дырок в плоскости xy. Эта модель успешно используется для описания энерге-

тического спектра экситонов в квантовых точках из материалов A3B5 и A2B6 [326].

В предположении о том, что локализация носителей вдоль оси роста сильнее как

их локализации в плоскости структуры, так и кулоновского притяжения между

электроном и дыркой, огибающая волновой функции электрон-дырочной пары

может быть записана в виде

Ψ(re, rh) = ψ(ρe,ρh)ϕe(ze)ϕh(zh), (5.5)

где функции ϕe,h(ze,h) описывают квантование носителей вдоль оси роста z, и

ψ(ρe,ρh) – волновая функция движения пары в плоскости диска. Ее вид определя-

ется конкуренцией латерального потенциала (5.4) и кулоновского взаимодействия

между электроном и дыркой; нахождение функции ψ(ρe,ρh) является в общем

случае сложной вычислительной задачей [327, 328].

Мы будем рассматривать квантовые точки малых размеров, где длина лате-

ральной локализации электрона ae или дырки ah меньше боровского радиуса aB.

В таком случае кулоновское притяжение между электроном и дыркой можно рас-

сматривать как возмущение, и в нулевом приближении по параметру ae/aB � 1

(ah/aB � 1) представить огибающую функцию движения носителей в плоскости

диска в виде произведения

ψ(ρe,ρh) = ψe(ρe)ψh(ρh). (5.6)
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Здесь функции ψe(ρe) и ψh(ρh) описывают независимую локализацию носителей в

потенциале точки. Последние в изотропных квантовых точках можно классифици-

ровать по симметрии как S, P , D, . . ., поэтому орбитальные функции экситонных

состояний удобно обозначать парой символов, например, состояние SePh соответ-

ствует огибающей волновой функции электрона ψe(ρe) с орбитальным угловым

моментом l = 0 (симметрия S) и огибающей волновой функции дырки ψh(ρh)

с угловым моментом l = 1 (симметрия P ). Для дальнейшего предположим, что

анизотропия квантовой точки достаточно мала, чтобы можно было пренебречь

смешиванием состояний различного типа. В частности, огибающие функции элек-

трона и дырки для SeSh экситона можно записать в следующем виде

ψ(e)(ρe) =
1√

πa
(e)
x a

(e)
y

exp

(
− x2

e

2a
(e)
x

2 −
y2
e

2a
(e)
y

2

)
, (5.7)

ψ(h)(ρh) =
1√

πa
(h)
x a

(h)
y

exp

(
− x2

h

2a
(h)
x

2 −
y2
h

2a
(h)
y

2

)
. (5.8)

Для экситонной огибающей в виде (5.5) матричные элементы гамильтониана

H(long)
n′n дальнодействующего обменного взаимодействия, вычисленные между со-

стояниями n′ и n экситона, записываются в следующем виде [290]

1

2πκ∞

(
e~|pcv|
m0Eg

)2 ∫
dK

KαKα′

K
ψ̃∗n′(K)ψ̃n(K). (5.9)

Здесь индекс n включает в себя как орбитальные состояния, так и дипольный

момент экситона α, κ∞ – высокочастотная диэлектрическая проницаемость среды,

которая считается одинаковой для материала точки и барьеров (анализ общего

случая можно выполнить следуя работе [294]), m0 – масса свободного электрона,

Eg – ширина запрещенной зоны, pcv – междузонный матричный элемент импульса.

В уравнении (5.9) введен двумерный фурье-образ

ψ̃(K) =

∫
dR e−iKRψ(R,R)

функции электрон-дырочной пары ψ(ρe,ρh) при совпадающих координатах элек-

трона и дырки, ρe = ρh ≡ R. Из (5.9) можно получить следующее выражение,
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описывающее расщепление между оптически активными состояниями x и y:

δE =
3
√
π ~ωLT a

3
B

8(a2
e + a2

h)
3/2

a3
hde + a3

edh
a2
ea

2
h

, (5.10)

где используются следующие обозначения: ~ωLT = 4(~e|pcv|/m0Eg)
2/(κ∞a3

B) –

продольно-поперечное расщепление объемного экситона, aB – трехмерный боров-

ский радиус экситона, ae = (a
(e)
x + a

(e)
y )/2, ah = (a

(h)
x + a

(h)
y )/2, de = (a

(e)
y − a(e)

x )/2,

dh = (a
(h)
y − a(h)

x )/2. При выводе формулы (5.10) предполагалось, что анизотропия

точки мала: |de|, |dh| � ae, ah.

В присутствии внешнего магнитного поля B, приложенного в плоскости кван-

товой ямы, электрон и дырка испытывают дополнительный потенциал, который

усиливает их локализацию квантовой точке в направлении, перпендикулярном B.

Будем использовать калибровку, в которой векторный потенциал A = [B × r]/2,

тогда после стандартных преобразований и пренебрежения линейными по волно-

вым векторам слагаемыми получаем, что потенциальная энергия экситона может

быть представлена в виде двух квадратичных форм по координатам электрона и

дырки, а именно

V (re, rh) =

~2
2me

[
x2
e

(
1
a4e

+ 4de
a5e

+ sin2 θ
l4B

)
+ y2

e

(
1
a4e
− 4de

a5e
+ cos2 θ

l4B

)
−xeye sin 2θ

l4B

]
+ (5.11)

~2
2mh

[
x2
h

(
1
a4h

+ 4dh
a5h

+ sin2 θ
l4B

)
+ y2

h

(
1
a4h
− 4dh

a5h
+ cos2 θ

l4B

)
−xhyh sin 2θ

l4B

]
. (5.12)

Здесь lB =
√

~c/eB – магнитная длина, θ – угол между направлением поля и

осью x структуры. При выводе уравнений (5.11), (5.12) были опущены слагаемые,

смешивающие различные состояния размерного квантования вдоль оси z, т.к. их

роль пренебрежимо мала в условиях сильного квантования вдоль z.

В общем случае две квадратичные формы, описывающие латеральный потен-

циал для электронов и дырок (5.11), (5.12), не могут быть одновременно приведе-

ны к собственным осям. При этом гамильтониан, описывающий тонкую структуру

экситонных уровней, можно записать в представлении псевдоспина экситона как

176



[ср. с (5.2)]

H =
~
2

(σ̃xΩx + σ̃yΩy), (5.13)

где Ωx ≡ Ωx(θ), Ωy ≡ Ωy(θ) – два независимых параметра. В этом случае собствен-

ные оси гамильтониана (5.13) не совпадают ни с осями структуры x, y, ни с осями,

связанными с магнитным полем.

В важном предельном случае(
de
a5
e

− dh
a5
h

)
sin 2θ = 0 (5.14)

квадратичные формы, описывающие потенциальные энергии электрона и дырки,

имеют одинаковые собственные оси. Это может происходить в случае, если поле

направлено по одной из главных осей структуры x или y (т.е. при sin 2θ = 0), или

если de/a5
e = dh/a

5
h. Очевидно, что если квантовая точка изотропна de = dh = 0, то

собственные оси гамильтониана (5.13) задаются магнитным полем. В этом случае,

расщепление анизотропного дублета возникает в меру B2:

|δE| = 3
√
π

64

~ωLTa
3
B

(a2
e + a2

h)
3/2

a2
ea

2
h

l4B
=

3
√
π

64

e2ωLT

~c2

a3
Ba

2
ea

2
h

(a2
e + a2

h)
3/2
B2. (5.15)

Если же магнитное поле направлено по одной из главных осей структуры x

или y, то оно может подавлять анизотропное расщепление радиационного дубле-

та. Предположим, что точка вытянута вдоль y, таким образом поле B ‖ x может

усилить локализацию носителей в направлении y, сделать потенциал точки более

изотропным и подавить расщепление дублета. Расчет показывает, что это проис-

ходит в поле

B =
~c
e

√√√√
8

de
a3e

+ dh
a3h

a2
e + a2

h

. (5.16)

При выводе уравнения (5.16) считалось, что de/ae � 1, dh/ah � 1. Отметим, что

в противоположном предельном случае точки, вытянутой вдоль оси x, магнитное

поле для подавления расщепления радиационного дублета следует прикладывать

по оси y.
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Рис. 5.2: Поле, при котором достигается подавление анизотропного обменного расщеп-
ления в зависимости от радиуса локализации дырки ah (a) и степени эллиптичности
квантовой точки β = dh/ah (b). Кривые рассчитаны для разных отношений радиусов
локализации электрона и дырки ζ = ah/ae. Анизотропное обменное расщепление вB = 0
при тех же параметрах [панели (c) и (d)].

Результаты оценок поля, при котором обеспечивается подавление анизотропно-

го расщепления радиационного дублета экситона, выполненных по формуле (5.16),

представлены на панелях (a) и (b) рисунка 5.2. Для сравнения на панелях (c) и

(d) того же рисунка приведены зависимости анизотропного расщепления ради-

ационного дублета от параметров точки в нулевом магнитном поле. В расчете

использовались следующие параметры: ~ωLT = 0.13 meV и aB = 136 Å. Эти ве-

личины приблизительно соответствуют самоорганизованным квантовым точками

InAs/GaAs [329]. При степени эллиптичности квантовой точки β = dh/ah = 0.025,

ae = ah = 50 Å подавление анизотропного расщепления происходит в поле около

11 T. Если же радиусы локализации электрона и дырки отличаются, то магнит-

ное поле влияет на менее локализованную частицу, в то время как анизотропное

обменное расщепления определяется наиболее локализованной.
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В работах [323, 324] рассматривался парамагнитный или зеемановский меха-

низм подавления анизотропного обменного расщепления в квантовых точках. Этот

механизм основывается на индуцированном магнитным полем смешивании свет-

лых и темных экситонных состояний. При условии, что расщепление между ради-

ационным дублетом (m = ±1) и темными состояниями (m = ±2) δ0 значительно

превышает δE в формуле (5.10), поправка к расщеплению, индуцированная зее-

мановским эффектом магнитного поля составляет

|δE ′| = |gegh|µ
2
BB

2

δ0

, (5.17)

где ge, gh – g-фактора электрона и дырки в плоскости структуры. Таким образом,

как диамагнитный, так и парамагнитный эффекты поля приводят к поправке к

анизотропному расщеплению ∝ B2. При параметрах, использованных выше, ве-

личина диамагнитного эффекта составляет Kdia = |δE|/B2 ≈ 0.3 µeV/T2. Данные

экспериментов свидетельствуют о том, что Kexp ≈ 1 . . . 2.5 µeV/T2 [315, 323], т.е.

почти на порядок величины больше, чем теоретическое предсказание. Однако ве-

личина Kdia резко зависит от геометрических параметров точек, которые могут

несколько отличаться в работах [315, 323] и [329]. Количественное описание экс-

периментальных данных возможно в модели зеемановского механизма, который

требует весьма больших значений g-фактора дырки в плоскости |gh| ≈ 0.1 . . . 0.4.

Этот результат кажется весьма нетривиальным, т.к. для чисто тяжелых дырок

(j = ±3/2) g-фактор в плоскости пренебрежимо мал [3, 34]. Однако в кванто-

вых точках существенную роль может играть смешивание тяжелых и легких ды-

рок [330, 324], что может приводить к росту g-фактора тяжелых дырок в плоско-

сти структуры [99]. Можно ожидать, что в квантовых точках достаточно большого

размера смешивание тяжелых и легких дырок не существенно, и магнитное поле

влияет на тонкую структуру экситона, в основном, за счет орбитального эффек-

та, в то время как в маленьких точках доминирует зеемановский механизм. На

настоящее время требуются дополнительные экспериментальные и теоретические

исследования, нацеленные на выяснение конкретных механизмов подавления ани-
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зотропного расщепления в квантовых точках.

5.2.2 Смешивание оптически активных и неактивных экси-
тонных состояний в квантовых точках тригональной
симметрии

Альтернативным экспериментальным подходом к генерации поляризационно-

запутанных пар фотонов, описываемых уравнением (5.3), является использова-

ние образцов с квантовыми точками, выращенных вдоль оси z′ ‖ [111]. Эта ось

является также осью роста большинства нанопроволок [331, 332], см. [333] в ка-

честве обзора. Преимуществом структур, выращенных вдоль этой оси, является

реализация микроскопически идентичных интерфейсов, это приводит к формиро-

ванию системы, характеризуемой точечной группой симметрии C3v. В отличие от

структур симметрии C2v в таких квантовых точках расщепление анизотропного

дублета запрещено [334, 335]. В ряде работ наблюдалось очень малое . 10 µeV

анизотропное расщепление в квантовых точках [111] непосредственно после роста

(без дополнительной обработки) [336, 337, 338], а также генерация пар запутан-

ных фотонов [325]. Ниже мы приведем экспериментальные данные по поляризо-

ванной фотолюминесценции тригональных квантовых точек, полученные в группе

Т. Амана, К. Мари и Б. Урбажека в университете г. Тулузы (Франция), а затем

представим теоретическую модель, описывающую эти результаты.

Экспериментальные данные

В структурах с квантовыми точками, выращенными вдоль оси z ‖ [001], экспе-

риментальные исследования оптических спектров в продольном магнитном поле

(B ‖ [001]) позволили установить природу и симметрию состояний нейтрального и

заряженного экситонов (трионов), см. например, [3, 339, 340, 341, 342]. Здесь пред-

ставлены экспериментальные и теоретические результаты исследования влияния

продольного магнитного поля B ‖ z′ ‖ [111] в ненапряженных квантовых точ-

ках GaAs/Al0.3Ga0.7As, выращенных вдоль оси [111] методом капельной эпитаксии
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Рис. 5.3: (a) – (c) Спектры фотолюминесценции одиночной квантовой точки в нулевом
поле. (d) – (f) Спектры люминесценции в Bz′ = 5 T, снятые в σ− поляризации (чер-
ная линия/квадраты) и в σ+ поляризации (красная линия/кружки). (g) – (i) Энергии
оптических переходов в зависимости от магнитного поля: черные кружки в поляриза-
ции σ−, красные кружки в поляризации σ+. Над панелями указан электрон-дырочный
комплекс, излучение которого детектировалось (X−-трион, X+-трион, X0 – экситон).
Данные приведены для квантовой точки QD I.
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(droplet epitaxy) [336, 343, 344] на подложке GaAs(111)A. Характерные размеры

квантовых точек составляли '30 Å в высоту и '150 Å в плоскости, подробности

приведены в работе [336]. Оптические исследования выполнялись методами мик-

рофотолюминесценции в условиях линейно поляризованной накачки с энергией

кванта 1.96 eV, чтобы избежать эффектов оптической ориентации спинов носите-

лей и динамической поляризации ядер [345].

На рис. 5.3(a) – (c) представлены линии излучения типичной квантовой точки

(QD I) в нулевом магнитном поле. Анализ экспериментальных данных по тонкой

структуре и оптической ориентации позволил идентифицировать излучение трио-

нов (X−-триона, состоящего из двух электронов в синглетном состоянии и дырки

и X+-триона, состоящего из пары дырок и электрона) и нейтрального экситона

X0. Высокая симметрия образца подтверждается крайне малым анизотропным

расщеплением радиационного дублета, составляющим несколько µeV. Панели (d)

– (f) рисунка 5.3 демонстрируют спектры излучения в циркулярных поляризаци-

ях σ+ и σ−, измеренные в продольном магнитном поле Bz′ = 5 T. Из рисунка

видно качественное отличие спектров излучения X+ и X− трионов в структуре

[111] от спектров квантовых точек, выращенных вдоль [001] и изученных в ра-

ботах [346, 343, 344, 340], где наблюдается зеемановский дублет, в котором одна

линия поляризована σ+, а другая – σ− [346, 343, 344, 340]. В квантовых точках, вы-

ращенных вдоль [111], наблюдается четыре оптических перехода: два из которых

поляризованы σ+, а еще два – σ−. В каждой из поляризаций можно выделить

один более интенсивный переход (мы назовем его “светлым”) и менее интенсив-

ный (“темный”). Такая структура спектра наблюдается для всех исследованных

точек, причем отношение интенсивностей темных и светлых переходов не зависит

от поля |Bz′| для трионов. Четыре линии в спектре излучения наблюдаются и для

нейтрального экситона: в этом случае в полях |Bz′ | > 2T разрешаются две слабые

линии, отстроенные на величину δ0 ' 350µeV от оптически активного дублета.

Величина δ0 соответствует расщеплению между оптически активными и оптиче-
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ски неактивными экситонными состояниями, обусловленному короткодействую-

щему изотропному обменному взаимодействию. Ранее темные состояния экситона

в точках, выращенных вдоль z ‖ [001], наблюдались лишь в сильных попереч-

ных магнитных полях (геометрия Фойгта) [347] или в исключительно высоких

продольных полях в точках пониженной симметрии [346, 340].

Рис. 5.4: (a) – (c) Спектры фотолюминесценции светлого экситона в циркулярных по-
ляризациях. (d) Зеемановское расщепление между максимумами E(σ−) − E(σ+) в за-
висимости от Bz′ : кружки – эксперимент, сплошная линия – теория, штрих-пунктирная
линия – расчет расщепления между собственными состояниями системы с учетом анизо-
тропного расщепления δ1 = 11 µeV. (e) – (g) Рассчитанные спектры фотолюминесценции.
Панели (a) – (g) соответствуют точке QD I. Панель (h) – тоже, что и (d) для QD II.

Другой удивительной особенностью оптических спектров квантовых точек, вы-

ращенных вдоль оси [111], является немонотонная зависимость зеемановского рас-
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щепления светлого экситона, представленная на рис. 5.4 и наблюдаемая в некото-

рых точках.1 Из панели (d) рисунка 5.4 хорошо видно, что зеемановское расщеп-

ление экситонных уровней меняет знак в поле около 4.5 T. Кроме того, величины

зеемановского расщепления экситона драматически меняются от точки к точке

[ср. данные по QD I и QD II, показанные на 5.4(d) и (h)].

Теоретическая модель и обсуждение результатов

Экспериментальные данные, приведенные выше, свидетельствуют о том, что осо-

бенности оптических спектров квантовых точек ориентации [111] связаны с их

тригональной симметрией C3v. Хорошо известно, что в полупроводниках поляри-

зация излучения и правила отбора определяются, главным образом, состояниями

дырки [3, 330, 348, 349], поэтому проанализируем симметрийные требования к со-

стояниям вершины валентной зоны в структурах [111].

Таблица 5.1: Неприводимые представления и примеры базисных функции для точечной
группы симметрии C3v. Здесь используются следующие обозначения: x′, y′, z′ – компо-
ненты вектора, (jx′ , jy′ , jz′), (σx′ , σy′ , σz′) – компоненты псевдовектора.

Обозначение Базисная функция
A1 (Γ1) (скаляр, z′-компонента вектора) 1; x′2 + y′2; z′2; z′;
A2 (Γ2) (z′-компонента псевдовектора) jz′ ; σz′ ; j3

x′ − 3{jx′j2
y′}s

E (Γ3) (компоненты в плоскости вектора (x′, y′); (x′z′, y′z′) ;
или псевдовектора) (jx′ ,−jy′); (σx′ .− σy′)

E1/2 (Γ4) |1/2〉′, | − 1/2〉′

E
(1)
3/2 (Γ5) - i√

2
(|3/2〉′ + i| − 3/2〉′)

E
(2)
3/2 (Γ6) - 1√

2
(|3/2〉′ − | − 3/2〉′)

Введем систему координат x′ ‖ [112̄], y′ ‖ [1̄10] и z′ ‖ [111]. Отметим, что базис-

ные функции состояний тяжелой дырки |3/2〉′, |−3/2〉′ преобразуются по неприво-

димым спинорным представлениям Γ5 + Γ6 (см. таблицу 5.1). Продольное магнит-

ное поле Bz′ относится к представлению Γ2. Ключом к пониманию особенностей
1Зеемановское расщепление экситона определялось методами, описанными в работе [345].
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спектра квантовых точек является то обстоятельство, что прямое произведение

(Γ5 + Γ6)× (Γ∗5 + Γ∗6) = 2Γ1 + 2Γ2

содержит два представления Γ2 [350], поэтому зеемановское расщепление тяже-

лой дырки в базисе |3/2〉′, | − 3/2〉′ описывается гамильтонианом 2 × 2 с двумя

независимыми параметрами:

HB =
1

2
µBBz′

[
gh1 gh2

gh2 −gh1

]
. (5.18)

Здесь gh1 и gh2 – эффективные g-фактора тяжелой дырки. К гамильтониану (5.18)

можно прийти воспользовавшись методом инвариантов: согласно таблице 5.1 име-

ется два инварианта Bz′jz′ (диагональный в базисе | ± 3/2〉′) и Bz′(j
3
x′ − 3{jx′j2

y′}s)

(недиагональный в базисе | ± 3/2〉′). Здесь j = (jx′ , jy′ , jz′) – псевдовектор, со-

ставленный из матриц момента 3/2 в каноническом базисе. Подчеркнем, что те

же аргументы относятся к состояниям тяжелой дырки в тригональных системах

любой размерности, например, для экситона, сформированного из электрона в

L-долинe и дырки Γ+
8 в объемном германии [351]. В обычных структурах, вы-

ращенных вдоль оси z ‖ [001], смешивание тяжелых дырок продольным полем

запрещено, gh2 ≡ 0. Симметрийный анализ показывает также, что в отличие от

структур (001) поперечное поле не смешивает состояния |3/2〉′ и |− 3/2〉′ в первом

порядке по Bx′ , By′ .

В продольном магнитном поле энергии дырок записываются в виде E± =

±ghµBBz′/2, где эффективный g-фактор gh =
√
g2
h1 + g2

h2. Собственные функции

дырок |h,±〉 можно представить в виде линейных комбинаций

|h,+〉 = C1|3/2〉′ + C2| − 3/2〉′ , |h,−〉 = −C2|3/2〉′ + C1| − 3/2〉′ , (5.19)

C1 =

√√√√1

2

(
1 +

gh1√
g2
h1 + g2

h2

)
, C2 = sign(gh2)

√√√√1

2

(
1− gh1√

g2
h1 + g2

h2

)
,

причем коэффициенты C1,2 определяются лишь отношением gh2/gh1 и не зави-

сят от магнитного поля. Если gh2 6= 0, то при рекомбинации электрон-дырочной
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Рис. 5.5: Левая панель: светлые и темные экситонные состояния в QD III в зависимости
от Bz′ . Правая панель: схема рекомбинации X+ триона в квантовой точке тригональной
симметрии, см. уравнение (5.18).

пары разрешены все четыре перехода, причем каждая линия оптически активна

либо в правой, либо в левой циркулярной поляризации. Если же в дополнение

к указанному механизму существенным оказывалось бы смешивание тяжелой и

легкой дырки, то каждая линия была бы оптически активной как в поляризации

σ+, так и в σ−, что не соответствует эксперименту. В качестве иллюстрации на

рис. 5.5 (правая панель) показана схема оптических переходов при рекомбинации

X+-триона. Интенсивности переходов определяются квадратами модулей коэф-

фициентов смешивания |C1|2 и |C2|2 и не зависят от магнитного поля в согласии

с экспериментом. Обработка экспериментальных данных по излучению трионов

позволяет извлечь параметры ge, gh и |gh2|, см. таблицу 5.2, где приведены данные

по пяти квантовым точкам. Во всех изученных квантовых точках gh2 6= 0, при-

чем величины g-факторов меняются от точки к точке и отличаются для X+ и X−

трионов, последнее свидетельствует о роли кулоновского взаимодействия.

Как видно из рисунков 5.3(f) и 5.4(a) – (c) тонкая структура спектров излуче-

ния экситонов более сложная, в частности, излучение темных состояний разгора-
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Таблица 5.2: Значения g-факторов (погрешность ≤ 10%), полученные путем обработки
экспериментальных данных. Для экситона X0 используются величины ge и gh, получен-
ные путем подгонки данных по X+-триону для той же точки, единственным варьируе-
мым параметром был |gh2|, при этом обеспечивается одновременная подгонка расщепле-
ний светлого и темного экситонов.

QD I QD II QD III QD IV QD V
X− : ge 0.49 0.46 0.47 0.48 0.50
gh 0.83 0.71 0.81 0.79 0.74
|gh2| 0.53 0.60 0.53 0.57 0.57

X+ : ge 0.47 0.44 0.44 0.47 0.50
gh 0.71 0.72 0.72 0.72 0.73
|gh2| 0.62 0.72 0.68 0.70 0.72

X0 : |gh2| 0.50 0.68 0.56 0.59 0.65
ge и gh: те же, что и для X+-триона

ется с ростом магнитного поля. Это обусловлено расщеплением между светлыми

и темными состояниями экситона в Bz′ = 0, вызванным короткодействующим

обменным взаимодействием. В квантовой точке тригональной симметрии спектр

экситонных состояний имеет вид

Es,m = sgeµBBz′ +
1

2
(δ0 +mδm) , (5.20)

δm =
√
δ2

0 + (ghµBBz′)2 − 4sgh1µBBz′δ0 .

Здесь и далее предполагается, что δ0 > 0, s = ±1/2 обозначает z′ компоненту

спина электрона, m = ±1 – собственные состояния тяжелой дырки. Отметим, что

анизотропный кубический вклад в короткодействующее обменное взаимодействие

электрона и дырки ∝ σxj
3
x + σyj

3
y + σzj

3
z может приводить к смешиванию светлых

и темных экситонов даже в нулевом поле. В экспериментах, результаты которых

приведены здесь, излучения темных состояний в Bz′ = 0 детектировать не удается,

что свидетельствует о малости кубического вклада в обменное взаимодействие.

Анализ положений уровней Es,m показывает, что зеемановское расщепление
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экситона обращается в нуль не только в магнитном поле Bz′ = 0, но и при

B
(0)
z′ = ±

√
2(gh1 − ge)

gh1

δ0

|gh2|µB
. (5.21)

При выводе формулы (5.21) предполагалось, что ghµBB
(0)
z′ � δ0, и что gh1 − ge

и gh1 одного знака. В противном случае второй нуль зеемановского расщепления

отсутствует. Формула (5.21) показывает большую чувствительность второго нуля

зеемановского расщепления к параметрам структуры, что согласуется с экспе-

риментальными данными: в квантовой точке QD I немонотонность расщепления

наблюдается, а в QD II – нет [ср. 5.4(d) и (h)], для такого качественного изменения

поведения достаточно изменения величины |gh2| примерно на 20%. Кроме того, ин-

тенсивности линий излучения темных состояний в малых полях растут ∝ B2
z′ , а

в больших – насыщаются в согласии с экспериментальными данными. Учет даль-

нодействующего обменного взаимодействия и искажения формы квантовой точки

не приводит к качественным изменениям спектров излучения экситона: на пане-

лях (e) – (g) рисунка 5.4 представлены рассчитанные спектры с учетом малого

δ1 = 11 µeV, эти спектры удовлетворительно согласуются с экспериментальными

данными.

В заключение сделаем несколько замечаний о микроскопической природе

недиагонального g-фактора gh2. В полупроводниках с решеткой цинковой обманки

дырочный гамильтониан в магнитном поле записывается в кубических осях x, y,

z как [157]

HB = −2µB
[
κj ·B + q(j3

xBx + j3
yBy + j3

zBz)
]
, (5.22)

где κ и q безразмерные коэффициенты. Переходя в (5.22) к системе осей x′, y′, z′

получаем следующие выражения для g-факторов дырки, входящих в формулу

(5.18): gh1 = −[6κ+(23/2)q], gh2 = 2
√

2q [351]. Объемное значение q слишком мало,

чтобы объяснить величину наблюдаемого эффекта (q ≈ 0.02 в GaAs [34]).

В низкоразмерных структурах g-фактор дырки может испытывать существен-

ную перенормировку из-за эффектов размерного квантования [112, 352]. В част-
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ности, вклад в gh2 могут вносить спин-орбитальные кубические по волновому век-

тору дырки вклады в эффективный гамильтониан [156, 158]:

Hv3 = αv(j · κκκ) +
δαv
2

[
13

4
j · κκκ−j3

jκj + Viki(k
2
i − k2/3)

]
, (5.23)

где κx = kx(k
2
y − k2

z), . . ., Vx = {jx(j2
y − j2

z )}s, . . ., суммирование по повторяющим-

ся индексам i и j опущено, а αv и δαv – некоторые константы. В осях x′, y′, z′

необходимый вклад в гамильтониан можно представить в виде

Hv3 = − δαv

12
√

3
(j3
x′ − 3{jx′j2

y′}s) Im(kx′ − iky′)
3,

Заменив в магнитном поле k на k − (eA/c~), где A – векторный потенциал поля

получаем

gh2 =
δαvm0

2
√

3~2

∫
drFhh1(r)

(
∂

∂x′
− i

∂

∂y′

)2

(x′ − iy′)Fhh1(r), (5.24)

где Fhh1(r) – волновая функция размерного квантования дырки в квантовой точ-

ке. Видно, что в этой модели gh2 возникает только с учетом тригональной сим-

метрии латерального потенциала: функция Fhh1(r) должна содержать нулевую и

третью угловые гармоники проекции r в плоскость (x′y′). В рамках этой модели

|gh2| ∼ 0.1 в случае, если вклады нулевой и третьей гармоник в функцию Fhh1(r)

сопоставимы. Отметим, что в квантовых точках в форме правильной треуголь-

ной пирамиды ненулевой вклад в gh2 может возникать в рамках гамильтониана

Латтинжера даже в сферическом приближении, за счет индуцированного магнит-

ным полем и гетеропотенциалом смешивания тяжелых и легких дырок. Оценки

показывают, что в этой модели величина gh2 ∼ 0.5 . . . 1 для параметров квантовых

точек, изученных в эксперименте.2

5.3 Тонкая структура энергетического спектра па-
ры локализованных электронов

Хорошо известно, что кулоновское (обменное) взаимодействие между электрона-

ми приводит к расщеплению состояний пары носителей на синглет и триплет, ха-
2Этот результат получен совместно с М.В. Дурневым.
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рактеризующихся антисимметричной и симметричной волновыми функциями по

отношению к перестановкам спинов [68]. Триплетное состояние пары носителей

заряда характеризуется полным спином S = 1 и тремя возможными проекциями

на заданную ось Sz = 1, 0 и −1. Низкая симметрия полупроводниковых нанострук-

тур должна приводить к расщеплению триплетных состояний. В частности, для

пары электронов локализованных в анизотропной квантовой точке можно ожи-

дать, что вырождение триплета будет полностью снято, и собственные состояния

будут характеризоваться Sz = 0 и линейными комбинациями состояний с Sz = ±1

наподобие состояний локализованного экситона.

Микроскопической причиной снятия спинового вырождения состояний пары

электронов является спин-орбитальная связь. В первую очередь она приводит к

возникновению спин-зависимых членов в гамильтониане электрона в структурах

без центра пространственной инверсии, роль которых в процессах спиновой ре-

лаксации и дефазировки детально анализировалась в главах 3 и 4 диссертации.

Проявление нечетных по волновому вектору электрона спин-зависимых членов в

процессах обменного взаимодействия электронов было проанализировано в рабо-

тах К.В. Кавокина [353, 354], см. также [355]. Было показано, что трехкратное

вырождение триплетных состояний не снимается вплоть до четвертого порядка

по константе спин-орбитальной связи [355].

Однако в объемных полупроводниках, квантовых ямах и квантовых проволо-

ках, где движение носителей заряда по крайней мере в одном из направлений

свободно, спин-орбитальное взаимодействие может проявляться не только в виде

расщепления ветвей дисперсии электронов, но и в процессах рассеяния носите-

лей заряда [356]. Возможность электрон-электронного или дырочно-дырочного

столкновения с переворотом спина одного из носителей обсуждалось в рабо-

тах [357, 264, 358]. В статье [358] обсуждалось влияние спин-зависимых членов

в матричных элементах межэлектронного взаимодействия на асимметричный об-

мен, однако возможность снятия вырождения триплетного состояния не рассмат-
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ривалась. В данном разделе предложен механизм полного снятия вырождений

триплетного состояния пары электронов, локализованных в одиночной или двой-

ной квантовой точке. Тонкая структура уровней возникает за счет спин-зависимых

поправок к кулоновскому взаимодействию во втором порядке по параметру спин-

орбитальной связи.

5.3.1 Симметрийный анализ

Выполним феноменологический анализ тонкой структуры триплетных состояний

пары электронов в квантовом диске. Для определенности будем рассматривать

квантовые диски или двойные квантовые точки, расположенные в одной плоско-

сти, выращенные из материалов типа GaAs вдоль оси z ‖ [001]. Предположим, что

радиус диска a или эффективные длины локализации ax′ , ay′ по главным осям

x′ ‖ [11̄0] и y′ ‖ [110] в плоскости структуры существенно превышают высоту дис-

ка d. Будем считать, однако, что кулоновское взаимодействие между носителями

заряда слабо по сравнению с эффектами размерного квантования, и учитывать

вклады (5.34) в эффективный гамильтониан как малое возмущение. Таким обра-

зом, в системе предполагается следующая иерархия энергий: размерное квантова-

ние вдоль оси роста z, размерное квантования в плоскости структуры, кулонов-

ское взаимодействие (без учета спин-орбитальных поправок) и спин-орбитальные

поправки к межчастичному взаимодействию.

Схема структуры и классификация орбитальных состояний пары электрона

в квантовой точке показана на рис. 5.6(b). Основное состояние двух электронов

является спиновым синглетом, характеризующимся одинаковыми орбитальными

функциями, принадлежащими основному уровню размерного квантования носите-

лей. Следуя терминологии, введенной для электрон-дырочных пар, см. разд. 5.2.1,

такое состояние будем обозначать орбитальным состоянием SS. Это состояние ха-

рактеризуется симметричной относительно перестановок электронов орбитальной

волновой функцией, его спиновая часть – синглетная. Перейдем к анализу возбуж-

денных состояний. Мы сосредоточимся на ближайших по энергии возбужденных
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(a)
Isotropic QD Anisotropic QD

(b)

Рис. 5.6: (a) Схематическое изображение аксиально-симметричного диска и анизотроп-
ного диска (вид сверху). (b) Иллюстрация энергетического спектра орбитальных состо-
яний. Показано расщепление триплета SP , обусловленное анизотропией латерального
потенциала. Аналогичным образом расщеплен возбужденный синглет SP (не показано).
Расщепления показаны без соблюдения масштаба.

состояниях, когда один из электронов находится в S-орбитальном состоянии, а

другой – в одном из P состояний. Соответствующие состояния пары обозначают-

ся как SPx′ и SPy′ (с узлом волновой функции на оси y и x, соответственно). В

аксиально симметричных системах эти состояния вырождены, однако анизотро-

пия латерального потенциала приводит к их расщеплению.

Начнем анализ со случая достаточно анизотропного диска, где уровни SPx′ и

SPy′ независимы. В пренебрежении спин-орбитальным взаимодействием каждое

из SP состояний расщеплено обменным взаимодействием на спиновый синглет

и триплет. Для феноменологического анализа тонкой структуры энергетического

спектра триплетных состояний воспользуемся методом инвариантов и составим

эффективный гамильтониан для данного триплетного состояния SPi (i = x или y)

из компонент оператора суммарного спина 1: Ŝα (α = x, y, z). Симметрия к обраще-

нию знака времени разрешает лишь квадратичные по операторам Ŝα комбинации,

поэтому в анизотропных дисках с главными осями x, y и z инвариантами явля-

ются Ŝ2
x, Ŝ2

y и Ŝ2
z . В результате эффективный гамильтониан можно представить

как

∆̂ii = AiŜ2
x + BiŜ2

y − (Ai + Bi)Ŝ2
z , (5.25)

где Ai и Bi – некоторые константы. Члены, пропорциональные Ŝ2
z добавлены, что-
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Anisotropic QD Isotropic QD(a) (b)

Рис. 5.7: (a) Схематическая иллюстрация тонкой структуры триплетных состояний па-
ры электронов в анизотропном квантовом диске. Функции |0〉, |x′〉 и |y′〉 обозначают
спиновые состояний (с mz = 0 и две линейные комбинации mz = ±1). Нижние индек-
сы x′ и y′ обозначают орбитальные состояниях SPx′ и SPy′ , соответственно. (b) То же
для изотропного диска. Здесь 0L, 0U , ±1 и ±2 обозначают проекцию на ось z полного
момента.

бы исключить общий сдвиг энергии “центра масс” триплета. Таким образом, каж-

дое триплетное состояние расщепляется на три подуровня, один из которых от-

вечает проекции полного спина mz = 0, а два оставшихся являются линейными

комбинациями состояний mz = ±1, см. рис. 5.7(a). Эти комбинации имеют вид

|x′〉 = (|+ 1〉+ | − 1〉)/
√

2, |y′〉 = −i(|+ 1〉 − | − 1〉)/
√

2,

и они подобны спиновым частям волновой функции экситона в анизотропной кван-

товой точке [3, 290], ср. с рис. 5.1. Такая тонкая структура триплетных состояний

специфична для анизотропных квантовых дисков, где орбитальные состояния SPx′

и SPy′ расщеплены по энергии.

В изотропных дисках орбитали SPx′ и SPy′ вырождены по энергии и, посколь-

ку вращение на π/2 вокруг оси z переводит одну орбиталь в другую, то их нельзя

рассматривать независимо. Эффективный спиновый гамильтониан содержит как
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диагональную по орбитальным состояниям часть ∆̂ii, так и недиагональную, ∆̂ij

(i 6= j). При этом диагональная часть гамильтониана дается уравнением (5.25) с

Ax = By, Ay = Bx, а недиагональную можно представить как

∆̂xy = ∆̂yx = (Ax − Bx){Ŝx, Ŝy}sym, (5.26)

где {Â, B̂}sym = (ÂB̂ + B̂Â)/2. Уровни можно классифицировать по проекции

полного момента (спинового и орбитального) на ось z, Fz, при этом есть два невы-

рожденных подуровня 0L и 0U с Fz = 0 и два двукратно вырожденных подуровня

с Fz = ±1 и ±2. Схематически структура уровней представлена на рис. 5.7(b).

5.3.2 Спин-орбитальные вклады в электрон-электронное
взаимодействие

Расчет тонкой структуры спектра локализованных носителей заряда удобно вы-

полнять в два этапа: вначале вывести эффективный гамильтониан взаимодействия

двух электронов в квантовой яме, а затем найти матричные элементы полученного

гамильтониана на волновых функциях электронов, локализованных в плоскости

структуры.

Известно, что спин-орбитальное взаимодействие электронов в зоне проводимо-

сти (Γc
6) определяется, главным образом, k ·p смешиванием с состояниями валент-

ной зоны (Γv
8, Γv

7). Эффекты, связанные с отсутствием центра пространственной

инверсии в таком подходе можно учесть, включив в рассмотрение далекие зоны

проводимости симметрии Γc
8, Γc

7. При условии, что зазор E ′g между зонами Γc
6 и

Γc
8 существенно превосходит ширину запрещенной зоны Eg (между Γc

6 и Γv
8), и

что спин-орбитальное расщепление ∆′ между зонами Γc
8, Γc

7 мало по сравнению с

E ′g, зонную структуру удобно описывать в рамках расширенной 8-и зонной моде-

ли, включив в матричные элементы k · p взаимодействия зоны проводимости и

валентной зоны квадратичные по k члены [156, 157].

Волновая функция свободного электрона в квантовой яме, выращенной вдоль
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оси z ‖ [001], может быть представлена в виде [128, 359]

Ψs,k(ρ, z) = eikρ[Sr + iRr · (Aκ̂K − iBσ̂ × κ̂K)]ϕ(z) |χs〉. (5.27)

Здесь r = (ρ, z) – радиус-вектор электрона, ϕ(z) – огибающая волновой функ-

ции, описывающая размерное квантование электрона вдоль оси роста, Sr и Rr =

(Xv
r,Y

v
r,Z

v
r) блоховские амплитуды s- и p-типа, описывающие состояния в валент-

ной зоне и зоне проводимости в Γ точке, соответственно, |χs〉 – спинор. Параметры

A = P (3Eg + 2∆)/[3Eg(Eg + ∆)] и B = −P∆/[3Eg(Eg + ∆)], ∆ – спин-орбитальное

расщепление валентной зоны (расстояние между Γv
8 и Γv

7), P = i~pcv/m0 – па-

раметр Кейна. Уравнение (5.27) применимо при условии, что энергия электрона,

отсчитанная от дна зоны проводимости, мала по сравнению с Eg и ∆. Вектор κ̂K

описывает k · p смешивание валентной зоны и зоны проводимости. В кубических

осях (x ‖ [100], y ‖ [010]) его компоненты имеют вид

κ̂K,i = K̂i − iβK̂i+1K̂i+2, (5.28)

где K̂ = (k,−i∂/∂z) – волновой вектор электрона, в формуле (5.28) предпола-

гается циклическое правило относительно нижних индексов (i + 3 = i), кон-

станта β связанна с объемным параметром Дрессельхауза в (3.3) αc как β =

αc/2BP [156, 157, 139]. Квадратичные по K члены в (5.28) отражают отсутствие

центра пространственной инверсии в группе симметрии Td объемного материала.

Для построения эффективного гамильтониана, описывающего рассеяние пары

электронов из состояний (ks,k′s′) в состояния (ps1,p
′s′1) с учетом как неразличи-

мости носителей, так и спин-орбитального взаимодействия, необходимо рассчитать

матричные элементы кулоновского потенциала

V (r1 − r2) =
e2

κ|r1 − r2|
,

между детерминантами Слейтера, построенными на функциях (5.27). Здесь e –

элементарный заряд, κ – статическая диэлектрическая проницаемость. Посколь-

ку кулоновское взаимодействие является малым возмущением, достаточно рас-
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считать элементы V (r1−r2) на несимметризованных функциях, а затем их (анти-

)симметризовать [360]. Введем вспомогательную функцию µ̂(z,k→ p, σ̂):

µ̂(z,k→ p, σ̂) = ϕ2(z) + iξ {σ̂z[p× k]ϕ2(z)− i[σ̂ × (p+ k)]zϕ
′(z)ϕ(z)+ (5.29)

iβ[σ̂x(px + kx)− σ̂y(py + ky)][ϕ
′(z)]2− iβ[σ̂xpyky(px + kx)− σ̂ypxkx(py + ky)]ϕ

2(z)} ,

где параметр [ср. с (3.23)]

ξ = 2AB +B2 = −P
2

3

∆(2Eg + ∆)

E2
g (Eg + ∆)2

(5.30)

характеризует силу спин-орбитального взаимодействия. Его значения для некото-

рых полупроводников приведены в таблице 3.1. Окончательно,

M(ks,k′s′ → ps1,p
′s′1) = δk+k′,p+p′

∫
dz1dz2V (p− k, z1 − z2)×

〈χs1χs′1|µ̂(z1,k→ p, σ̂(1))µ̂(z2,k
′ → p′, σ̂(2))|χsχs′〉. (5.31)

Здесь V (q, z) = Ξ−1
∫
V (r)e−iqρdρ – фурье-образ кулоновского потенциала, Ξ –

нормировочная площадь, q = p− k, операторы σ̂(1) и σ̂(2) действуют на спиноры

первого и второго электрона |χs〉, |χs1〉 и |χs′〉, |χs′1〉, соответственно.

Ниже будем рассматривать простую модель асимметричной квантовой ямы

ширины d с бесконечными барьерами, на которую наложен латеральный потенци-

ал. Огибающая волновой функции электрона может быть представлена в виде

ϕ(z) =

√
2

d

[
cos
(πz
d

)
+ α sin

(
2πz

d

)]
, −d/2 6 z 6 d/2. (5.32)

Возможная асимметрия квантовой ямы учитывается вторым членом в квадратных

скобках, предполагается что α� 1. Введем форм-факторы

F kl
ij (q) =

∫
dz1dz2e

−q|z1−z2|[ϕ(z1)]i[ϕ(z2)]j[ϕ′(z1)]k[ϕ′(z2)]l,

где i, . . . , l – обозначают степени. Матричный элемент в (5.31) можно представить

в виде спин-независимого вклада, M (0), вкладов, линейных по спиновым операто-

рам σ̂(1) и σ̂(2), M (1), и квадратичных по спиновым операторам вкладов M (2). В
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пренебрежении эффектами непараболичности для спин-независимого вклада име-

ем [ср. с (4.25)]

M (0)(ks,k′s′ → ps1,p
′s′1) =

2πe2

Ξκq
δk+k′,p+p′δs,s1δs′,s′1F

00
22 (q), (5.33)

причем F 00
22 (q) = 1 при qd � 1. Линейные по спиновым операторам вклады отве-

чают за асимметричное рассеяние. Учитывая лишь члены, линейные по ξ, имеем

M (1)(ks,k′s′ → ps1,p
′s′1) = ξ

2πe2

Ξκq
δk+k′,p+p′

〈χs1χs′1|[σ̂
(1) × (p+ k)]zF

10
12 (q) + [σ̂(2) × (p′ + k′)]zF

01
21 (q)−

β[σ̂(1)
x (px + kx)− σ̂(1)

y (py + ky)]F
20
02 (q)−

β[σ̂(2)
x (p′x + k′x)− σ̂(2)

y (p′y + k′y)]F
02
20 (q) +

iσ̂(1)
z [p× k]zF

00
22 (q) + iσ̂(2)

z [p′ × k′]zF 00
22 (q) ]} |χsχs′〉. (5.34)

Здесь мы привели лишь вклады, линейные и квадратичные по волновым векто-

рам. Первая строка уравнения (5.34) описывает вклады типа Рашбы в электрон-

электронное взаимодействие, они аналогичны членам, связанным со структур-

ной инверсионной асимметрией в матричном элементе взаимодействия электро-

на с примесью или фононом [128, 361]. В нашей модели, однако, форм-факторы

F 10
12 = F 01

21 ≡ 0, поскольку они описывают z-компоненту электрического поля, со-

здаваемого одним электроном и действующим на другой. Т.к. огибающие функции

электронов одинаковы, то z-компонента поля отсутствует. Члены ∝ β связаны с

объемной инверсионной симметрией. Соответствующие форм-факторы имеют при

qd � 1 вид F 20
02 (q) = F 02

20 (q) = π2/d2. Наконец, последняя строчка в (5.34) описы-

вает моттовское рассеяние электрона на электроне.

За спин-спиновое взаимодействие электронов и, соответственно, тонкую струк-
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туру спектра локализованных носителей заряда, отвечают квадратичные члены

M (2)(ks,k′s′ → ps1,p
′s′1) = ξ2 2πe2

Ξκq
δk+k′,p+p′

〈χs1χs′1|
{

[σ̂(1) × (p+ k)]z[σ̂
(2) × (p′ + k′)]zF

11
11 (q)+

β2[σ̂(1)
x (px + kx)− σ̂(1)

y (py + ky)][σ̂
(2)
x (p′x + k′x)− σ̂(2)

y (p′y + k′y)]F
22
00 (q)−

β[σ̂(1)
x (px + kx)− σ̂(1)

y (py + ky)][σ̂
(2) × (p′ + k′)]zF

21
01 (q)−

β[σ̂(1) × (p+ k)]z[σ̂
(2)
x (p′x + k′x)− σ̂(2)

y (p′y + k′y)]F
12
10 (q)−

([p× k]σ̂(1))([p′ × k′]σ̂(2))F 00
22 (q)

]}
|χsχs′〉. (5.35)

Здесь приведены вклады, содержащие вторые и четвертые степени волновых век-

торов (члены с нечетными степенями не вносят вклад в тонкую структуру двух-

электронных уровней, учет более высоких степеней k, p, . . . не приводит к ка-

чественным изменениям результатов). Асимптотические выражения для форм-

факторов в узких ямах таковы: (qd � 1) F 11
11 (q) = 3q/(4d), F 22

00 (q) = π4/d4,

F 12
10 (q) = F 21

01 (q) = −128αq/(15d2).

5.3.3 Тонкая структура уровней двух электронов: микроско-
пический расчет

Рассмотрим два электрона с огибающими волновыми функциями в плоскости оди-

ночной квантовой точки или двойной квантовой точки ψ1(ρ1), ψ2(ρ2). Волновая

функция триплетного состояния имеет вид

Ψ(ρ1,ρ2) = N [ψ1(ρ1)ψ2(ρ2)− ψ1(ρ2)ψ2(ρ1)] , (5.36)

где N – нормировочная константа. Синглет-триплетное расщепление определяет-

ся, главным образом, обменным кулоновским взаимодействием и, в пренебрежении

спин-орбитальной связью, равно 2Ue, где

Ue =
2N e2

κ

∫
dρ1dρ2

|ρ1 − ρ2|
ψ1(ρ1)ψ2(ρ1)ψ2(ρ2)ψ1(ρ2). (5.37)

Предполагается, что величина Ue существенно превышает расщепления триплет-

ных состояний, обусловленные спин-орбитальным взаимодействием.
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Тонкая структура триплетных состояний электронов в квантовых дис-
ках (одиночных квантовых точках)

Начнем со случая квантового диска, где локализация носителей заряда в плос-

кости структуры описывается параболическим потенциалом. Волновые функции

ψ1(ρ) и ψ2(ρ) для SPx′ триплетного состояния имеют вид

ψ1(ρ) =
1√

2πa2
e−ρ

2/4a2 , ψ2(ρ) =
x′

a
ψ1(ρ). (5.38)

Здесь a – эффективный радиус диска. Будем считать, что точка слегка вытяну-

та вдоль оси x′, таким образом орбиталь Px′ (5.38) ниже по энергии, чем орби-

таль Py′ , описываемая волновой функцией (y′/a)ψ1(ρ). Пренебрежем деформаци-

ей волновых функций, обусловленной геометрической формой квантовой точки,

ее учет приведет к малым поправкам к коэффициентам Ai, Bi. В рамках данной

модели расщепление между синглетным и триплетным состояниями составляет

2Ue =
√
πe2/(4κa). Параметры A и B в формуле (5.25) удобно выразить через кон-

станты δ⊥ и δzz, описывающие расщепления между “линейно-поляризованными”

состояниями и между состоянием с mz = 0 и одним из линейно поляризованных

подуровней, а именно с |y′〉, как это показано на рис. 5.7(a):

A = −2

3
(δ⊥ + δzz), B =

2

3
(2δ⊥ − δzz). (5.39)

Расчет матричных элементов согласно (5.35) на антисимметризованных функциях

(5.36) приводит к следующим выражениям для констант δzz и δ⊥:

δzz = −ξ2

√
πe2

32κa5
, δ⊥ = −ξ2 e

2

κd

[
3

8a4
+
π9/2β2

2d3a3
− 128αβ

15da4

]
. (5.40)

Из формулы (5.40) следует, что имеется три вклада в величину расщепления

между “линейно-поляризованными” состояниями δ⊥: первый член в квадратных

скобках не связан с отсутствием центра инверсии в структуре, второй обусловлен

объемной инверсионной асимметрией, а третий возникает в результате интерфе-

ренции объемной и структурной инверсионной асимметрии и пропорционален αβ.

Уравнение (5.40) показывает, что спиновое вырождение триплетных состояний
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полностью снято в анизотропных квантовых точках за счет совместного действия

спин-орбитального и кулоновского взаимодействия.

Рис. 5.8: Два варианта расположения подуровней триплетного состояния пары электро-
нов в анизотропной квантовой точке. (a) пренебрежимо малая структурная инверсионная
асимметрия (δ⊥ < 0), (b) сравнимые величины структурной и объемной инверсионной
асимметрии (δ⊥ > 0). Расщепления показаны не в масштабе.

Отметим, что в зависимости от знаков и величин констант α и β знак параметра

δ⊥ может быть любым. В пренебрежении структурной инверсионной асимметрией

δ⊥ < 0, если же вклад ∝ αβ большой и отрицательный, то δ⊥ > 0. При этом, если

δ⊥ < 0, то состояние с mz = 0 лежит между уровнями |x′〉 и |y′〉, см. рис. 5.8(a), в

противном случае оно лежит выше дублета |x′〉, |y′〉, рис. 5.8(b). Поскольку δzz < 0,

то состояние |0〉 всегда имеет энергию большую, чем энергия состояния |y′〉.

В изотропных квантовых дисках или квантовых точках с квадратным осно-

ванием орбитали SPx′ и SPy′ , как отмечалось выше, вырождены, а собственные

состояния характеризуются проекцией полного момента на ось роста структуры.

Переход между предельными случаями изотропного и анизотропного потенциалов

проиллюстрирован на рис. 5.9, где показаны положения подуровней в зависимо-

сти от степени степени анизотропии квантового диска, характеризуемой отноше-

нием расщепления между SPx′ и SPy′ орбитальными состояниями к δzz. В расчете

предполагалось, что расстояние до синглетных состояний SS и SP существенно

превышает показанные на рисунке расщепления.
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Рис. 5.9: Зависимость расщеплений триплетных состояний от анизотропии квантового
диска. Обозначения соответствуют рис. 5.7(a) и 5.8(a), δ⊥/δzz = 3.

Тонкая структура триплетных состояний электронов в двойных кванто-
вых точках

Тонкая структура спектра триплетных состояний пары электронов в двойных

квантовых точках и в туннельно-связанных квантовых точках аналогично тонкой

структуре спектра пары электронов, локализованных в одиночной анизотропной

квантовой точке. Будем описывать волновые функции электрона в каждой точке

гауссовыми огибающими [358]

ψ1(ρ) =
1√
2πa

e−ρ
2/4a2 , ψ2(ρ) =

1√
2πa

e−(ρ−L)2/4a2 , (5.41)

где L – вектор, соединяющий центры квантовых точек. Предполагается, что пе-

рекрытие между этими состояниями ∼ exp (−L2/4a2) мало, поэтому орбитальная

часть волновой функции пары частиц записывается в виде (5.36), нормировочная

константа при этом имеет вид N = [2 − 2 exp (−L2/4a2)]−1/2 ≈ 1/
√

2. Параметр

обменного взаимодействия Ue, определенный в формуле (5.37), приближенно ра-

вен Ue ≈ 0.89 exp (−L2/4a2)e2/(κa) (коэффициент получен путем аппроксимации

численного расчета), величина Ue считается большей, чем расщепления, обуслов-

ленные спин-орбитальной связью.
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Пренебрегая вкладами, обусловленными отсутствием центра инверсии в систе-

ме, получаем для величин

δzz = −0.014
e2ξ2

a5κ
L2

a2
e−

L2

4a2 , δ⊥ = − 3e2ξ2

32da4κ
L2

a2
e−

L2

4a2 . (5.42)

(Коэффициент в выражении для δzz получен путем аппроксимации численного

расчета). Качественно структура уровней такая же, как для анизотропного диска.

Ориентация собственных состояний в этом случае жестко связана с направлением

оси L. В общем случае, когда учитываются и объемная и структурная инверси-

онная асимметрия, спектр состояний и собственные функции чувствительны к

ориентации вектора L по отношению к кристаллографическим осям системы.

Сравним характерную величину расщепления |δzz| и энергию обменного взаи-

модействия электронов Ue в системе с одиночной и двойной квантовой точкой:

∣∣∣∣δzzUe
∣∣∣∣ ≈ ξ2

a4
×

 0.25, одиночная точка,

0.016
L2

a2
, двойная точка.

Из этих формул следует, что несмотря на то, что абсолютные значения расщеп-

лений уменьшаются с увеличением расстояний между точками L, отношение рас-

щепления триплетных состояний к расстоянию между синглетом и триплетом воз-

растает.

В заключение проанализируем роль спинового расщепления электронных зон в

формировании тонкой структуры триплетных состояний пары носителей заряда.

Если расстояние между центрами туннельно-связанных квантовых точек L значи-

тельно превосходит их размер a то, согласно работам [353, 355] в низшем порядке

спиновое расщепление зоны проводимости можно устранить с помощью унитарно-

го преобразования, наподобие того, как это делается в одномерных системах [231].

Таким образом, обменное взаимодействие между электронами описывается тем

же гамильтонианом, что и в отсутствии спинового расщепления зоны (5.25), но

собственные состояния отличаются из-за того, что они соответствуют теперь “по-

вернутым” (за счет унитарного преобразования) спинам. Дополнительный вклад
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в δzz могут вносить члены высокого порядка по спиновому расщеплению зоны

проводимости [355].

Отметим, что тонкая структура энергетического спектра пары локализованных

электронов может проявляться как в спектрах излучения возбужденных состоя-

ний X−-триона, см. например, [45], так и в спектрах излучения двукратно заря-

женных экситонов X2−. В рамках данной модели возможно качественное описа-

ние спектров излучения X2− комплексов, измеренных в группе В.Д. Кулаковского

(ИФТТ РАН) [362], см. [A22]. Поскольку величины расщепления весьма чувстви-

тельны к параметрам структуры, то в ансамблях квантовых точек тонкая струк-

тура энергетического спектра триплетных состояний пары электронов может при-

водить к дефазировки спинов носителей, аналогично тому, как это наблюдается

для нульмерных экситонов [3].

5.4 Оптический спиновый эффект Холла

Как было показано выше, составные частицы с целым спином обладают важной

особенностью, отличающей их от частиц с полуцелым спином – спиновое вырожде-

ние основного состояния для локализованных экситонов и пар электронов может

быть снято. Другой отличительной особенностью частиц с целым спином являет-

ся то обстоятельство, что эти частицы подчинены статистике Бозе-Эйнштейна.

Бозоны могут накапливаться в основном состоянии и формировать конденсат,

т.е. макроскопически когерентное состояние материи [363]. В объемной системе

бозонов конденсация наступает при температуре, когда тепловая длина волны

λT ∼
√

~2/(mkBT ), где m – масса бозона, оказывается сопоставима с характер-

ным межчастичным расстоянием расстоянием 1/ 3
√
N , где N – концентрация ча-

стиц. Критическую температуру можно оценить как

Tc ∼
~2N2/3

mkB
, (5.43)

и она тем выше, чем меньше масса частиц. Экспериментально эффект конденсации

наблюдался в 1995 году для атомов рубидия при температуре около 170 nK [364].
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Рис. 5.10: Полупроводниковый квантовый микрорезонатор с квантовой ямой (QW) и
схематическое изображение экспериментальной конфигурации для исследования опти-
ческого спинового эффекта Холла: на микрорезонатор падает линейно поляризованный
свет в геометрии наклонного падения, детектируется циркулярная поляризация излуче-
ния с угловым разрешением.

Эффективная масса экситонов в полупроводниках на три порядка величины мень-

ше, чем масса атомов рубидия, поэтому можно ожидать, что их бозе-конденсация

происходит при гораздо более высоких температурах. С конца 1960-х годов ведутся

активные теоретические и экспериментальные исследования коллективных явле-

ний в различных экситонных системах, включая экситоны в объемных полупро-

водниках, одиночных и двойных квантовых ямах, а также возбуждения экситонно-

го типа в режиме квантового эффекта Холла [365, 366, 367, 368, 369, 370, 371, 372].

Особую роль в исследовании экситонных коллективных явлений играют структу-

ры с квантовыми микрорезонаторами, где квантовая яма зажата между двумя

брегговскими зеркалами, см. рис. 5.10. В таких системах энергия возбуждения эк-

ситона соответствует энергии плененного между зеркалами фотона и достигается

режим сильной связи двумерного экситона и фотона [373, 374, 375].

Экситонные поляритоны (или просто поляритоны) – квазичастицы, сформи-

рованные в результате светоэкситонного взаимодействия [376, 377] наследуют

очень малую эффективную массу от фотона (∼ 10−4m0, где m0 – масса сво-

бодного электрона, конечность массы поляритона обусловлена размерным кван-

тованием фотонной моды), поэтому в квантовых микрорезонаторах удалось на-

204



блюдать бозе-эйнштейновскую конденсацию при температурах вплоть до комнат-

ной [378, 379, 380, 381].3 Наряду с коллективными явлениями, в полупроводни-

ковых микрорезонаторах активно изучаются линейные и нелинейные эффекты,

связанные с проявлениями взаимодействия экситонов друг с другом, а также яв-

ления, обусловленные взаимодействием экситонных поляритонов с окружением

(внешними полями, фононами и неизбежными флуктуациями потенциала, обу-

словленными несовершенствами структуры) [375, 383, 384, 385, 386, 387, 388, 389].

Такие исследования определили большой интерес к спиновым свойствам экси-

тонных поляритонов. Вслед за пионерскими экспериментальными работами [390,

391], появилось множество теоретических исследований [392, 393, 394], см. также

обзор [395]. В данном разделе будет разработана теория конверсии линейной по-

ляризации света в циркулярную в структурах с квантовыми микрорезонаторами.

Этот эффект получил название оптического спинового эффекта Холла, и может

приводить к возникновению потоков поляризованных по спину частиц по аналогии

со спиновым эффектом Холла для электронов [19, 396, 397, 398, 399, 400, 401, 402].

5.4.1 Качественная модель

Подобно состояниям экситона, спиновые состояния экситонных поляритонов ха-

рактеризуются проекциями момента ±1 на ось роста структуры. Состояния с за-

данной проекцией углового момента излучают циркулярно-поляризованный свет,

а их линейные комбинации соответствуют, в общем случае, эллиптически поля-

ризованному излучению. Для описания спиновых состояний экситонных поля-

ритонов удобно использовать формализм псевдоспина. Движущей силой дина-

мики спинов экситонных поляритонов является расщепление их энергетическо-

го спектра (продольно-поперечное, LT или TE-TM расщепление) [403]. Наподобие

анизотропного расщепления оптически активных состояний нульмерного эксито-

на (5.2), а также спиновых расщеплений Дрессельхауза и Рашбы спектра элек-
3Речь идет о двумерной системе где, строго говоря, фазовые переходы отсутствуют, однако

при низких температурах корреляционная функция спадает по степенному закону [382].
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тронов, продольно-поперечное расщепление можно представить как эффективное

магнитное поле, зависящее от величины и направления волнового вектора поляри-

тона k в плоскости структуры. Частота прецессии псевдоспина поляритона может

быть записана в рамках изотропного приближения как [392, 403]

Ωk = Ω(k)[cos 2ϕk, sin 2ϕk, 0], (5.44)

где Ω(k) – некоторая функция модуля волнового вектора k, ϕk – угол между k и

осью x структуры. Угловое распределение вектора Ωk представлено на рис. 5.11(c)

оранжевыми стрелками. Отметим, что компоненты Ωk описываются вторыми уг-

ловыми гармониками волнового вектора, поскольку переворот псевдоспина сопро-

вождается изменением углового момента экситонного поляритона на 2. В этом

состоит качественное отличие спинового расщепления поляритонов и электронов,

для последних, как обсуждалось в главе 3, спиновое расщепление содержит нечет-

ные гармоники вектора k. В реальных микрорезонаторах точечная симметрия си-

стемы может описываться группой C2v, в этом случае вектор Ω может содержать

дополнительные вклады, главным из которых является вклад, описываемый ну-

левой угловой гармоникой [404, 405, 406]. Эффекты конверсии поляризации, свя-

занные с понижением симметрии, описаны в статьях [406, 407] и здесь не рассмат-

риваются.

Оптический спиновый эффект Холла наблюдается в геометрии наклонного

падения линейно поляризованного (TE или TM) излучения на микрорезонатор

(рис. 5.10). Таким образом возбуждается собственное спиновое состояние экситон-

поляритонов (псевдоспин sk0 ‖ Ωk0 , где k0 – волновой вектор состояния, в которое

происходит накачка). Рассмотрим теперь акт упругого рассеяния в результате ко-

торого поляритон переходит из состояния с волновым вектором k0 в состояние с

волновым вектором k. Согласно классической теории рэлеевского рассеяния поля-

ризация не меняется, поэтому непосредственно после рассеяния псевдоспин поля-

ритона sk = sk0 , вообще говоря, не параллелен эффективному полю Ωk и начинает

прецессировать. Иными словами, в результате рассеяния экситонный поляритон
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Рис. 5.11: (a), (b) Сфера Пуанкаре и поляризация поляритона в зависимости от ори-
ентации его псевдоспина. Схематически показана прецессия псевдоспина, изначально
ориентированного по оси x (соответствует линейной поляризации в осях xy). Показана
прецессия псевдоспина в поле Ωk (оранжевая стрелка) в случае, когда поле направлено
против оси y [панель (a)] и по оси y [панель (b)]. (c) Ориентация вектора Ωk в импульс-
ном пространстве (оранжевые стрелки) и направление псевдоспина поляритона после
упругого рассеяния и прецессии. Изначально экситонные поляритоны характеризова-
лись волновым вектором k0 ‖ x и псевдоспином sk0 ‖ x.
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оказывается в когерентной суперпозиции спиновых состояний для данного волно-

вого вектора (TE и TM мод, соответствующих данному k), и возникают кванто-

вые биения [3]. Схематически прецессия псевдоспина изображена на рис. 5.11(a),

(b). Можно убедиться, что направление прецессии псевдоспина противоположно

для противоположных углов рассеяния по отношению к плоскости падения. На

рис. 5.11(с) показано угловое распределение псевдоспина через некоторое время

после рассеяния, когда произошла прецессия. Видно, что псевдоспин приобрета-

ет z-компоненту, т.е. экситонные поляритоны оказываются частично циркулярно

поляризованными. Знак циркулярной поляризации определяется направлением

рассеяния, он показан цветом на рис. 5.11(с): красные (синие) стрелки соответ-

ствуют σ+ (σ−) поляризованному излучению. Видно, что распределение цирку-

лярной поляризации имеет характерную “квадрупольную” угловую зависимость,

описываемую вторыми угловыми гармониками. Это отличает оптический спино-

вый эффект Холла от спинового эффекта Холла для электронов, где формирует-

ся распределение, содержащее первые угловые гармоники (дипольное или токовое

распределение) [396].

Если считать, что время упругого рассеяния экситонных поляритонов τ1 (обу-

словленное процессами рассеяния на статическом беспорядке) значительно пре-

вышает радиационное время жизни поляритона в резонаторе, которое обусловле-

но главным образом прозрачностью зеркал, τ0, то угловое распределение степени

циркулярной поляризации можно определить, воспользовавшись стандартными

формулами для эффекта Ханле [7]

Pcirc(ϕ) = ±Ω(k)τ0 sin 2ϕ

1 + Ω2(k)τ 2
0

, (5.45)

где угол ϕ отсчитывается от оси x, знаки + и − соответствуют TM и TE поляри-

зованной накачке. Максимальная степень циркулярной поляризации составляет

50% и достигается при углах рассеяния ±π/4 и ±3π/4 в согласии с рис. 5.11(c).
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5.4.2 Микроскопическая теория

Описание спиновой динамики экситонных поляритонов удобно выполнять в ме-

тоде (псевдо-)спиновой матрицы плотности, которая записывается в виде [ср. с

(3.44)]

ρk = fkÎ + sk · σ,

где fk – функция распределения экситонных поляритонов, а sk – средний псевдо-

спин в состоянии с волновым вектором k. В условиях рэлеевского рассеяния воз-

буждается моноэнергетическое распределение экситонных поляритонов, а процес-

сами релаксации энергии и неупругостью столкновений можно пренебречь [374].

Таким образом абсолютная величина волнового вектора поляритона k0 сохраняет-

ся в процессе столкновений. Будем считать также, что длина свободного пробега

поляритона l достаточно велика, так чтобы выполнялось условие k0l � 1, в этом

случае динамику спинов можно описывать в рамках классического кинетического

уравнения. Система уравнений для функций fk и sk в стационарном состоянии

может быть представлена как [ср. с (4.11)]

fk
τ0

+Q{fk} = gk, (5.46)

sk
τ0

+ sk ×Ωk +Q{sk} = gk. (5.47)

Здесь τ0 – время жизни экситонного поляритона в микрорезонаторе, Q{fk} и

Q{sk} – интегралы столкновений, а gk, gk – компоненты спиновой матрицы плот-

ности генерации ĝk = (gkÎ + gk · σ), описывающие скорости генерации частиц и

спина в системе.

Предположим, что рассеяние частиц обусловлено короткодействующим потен-

циалом, т.к. сечение рассеяния экситонных поляритонов не зависит от угла рассе-

яния, тогда интегралы столкновений Q{fk}, Q{sk} принимают простой вид:

δfk
τ1

,
δsk
τ1

,

соответственно, где τ1 – время упругого рассеяния, а δfk, δsk – анизотропные части

функций распределения. В реальных структурах флуктуации потенциала могут

209



быть плавными [408], здесь же мы сосредоточимся на получении аналитического

решения задачи в простейших предположениях. Отметим, что в типичных микро-

резонаторах в условиях рэлеевского рассеяния кинетическая энергия поляритонов

Ek, составляет несколько мэВ, а продольно-поперечное расщепление – несколько

десятых долей мэВ. Поэтому влиянием поляризации частиц на их орбитальную

динамику можно пренебречь. В то же время частоты спиновой прецессии, обрат-

ное время жизни и скорость рассеяния могут быть сопоставимы. В настоящем

рассмотрении пренебрегается нелинейными эффектами, связанными с поляритон-

поляритонными столкновениями, соответствующие кинетические уравнения были

получены в работе [260] и хорошо описывают широкий круг экспериментальных

данных [405, 404, 409].

В режиме оптического спинового эффекта Холла скорость генерации можно

представить в виде

gk = gδk,k0 , gk = gδk,k0 , (5.48)

где δ-символ Кронекера определен согласно

δk,k0 =
2π

D
δ(Ek − Ek0)δ(ϕk − ϕk0).

Здесь D = k/2πvk – плотность состояний, vk = ~−1∂Ek/∂k – скорость поляритона

в состоянии с волновым вектором k. Функции распределения можно записать как

fk = f(ϕk)δ(Ek − E0),

sk = s(ϕk)δ(Ek − E0).

С учетом соотношения (5.48) решение уравнения (5.46) для функции распределе-

ния частиц f 0(ϕ) принимает вид

f 0(ϕ) =
gτ

D

[
τ0

τ1

+ 2πδ(ϕ− ϕk0)
]
. (5.49)

Решение уравнения (5.47) для функции распределения псевдоспина s(ϕ) в случае
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Рис. 5.12: Абсолютная величина циркулярной поляризации экситонных поляритонов в
режиме оптического спинового эффекта Холла в зависимости от величины Ωτ , рас-
считанная согласно (5.50) для разных отношений τ0/τ1. Угол рассеяния равен π/4. На
вставке схематично показано распределение циркулярной поляризации в k-пространстве,
стрелка показывает точку возбуждения системы.

возбуждения собственного состояния (Ωk0 ‖ g ‖ x) записывается в виде

s0
x(ϕ) =

gτ

D
[
2πδ(ϕ) + (1 + Ω2

xτ
2)νu

]
, (5.50)

s0
y(ϕ) =

gτ

D
ΩxΩyτ

2νu,

s0
z(ϕ) = −gτ

D
Ωyτνu,

где мы ввели следующие обозначения: τ = (τ−1
1 + τ−1

0 )−1 – полное “уходное” время

поляритона

u =
[
1 + (Ωτ)2 − ν(1 + Ω2τ 2/2)

]−1
, ν =

τ

τ1

.

Угловое распределение спина рассеянных поляритонов является симметричной

функцией по отношению к повороту на угол π, поскольку продольно-поперечное

расщепление содержит четные угловые гармоники. Более того, распределение

z компоненты псевдоспина, т.е. степени циркулярной поляризации, описывается

функцией sin 2ϕk в согласии с (5.45) и рис. 5.11(c). На рис. 5.12 представлена за-

висимость максимальной величины циркулярной поляризации в зависимости от

параметра Ωτ . Эта зависимость является немонотонной, максимум ее сдвигается

в область меньших значений Ωτ при уменьшении времени упругого рассеяния τ1.
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Наибольшая степень поляризации достигается в режиме однократного рассеяния,

когда τ1/τ0 → ∞. Напротив, в режиме многократного рассеяния, когда τ0 � τ1,

(Ω2τ1)−1, множитель u в (5.50) сводится к 2/(Ωτ1)2, т.е. к отношению времени попе-

речной релаксации спина поляритонов τ⊥ = 2/(Ω2τ1) [время релаксации компонент

псевдоспина в плоскости (xy) – линейной поляризации] к времени рассеяния τ1.4

Таким образом, в режиме многократного рассеяния

P 0
circ(ϕ) =

s0
z(ϕ)

f 0(ϕ)
= Ωy(ϕ)τ1

τ⊥
τ0

спиновая поляризация убывает с уменьшением времени релаксации.

5.4.3 Сопоставление с экспериментом

Экспериментально оптический спиновый эффект Холла исследовался в группе

А. Брамати в лаборатории Кастлера-Бросселя (Франция) на микрорезонаторе

2λ GaAs/AlAs, содержащим три квантовые ямы In0.04Ga0.96As, расположенные в

пучностях электромагнитного поля. Расщепление Раби в этой структуре состав-

ляло 5.1 meV, расстройка между фотонной и экситонной модами 0.3 meV, размер

пятна накачки 50 µm, время жизни поляритона составляет около 10 ps. На ри-

сунке 5.13 представлены зависимости циркулярной поляризации излучения при

линейно поляризованной TM [панель (a)] и TE [панель (b)] накачке. Из рисунка

видно, что угловое распределение циркулярной поляризации излучения прекрас-

но согласуется с теоретической моделью, формулы (5.45), (5.50): распределение

Pcirc(ϕ) описывается вторыми угловыми гармониками, знак циркулярной поляри-

зации изменяется на противоположный при смене линейной поляризации накачки

с TM на TE, а величина степени поляризации в максимуме составляет 48%± 3%,

что очень близко к теоретической оценки по формуле (5.45) (Pcirc = 45%). Более

детальное сравнение экспериментальных данных с теоретическим расчетом вы-

полнено на рис. 5.13(c), где показана угловая зависимость степени циркулярной
4В рамках модели (5.44) для продольно-поперечного расщепления имеет место анизотропия

спиновой релаксации поляритонов: τ‖ = τ⊥/2, где τ‖ – продольное время релаксации псевдоспина,
т.е. время релаксации циркулярной поляризации.
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поляризации, измеренная в двух различных точках образца. Сплошная кривая

рассчитана по уравнению (5.50) при следующих значениях параметров: Ωτ = 0.4,

τ1 = τ0 = 10 ps. Видно, что теоретический расчет хорошо согласуется с данны-

ми эксперимента. Экспериментальные исследования излучения микрорезонатора

в ближнем поле позволили также установить, что потоки спин-поляризованных

поляритонов могут баллистически распространяться на более 100 µm.
a b

c

Рис. 5.13: Степень циркулярной поляризации излучения микрорезонатора в случае TM
накачки [панель (a)] и TE накачки [панель (b)]. (c) Угловое распределение степени
циркулярной поляризации, измеренное в двух разных точках образца (красные и чер-
ные точки) и их подгонка по формуле (5.50). Параметры системы k0 = 785 mm−1,
~Ω(k0) = 0.05 meV, τ0 = 10 ps, наилучшее согласие достигнуто при τ1 = τ0. Параметры
микрорезонатора: расщепление Раби 5.1 meV, расстройка между фотонной и экситонной
модами 0.3 meV, размер пятна накачки 50 µm.

В заключение отметим, что оптически спиновый эффект Холла относится к эф-

фектам конверсии поляризации излучения, активно исследовавшимся в структу-

рах со сверхрешетками, квантовыми ямами и точками [410, 411, 412, 413, 414]. Та-

ким образом этот эффект следует отличать от предложенных в работах [415, 416]

эффектов, основанных на сдвиге волнового пакета в среде с градиентом пока-

зателя преломления или в присутствии внешнего магнитного поля, т.е. аналогов

эффекта Гуса-Хенкен [417].
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5.5 Краткие итоги

В главе 5 получены следующие основные результаты:

• Развита теория управления тонкой структурой уровней локализованных эк-

ситонов с помощью орбитального эффекта внешнего магнитного поля. Пока-

зано, что приложение магнитного поля в плоскости квантовой точки может

привести к подавлению анизотропного расщепления радиационного дублета

за счет изменения латерального потенциала системы.

• Построена теория эффекта Зеемана для экситонов и трионов в квантовых

точках тригональной симметрии. Показано, что продольное поле, направлен-

ное по оси [111], смешивает состояния тяжелых дырок с проекциями момента

±3/2 на эту ось, это приводит к возникновению четырех циркулярно поля-

ризованных линий в спектрах таких точек.

• Разработана теория тонкой структуры энергетического спектра пары элек-

тронов, локализованных в квантовой точке. Показано, что спиновое вырож-

дение триплетных состояний пары может быть полностью снято за счет ку-

лоновского и спин-орбитального взаимодействий.

• Развита теория спиновой динамики экситонных поляритонов в квантовых

микрорезонаторах и предложен оптический аналог спинового эффекта Хол-

ла.
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Глава 6

Фототоки в графене,
индуцированные поляризованным
светом

6.1 Введение

Графен – монослой атомов углерода, расположенных в узлах гексагональной

решетки, привлекает в последние годы особое внимание исследователей. Это

обусловлено спецификой энергетического спектра электронов в графене и ря-

дом ярких транспортных и оптических явлений, наблюдаемых в этом материа-

ле [418], включая квантовый эффект Холла при температурах вплоть до ком-

натных [419, 420, 421], аномальный транспорт в классически слабых магнитных

полях [422, 423] и “квантованное” оптическое поглощение [424]. Недавние исследо-

вания показали перспективы применения графена в устройствах наноэлектроники

высокого быстродействия [425], а наличие в энергетическом спектре двух долин

обеспечивает дополнительную степень свободы электрона, открывая возможно-

сти использования этого материала в квантовых устройствах обработки инфор-

мации [426].

Энергетическая дисперсия электрона вблизи “дираковских” точек носит линей-

ный характер [427]:

Ep = ±v|p|, (6.1)
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где v ≈ c/300 – эффективная скорость электронов, а p – квазиимпульс, отсчитан-

ный от точки K (или K ′) зоны Бриллюэна. Знаки ± в выражении (6.1) соответ-

ствуют зоне проводимости и валентной зоне, соответственно. То обстоятельство,

что дисперсия электрона в графене аналогична дисперсии безмассовой реляти-

вистской частицы, вызвало значительный интерес, т.к. открыло возможность ими-

тировать релятивистские эксперименты в твердом теле [425, 428, 429]. Линейная

связь энергии и квазиимпульса электрона допускает также аналогию с двумер-

ным электронным газом, обладающим большим спин-орбитальным расщеплением

энергетического спектра [ср. с (3.1), (3.4) и (3.5)]: для описания пары вырожден-

ных при p = 0 состояний электрона вводят оператор псевдоспина, что позво-

ляет эффективно применять теоретические методы спинтроники к исследованию

транспортных и оптических свойств графена [430, 431, 432, 433].

Линейный по амплитуде внешнего поля транспорт электронов и линейные оп-

тические явления в графене достаточно хорошо изучены, их специфика обсужда-

ется в ряде обзорных работ, например, в [434, 435, 436, 437]. Нелинейные транс-

портные и оптические явления в этом материале изучены гораздо меньше. Однако

именно нелинейные эффекты являются одним из наиболее эффективных инстру-

ментов изучения неравновесных оптических и электронных процессов. Исследова-

ние нелинейного отклика позволяет определить симметрию системы, особенности

структуры зон, процессов релаксации импульса, энергии и спина носителей заря-

да [3, 9, 438, 439, 440].

В наиболее распространенных трех- и двумерных полупроводниках с парабо-

лической дисперсией был детально исследован широкий круг нелинейных опти-

ческих и транспортных эффектов, включая явление фотопроводимости, генера-

цию гармоник, смешивание частот, оптическое выпрямление, фотогальванические

эффекты и эффект увлечения электронов светом. Нелинейные явления актив-

но исследовались также в углеродных нанотрубках [441, 442, 443, 444, 445, 446].

К настоящему времени в графене обнаружена генерация высших оптических
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гармоник [447, 448, 449], смешивание частот [450], когерентная инжекция тока

(когерентный фотогальванический эффект) [451], фото-термоэлектрический эф-

фект [452, 453], эффект увлечения электронов фотонами [A25] и фотогальваниче-

ские эффекты [A26,A27].

Цель настоящей главы – теоретическое исследование нелинейных транспорт-

ных явлений в графене, квадратичных по внешнему электромагнитному полю,

обусловленных взаимодействием носителей тока с поляризованным излучением.

Поскольку эффекты спин-орбитальной связи в графене крайне малы [181, 454], то

взаимодействие циркулярно поляризованного света не приводит к возбуждению

спиновых степеней свободы, однако существенным образом влияет на орбиталь-

ную динамику электронов и дырок и приводит к ряду особенностей фотоэлектри-

ческих эффектов, рассмотренных ниже.

6.2 Феноменологический анализ фототоков в гра-
фене

Отклик электронов на внешнее электромагнитное поле

E(r, t) = E(ω, q)e−iωt+iqr +E∗(ω, q)eiωt−iqr , (6.2)

характеризуемое комплексной амплитудой электрического поля E(ω, q), где ω –

частота излучения, а q – его волновой вектор, удобно описывать локальной плотно-

стью электрического тока j(r, t). Плотность электрического тока раскладывается

по степеням внешнего поля

jλ(r, t) =
[
σ

(1)
λν Eν(ω, q)e−iωt+iqr + c.c.

]
+ σ

(2)
λνηEν(ω, q)E∗η(ω, q)+[

σ
(2′)
λνηEν(ω, q)Eη(ω, q)e−2iωt+2iqr + c.c.

]
, (6.3)

где греческие нижние индексы соответствуют декартовым координатам. В вы-

ражении (6.3) мы ограничились линейными и квадратичными по полю члена-

ми. Первый член в (6.3) описывает линейный транспорт электронов (σ(1)
λµ – ли-

нейная проводимость), второй член, пропорциональный билинейной комбинации
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Eν(ω, q)E∗η(ω, q), отвечает за генерацию постоянного тока, он связан с нелиней-

ной проводимостью σ
(2)
λνη, а члены, пропорциональные квадратичным комбинаци-

ям Eν(ω, q)Eη(ω, q), описывают генерацию второй гармоники. Очевидно, что ам-

плитуда отклика второго порядка линейна по интенсивности I = c|E(q, ω)|2/2π

падающего излучения. Ключевой особенностью квадратичных по полю эффектов

является их высокая чувствительность к симметрии системы: при выполнении

пространственной инверсии компоненты вектора электрического тока j меняют

знак, а комбинации полей EνEη, EνE∗η знак сохраняют. Таким образом, отклик вто-

рого порядка возможен, если (i) пространственная инверсия не входит в точечную

группу симметрии рассматриваемой системы, или если (ii) проводимости второго

порядка σ(2)
λνη и σ

(2′)
λνη меняют знак при инверсии, т.е. пропорциональны нечетным

степеням компонент волнового вектора излучения q. Ограничиваясь линейными

по q членами нелинейную проводимость второго порядка можно представить в

виде

σ
(2)
λνη(ω, q) = σ

(2)
λνη(ω, 0) + Φλµνη(ω)qµ , (6.4)

где тензор σ
(2)
λνη(ω, 0) отличен от нуля только в нецентросимметричных средах.

Аналогичное разложение имеет место и для нелинейного отклика, связанного с

генерацией второй гармоники.

6.2.1 Идеальный графен

Точечная симметрия идеального неограниченного листа графена описывается

группой D6h, содержащей операцию пространственной инверсии. Это означает,

что нелинейный отклик второго порядка в идеальном графене возможен толь-

ко с учетом передачи волнового вектора излучения: σ(2)(ω, 0) = σ(2′)(ω, 0) ≡ 0.

Для дальнейшего анализа эффектов генерации постоянного тока разложим тен-

зор Φλµνη в (6.4) на симметричную и антисимметричную части по отношению к

перестановки последних индексов ν и η

jλ = Tλµνηqµ
EνE

∗
η + E∗νEη

2
+ T̃λµνqµi[E ×E∗]ν . (6.5)
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Симметричный по отношению к перестановке последних двух индексов тензор

четвертого ранга Tλµνη описывает линейный эффект увлечения электронов фо-

тонами, этот вклад в фототок нечувствителен к знаку циркулярной поляризации

света. Комбинация i[E×E∗] может быть представлена в виде Pcircê|E|2, где ê = q/q

– единичный вектор в направлении распространения света, Pcirc – степень цирку-

лярной поляризации излучения. Таким образом псевдотензор третьего ранга T̃λµν

описывает циркулярный эффект увлечения электронов, знак соответствующего

вклада в фототок меняется на противоположный при смене знака спиральности

фотона.

Отметим, что постоянный ток может протекать лишь в плоскости графена

(xy). Анализ показывает, что в точечной группе D6h тензор Tλµνη (λ = x или y)

характеризуется четырьмя линейно независимыми компонентами: T1 = Txxxx +

Txxyy, T2 = Txxxx − Txxyy = 2Txyxy, T3 = 2Txzxz и T4 = Txxzz. Таким образом первый

член в уравнении (6.5) принимает вид

jx = T1qx
|Ex|2 + |Ey|2

2
+ T2

(
qx
|Ex|2 − |Ey|2

2
+ qy

ExE
∗
y + E∗xEy

2

)
+ T3qz

ExE
∗
z + E∗xEz

2
|E|2 + T4qx|Ez|2 , (6.6a)

jy = T1qy
|Ex|2 + |Ey|2

2
+ T2

(
qy
|Ey|2 − |Ex|2

2
+ qx

ExE
∗
y + E∗xEy

2

)
+ T3qz

EyE
∗
z + E∗yEz

2
+ T4qy|Ez|2 . (6.6b)

Из уравнений (6.6) следует, что ток увлечения может возникать только при на-

клонном падении света на образец. Фототок содержит как компоненту в плоскости

падения света, так и поперечную компоненту. Группа симметрии D6h допускает

также циркулярный эффект увлечения, описываемый компонентами псевдотензо-

ра T̃λµξ:

jx = T̃1qyPcircêz|E|2 − T̃2qzPcircêy|E|2 , (6.7a)

jy = −T̃1qxPcircêz|E|2 + T̃2qzPcircêx|E|2 . (6.7b)
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Рис. 6.1: Схематическая иллюстрация возможных вкладов в эффект увлечения и
в фотогальванический эффект в графене. (a) – геометрия эксперимента (b) – (d):
поляризационно-независимый, циркулярный и линейный эффекты увлечения, см. урав-
нения (6.8a), (6.8b). (e) – (f): фотогальванические эффекты, допустимые в графене на
подложке.

Здесь независимые параметры T̃1 = T̃xyz и T̃2 = T̃yzx. Отметим, что циркуляр-

ный фототок течет в направлении, поперечном плоскости падения излучения на

образец.

В идеальных двумерных системах и в графене, в частности, вклады в фо-

тоток, пропорциональные коэффициентам T3, T4 и T̃2, обладают дополнительной

малостью. Действительно, в рамках модели, когда в энергетическом спектре гра-

фена учитываются лишь зоны, сформированные из π орбиталей атомов углерода,

отклик электронов на z-компоненту поля отсутствует. В этой модели, очевидно,

отсутствует и отклик, пропорциональный qz. В дальнейшем вклады, пропорци-

ональные константам T3, T4 и T̃2, в формулах (6.6), (6.7) учитываться не будут.

Оставшиеся два вклада в линейный фототок и циркулярный ток увлечения при

падении света в плоскости (xz) можно записать в следующем виде:

jx = T1qx
|Ex|2 + |Ey|2

2
+ T2qx

|Ex|2 − |Ey|2

2
, (6.8a)

jy = T2qx
ExE

∗
y + E∗xEy

2
− T̃1qxPcircêz(|Ex|2 + |Ey|2). (6.8b)
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Они проиллюстрированы на рис. 6.1(b) – (d), на панели (a) этого рисунка пред-

ставлена геометрия эксперимента по обнаружению соответствующих токов.

Следует отметить, что большинство исследований эффекта увлечения были

выполнены в кристаллах кубической симметрии [455, 456, 457, 458, 459, 460], про-

стых металлах [461] и атомных газах [462]. В этих системах циркулярный эффект

увлечения запрещен, т.к. коэффициенты T̃1 и T̃2 в (6.7) равны, поэтому фототок

j оказывается пропорциональным векторному произведению q × ê = 0. В одно-

осных системах, таких как анизотропные кристаллы, структуры с квантовыми

ямами и сверхрешетками коэффициенты T̃1 и T̃2 и циркулярный эффект увлече-

ния допускается. Линейный поперечный эффект увлечения вблизи поверхности

металла обсуждался в статьях [463, 464, 465, 466].

(a) (b)

Рис. 6.2: Схематическая иллюстрация генерации второй гармоники в графене, описыва-
емой выражениями (6.10). Имеются продольный (a) и поперечный (b) вклады в ток на
частоте 2ω.

Феноменологический анализ процессов генерации второй гармоники вполне

аналогичен изложенному выше. По сравнению с эффектами увлечения имеется

два отличия: во-первых, возможна ненулевая z-компонента тока на двойной часто-

те, связанная с осциллирующей поляризацией электронов как Pz(2ω) = −iωjz(2ω),

а во-вторых, отклик на частоте 2ω пропорционален квадратичным формам EνEη,

а не билинейным комбинациям EνE
∗
η . Таким образом, в точечной группе D6h име-

ется 7 независимых комплексных параметров, обозначаемых ниже в виде набора

S1 . . . S7 и описывающих генерацию второй гармоники согласно

jx(2ω) = S1qx(E
2
x + E2

y) + S2[qx(E
2
x − E2

y) + 2qyExEy] + S3qzExEz + S4qxE
2
z , (6.9a)

jy(2ω) = S1qy(E
2
x + E2

y) + S2[qy(E
2
y − E2

x) + 2qxExEy] + S3qzEyEz + S4qyE
2
z , (6.9b)

jz(2ω) = S5qzE
2
z + S6qz(E

2
x + E2

y) + S7(qxExEz + qyEyEz). (6.9c)
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Выражения (6.9a) и (6.9b) совпадают с феноменологическим описанием линейно-

го эффекта увлечения [формулы (6.6)]. В рамках двумерной модели для электро-

нов в графене, когда учитываются лишь зоны, сформированные из π орбиталей,

константы Si = 0 с i > 2, при этом генерация второй гармоники описывается

упрощенными феноменологическими выражениями с двумя линейно независимы-

ми параметрами:

jx(2ω) = S1qx(E
2
x + E2

y) + S2[qx(E
2
x − E2

y) + 2qyExEy], (6.10a)

jy(2ω) = S1qy(E
2
x + E2

y) + S2[qy(E
2
y − E2

x) + 2qxExEy]. (6.10b)

На рисунке 6.2 схематически представлена геометрия возбуждения второй гармо-

ники и проиллюстрированы вклады в отклик на частоте 2ω.

6.2.2 Структуры на основе графена с пониженной симмет-
рией

Симметрия реальных систем на основе графена понижена по сравнению со слу-

чаем идеального бесконечного листа атомов углерода. Для образцов, нанесенных

на подложку, эквивалентность направлений z и −z оказывается нарушенной, при

этом симметрия структуры понижается до C6v. В этой точечной группе операция

пространственной инверсии отсутствует, и наряду с фототоками, обусловленными

передачей импульса излучения ансамблю электронов, возможны и фотогальвани-

ческие эффекты. При падении света в плоскости (xz) соответствующие вклады в

фототок можно представить в виде [467]

jx = χl
ExE

∗
z + E∗xEz

2
, (6.11a)

jy = χl
EyE

∗
z + E∗yEz

2
+ χcPcircêx(|Ex|2 + |Ez|2) , (6.11b)

где два независимых параметра χl и χc описывают линейный и циркулярный фо-

тогальванические эффекты, соответственно. Как и в эффекте увлечения, фототок,

обусловленный фотогальваническими эффектами в графене на подложке, возни-

кает лишь при наклонном падении света. Линейный и циркулярный вклады в
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фотогальванический эффект схематически показаны на рис. 6.1(e), (f). Как сле-

дует из выражений (6.11), генерация тока за счет фотогальванического эффекта

возможна лишь при учете действия z-компоненты электрического поля на носи-

тели заряда в графене. В строго двумерной модели фотогальванические эффекты

в графене отсутствуют.

Наличие краев в образцах графена также приводит к понижению симметрии

и допускает краевой фотогальванический эффект. В пренебрежении микроскопи-

ческой структурой края и ролью подложки, симметрия полубесконечного образца

описывается точечной группой C2v с осью второго порядка, перпендикулярной

к краю графена. Соответствующие вклады в фототок при нормальном падении

имеют вид

jy = Rl

ExE
∗
y + E∗xEy

2
+RcPcircêz(|Ex|2 + |Ey|2). (6.12)

В формуле (6.12) предполагается, что край образца ориентирован вдоль оси y, кон-

станты Rl и Rc описывают линейный и циркулярный фототоки. Обратим внимание

на то обстоятельство, что краевой фототок может возбуждаться при нормальном

падении излучения на ограниченный образец.

Особый интерес представляют многослойные структуры на основе графе-

на [468, 469, 470, 471, 472, 473, 474]. Симметрия N слоев графена зависит от

типа упаковки структуры. Ромбоэдрическая упаковка (ABCABC. . . ) характери-

зуется точечной симметрией D3d, включающей операцию пространственной ин-

версии [475]. В случае упаковки Бернала (ABAB. . . ) при четных N реализует-

ся точечная группа симметрии D3d, допускающая пространственную инверсию, а

при нечетных N – D3h [476]. В последнем случае возможен линейный фотогальва-

нический эффект при нормальном падении, описываемый феноменологическими

соотношениями1

jx = χ′l(|Ex|2 − |Ey|2), jy = −χ′l(ExE∗y + EyE
∗
x). (6.13)

1Состояния электрона в отдельной долине K или K ′ монослоя графена обладают симметри-
ей D3h, поэтому при нормальном падении линейно поляризованного света могут возбуждаться
орбитально-долинные токи, рассмотренные в работах [477, 478].
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Здесь χ′l – константа, определяющая величину эффекта, а ось x направлена вдоль

одной из осей C2 в плоскости образца. Объемный графит описывается точечной

симметрией D6h, поэтому в нем допустимы лишь эффекты увлечения.

6.3 Эффект увлечения электронов фотонами

6.3.1 Микроскопическая теория

Перейдем к изложению микроскопической теории линейного и циркулярного эф-

фектов увлечения электронов фотонами в графене. Мы сконцентрируемся на клас-

сическом диапазоне частот электромагнитных полей, когда ~ω � EF или kBT . В

этом случае важны только внутризонные переходы, а описание динамики носи-

телей можно выполнить в рамках законов Ньютона и классического кинетиче-

ского уравнения [455, 479, 457, 458, 459, 480]. Фототоки в графене в квантовом

диапазоне частот в режиме внутризонного поглощения, когда ωτ � 1, но при

этом ~ω < 2EF , обсуждаются в разделе 6.4. Эффект увлечения при междузонных

оптических переходах рассматривался в работе М.В. Энтина, Л.И. Магарилла и

Д.Л. Шепелянского [481].

Имеется два микроскопических механизма эффекта увлечения: один связан

с совместным действием электрического и магнитного полей волны на электрон

(так называемый EB механизм, или высокочастотный эффект Холла). Второй

механизм обусловлен координатной зависимостью электрического поля в плоской

электромагнитной волне (механизм qE2). В квантовомеханическом подходе эти

механизмы соответствуют магнитодипольным и электрическим квадрупольным

переходам.

Возникновение постоянного тока в поле электромагнитной волны удобно про-

иллюстрировать, рассмотрев динамику электрона в рамках второго закона Нью-

тона:
dp

dt
+
p

τ
= eE(r, t) +

e

c
[v ×B(r, t)] , (6.14)
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где e = −|e| – заряд электрона, p и v – ее импульс и скорость,

v = vp/p, (6.15)

p/τ – эффективная сила трения, действующая на электрон за счет процессов рас-

сеяния, τ – время рассеяния. В уравнение (6.14) включены сила, действующая со

стороны электрического поля, и сила Лоренца.

На первом этапе решения уравнения (6.14) следует определить линейный от-

клик на электрическое поле, осциллирующий на частоте поля. При этом осцилля-

ции импульса записываются как

p̃(t) =
eτE‖e

−iωt

1− iωτ
+ c.c., (6.16)

где E‖ – проекция поля на плоскость графена. На следующем этапе определим

нелинейный стационарный отклик. Легко убедиться, что он содержит два вклада.

Первый связан с действием магнитного поля, стационарный импульс электрона

определяется средним значением силы Лоренца, и он равен

p̄ =
eτ

c
[ṽ ×B(t)]. (6.17)

Здесь черта сверху обозначает усреднение по времени, ṽ – осциллирующая часть

скорости электрона, которую можно найти из (6.15) и (6.16), а координатной за-

висимостью магнитного поля пренебрегается. Физически этот вклад в постоянный

ток есть дрейф электрона в скрещенных электрическом и магнитном полях вол-

ны, на каждом полупериоде оба поля меняют знак, поэтому направление дрейфо-

вой скорости одинаково. Этот эффект – высокочастотный эффект Холла – был

предложен Барлоу (H.M. Barlow) [455] для линейно поляризованного излучения.

Указанный механизм возникновения фототока объясняет также и циркулярный

эффект. Последний связан с запаздыванием скорости электрона по отношению к

колебаниям электромагнитного поля, как это схематически показано на рис. 6.3.

Второй вклад в стационарный отклик связан с тем, что осцилляции импульса

электрона, индуцированные полем, приводят к осцилляциям его координаты, r̃(t).
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Рис. 6.3: Схематическая иллюстрация высокочастотного эффекта Холла (рассматрива-
ются носители с положительным знаком заряда). (a) Векторы электрического E и маг-
нитного B полей σ+ поляризованной электромагнитной волны. Эллипс показывает тра-
екторию частицы в переменном электрическом поле E. Указаны направление скорости
электрона и силы Лоренца в два момента времени t1 и t2, сдвинутых на половину пери-
ода колебаний поля. Направление силы Лоренца определяет направление постоянного
тока j. (b) То же, вид сверху. (c) То же, что и на панели (b), но для σ− света.

Сила, действующая на электрон со стороны поля в меру его пространственной

неоднородности, имеет добавку

ei[qr̃(t)]E‖e
−iωt + c.c.

Ее среднее по времени значение и приводит к возникновению второго вклада в

дрейфовый импульс носителей [457].

Последовательный микроскопический расчет тока увлечения проведем в рам-

ках кинетического уравнения для функции распределения электронов f(p, r, t):

∂f

∂t
+ v

∂f

∂r
+ e

(
E +

1

c
[v ×B]

)
∂f

∂p
= Q{f} , (6.18)

где Q{f} – интеграл столкновений. Следует отметить, что компоненты электри-

ческого и магнитного полей, действующих на электрон, могут отличаться от ком-

понент падающего поля из-за наличия подложки. В дальнейшем этим отличием

пренебрегается. Уравнение (6.18) решаем итерациями по амплитудам полей E и
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B. Для этого представим функцию распределения в виде

f(p, r, t) = f0(Ep) + [fω1 (p)ei(qr−ωt) + c.c.] + f 0
2 (p) + [f 2ω

2 (p)e2i(qr−ωt) + c.c.] , (6.19)

где f0(Ep) – равновесная функция распределения Ферми-Дирака, fω1 (k) – поправка

первого порядка поE, функции f 0
2 , f 2ω

2 – поправки второго порядка, описывающие

отклик на нулевой частоте (ток увлечения) и на частоте 2ω (вторая гармоника).

Постоянный ток, обусловленный эффектом увлечения, можно записать в виде

j = 4e
∑
p

vf2(p) , (6.20)

где множитель 4 учитывает спиновое и долинное вырождение электронных состо-

яний.

Из линеаризованного уравнения (6.18) имеем

f1(p) = − eτ1E0f
′
0

1− iωτ1

[
(ev)− iτ2

(qv)(ev)− v2(qe)/2

1− iωτ2

+
(qe)v2

2ω

]
. (6.21)

Здесь f ′0 = df0/dEp, τ1 и τ2 – времена релаксации первой и второй угловых гар-

моник функции распределения, описывающие потерю неравновесного импульса и

выстраивания импульсов ансамбля электронов. В рамках борновского приближе-

ния имеем [437]

1

τn
≡ 1

τn(Ek)
=

2π

~
nimp

∑
p

|Vk−p|2
1 + cosϑ

2
[1− cos (nϑ)]δ(Ek − Ep), (n = 1, 2),

(6.22)

где nimp – двумерная концентрация примесей, Vq – двумерный фурье-образ потен-

циала примеси, ϑ – угол рассеяния, а множитель (1 + cosϑ)/2 связан с перекры-

тием блоховских амплитуд электрона в графене в состояниях k и p. В (6.22) и

далее пренебрегается процессами междолинного рассеяния. Процессы энергетиче-

ской релаксации не учитываются, при этом считается, что ωτε, τε/τ1,2 � 1, где τε

– время релаксации энергии. Уравнение (6.21) применимо при выполнении усло-

вий qvτ1, qvτ2, qv/ω � 1, т.е. в случае, если пространственное изменение функции

распределение происходит на масштабе, превышающим длину свободного пробега.

Это условие выполнено в классическом диапазоне частот в графене.
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Стационарная поправка второго порядка к функции распределения электронов

f 0
2 (p) удовлетворяет линейному уравнению

2eRe

{(
E0 +

1

c
[v ×B0]

)
∂fω1

∗

∂p

}
= Q{f2}. (6.23)

Подставляя решение уравнения (6.23) в (6.20), получаем следующие выражения

для констант T1 и T2, описывающих линейный эффект увлечения:

T1 = −2e3v4

ω

∑
p

τ1f
′
0

1 + ω2τ 2
1

[
2

(
dτ1

dεk
+
τ1

Ep

)
− 1− ω2τ1τ2

1 + ω2τ 2
2

(
dτ1

dEp
− τ1

Ep

)]
, (6.24a)

T2 = −2e3v4

ω

∑
p

τ1f
′
0

1 + ω2τ 2
1

(
dτ1

dEp
− τ1

Ep

)
. (6.24b)

В пределе низких частот, ωτ1, ωτ2 � 1, коэффициенты T1, T2 расходятся как ω−1.

Ток увлечения, тем не менее, остается конечным при ω → 0, т.к. он пропорциона-

лен qT1,2 и q ∝ ω. Коэффициент T̃1, описывающий циркулярный эффект увлечения

в феноменологической формуле (6.7), имеет вид

T̃1 = e3v4
∑
p

τ 2
1 (1 + τ2/τ1)f ′0

[1 + (ωτ1)2][1 + (ωτ2)2]

(
dτ1

dEp
− τ1

Ep

)
. (6.25)

Коэффициент T̃1 остается конечным при ω → 0, т.е. циркулярный фототок обра-

щается в нуль в статическом пределе, поскольку при ω = 0 понятие циркулярной

поляризации не применимо. Частотные зависимости параметров T1, T2 и T̃1 со-

гласуются с требованиями инвариантности к инверсии времени: при обращении

времени константы, описывающие линейный эффект увлечения, инвариантны, а

константа, описывающая циркулярный эффект, меняет знак.

Отметим, что циркулярный эффект увлечения для других систем исследовался

теоретически и экспериментально в ряде работ [482, 483, 484, 485]. Микроскопиче-

ская природа этого явления связывалась с генерацией тока спин-поляризованных

носителей заряда [483, 484] или модуляцией ближнего поля в структуре на осно-

ве метаматериала [485]. Анализ, приведенный выше, показывает, что вклад в ток

увлечения, чувствительный к степени циркулярной поляризации света, возникает
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благодаря запаздыванию движения электрона по отношению к электромагнитно-

му полю. Данный механизм является общим и может проявляться не только в

графене, но и других квазидвумерных системах, например, в квантовых ямах с

параболическим законом дисперсии электронов.

6.3.2 Сопоставление с экспериментом

Экспериментальные исследование фототоков выполнялись в лаборатории проф.

С.Д. Ганичева (университет г. Регенсбург, Германия) на образцах двух типов:

большой площади 3 × 3 и 5 × 5 mm2, полученных путем высокотемпературной

сублимации кремния на полуизолирующих подложках SiC [486], и на малых об-

разцах размером ∼ 10 × 10 µm2, полученных путем механического отшелушива-

ния [418] и нанесенных на подложки из SiO2. Используемые образцы были как n-,

так и p- типа проводимости с концентрацией носителей тока (3 ÷ 7)×1012 cm−2

и их подвижностью около 1000 cm2/Vs при комнатной температуре. Образцы воз-

буждались излучением терагерцового диапазона, генерируемым лазером на основе

CH3OH и NH3 [9].

Компонента фототока jy в направлении, поперечном к плоскости падения света

представлена на рисунке 6.4 в зависимости от угла поворота четвертьволновой

пластинки ϕ, определяющего циркулярную поляризацию согласно Pcirc = sin 2ϕ.

Из рисунка видно, что при смене знака спиральности фотона, т.е. для ϕ = 45◦ и

135◦ фототок jy меняет знак. Общая зависимость наблюдаемых фототоков от угла

падения света θ0 (варьировавшегося в пределах от −40◦ до +40◦) и ориентации

пластинки λ/4 описывается следующим вражением

jy = Aθ0 sin 2ϕ+Bθ0 sin 4ϕ+ ξ . (6.26)

Здесь предполагаются малые углы падения, sin θ0 ≈ θ0, ξ – поляризационно-

независимая “подставка”, обусловленная неоднородностями образца и распреде-

ления интенсивности света, она не зависит от угла падения θ0 и вычтена из экс-

периментальных данных на рис. 6.4. Выражение (6.26) согласуется с феноменоло-
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Рис. 6.4: Поперечный фототок jy в зависимости от угла ориентации четвертьволновой
пластинки ϕ для образцов p и n типов проводимости. Эллипсы сверху иллюстрируют по-
ляризацию света для соответствующих углов ϕ. Кружки – экспериментальные значения,
сплошная, пунктирная и штриховая кривые – вклады jA, jB и jA + jB, соответственно,
см. (6.26). На вставке показана геометрия эксперимента.

гической моделью поперечного эффекта увлечения, ср. с выражением (6.8b), по-

скольку диагональная линейная поляризация ExE∗y +E∗xEy ∝ sin 4ϕ. Зависимость

фототока в продольной геометрии jx от ориентации четвертьволновой пластинки

содержит лишь вклад, обусловленный линейной поляризацией излучения:

jx = Bθ0(1 + cos 4ϕ) + Cθ0 + ξ′, (6.27)

в согласии с феноменологической формулой (6.8a). Здесь ξ′ – подставка, не зави-

сящая от угла падения света. Константы A, B и C в (6.26), (6.27) определяют три

независимых вклада в фототок: jA = Aθ0, jB = Bθ0 и jC = Cθ0, соответственно.

На рис. 6.5(a) показана зависимость фототоков от угла падения излучения.

Количественное сопоставление данных эксперимента и теории представлено

на рис. 6.5(b). Расчеты выполнялись по формулам (6.24) и (6.25). Использова-
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Рис. 6.5: (a) Фототоки jA (кружки) и jC (квадраты), индуцированные циркулярно по-
ляризованным светом σ± (ϕ = 45◦ и 135◦) в зависимости от угла падения θ0. Открытые
символы соответствуют σ+ поляризации, заполненные – σ−. На вставке показана зави-
симость jx от угла ϕ в образцах n и p типа. (b) Частотная зависимость коэффициентов
A = jA/Iθ0 (кружки) и C = jC/Iθ0 (квадраты). Экспериментальные данные показаны
для длин волн 90, 148 и 280 µm. Штриховая и сплошная кривые – зависимости линейного
∝ T1 и циркулярного ∝ T̃1 токов увлечения, рассчитанные по формулам (6.24), (6.25). На
вставке показано отношение jA/jC (кружки – эксперимент, сплошная кривая – теория).

лись следующие параметры, которые были получены из транспортных измере-

ний: концентрация электронов n = 3.8 × 1012 cm−2, время релаксации импульса

τ1 ≈ 2×10−14 s. Предполагалось, что рассеяние носителей заряда в образце опреде-

ляется короткодействующим потенциалом, при этом τ1 = 2τ2 ∝ ε−1
p . Из рис. 6.5(b)

видно, что теория описывает без использования подгоночных параметров как ча-

стотную зависимость, так и величины токов.

6.4 Фототоки в графене в квантовом диапазоне ча-
стот

6.4.1 Линейный эффект увлечения в квантовом диапазоне
частот

Рассмотрим эффект увлечения электронов фотонами в графене в квантовом диа-

пазоне частот, считая, что ~ω 6 EF и ωτ � 1. Поглощение электромагнитной

волны при внутризонных переходах сопровождается рассеянием электрона на при-
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меси или фононе, в противном случае невозможно удовлетворить одновременно

законы сохранения энергии и импульса. Матричные элементы, описывающие пере-

ход электрона из состояния с квазиимпульсом k в состояние p, сопровождающийся

поглощением (Mabs,q
p,k ) или испусканием (M emit,q

p,k ) фотона с волновым вектором q,

можно найти во втором порядке теории возмущений

Mabs,q
p,k =

∑
ν=±

(
V +ν
p,k+qR

ν+
k+q,k

E+
k − Eν

k+q + ~ω
+
R+ν
p,p−qV

ν+
p−q,k

E+
k − Eν

p−q

)
, (6.28a)

M emit,q
p,k =

∑
ν=±

(
V +ν
p,k−qR

ν+
k−q,k

E+
k − Eν

k−q − ~ω
+
R+ν
p,p+qV

ν+
p+q,k

E+
k − Eν

p+q

)
. (6.28b)

Здесь индекс ν нумерует зону (ν = + для зоны проводимости и ν = − для валент-

ной зоны), Rνν′

k±q,k – матричный элемент электрон-фотонного взаимодействия, V νν′

p,k

– матричный элемент взаимодействия с примесью или фононом. Электромагнит-

ное поле предполагается классическим, поэтому M emit,q
p,k = Mabs,q

k,p ≡ Mq
p,k. Здесь и

далее будем считать, что графен обладает проводимостью n типа, поэтому началь-

ное и конечное состояния электрона лежат в зоне проводимости. Промежуточные

состояния, однако, могут быть как в зоне проводимости, так и в валентной зоне,

как это схематически показано на рис. 6.6. Плотность постоянного тока увлечения

записывается в виде (ср. с [456])

j = e
8π

~
∑
k,p

[vpτ1(Ep)− vkτ1(Ek)]|Mq
p,k|

2[f(Ek)− f(Ep)]δ(Ep − Ek − ~ω). (6.29)

Рис. 6.6: Схематическая иллюстрация процессов, ответственных за формированием фо-
тотока увлечения в квантовом диапазоне частот при ~ω 6 EF . Сплошные красные стрел-
ки показывают процессы взаимодействия электронов со светом, штрихованные синие
стрелки показывают процессы рассеяния электронов на примесях и фононах.
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Предположим, что рассеяние электрона обусловлено короткодействующим по-

тенциалом, смешиванием различных долин пренебрегается. Матричные элементы

рассеяния записываются в виде

V ++
pk =

V0

2

(
1 + ei(ϕk−ϕp)

)
, V −+

pk =
V0

2

(
1− ei(ϕk−ϕp)

)
, V +−

pk =
V0

2

(
1− ei(ϕk−ϕp)

)
,

(6.30)

где V0 – вещественная константа. Расчет показывает, что в квантовом диапазоне

частот коэффициенты T1 и T2 имеют вид

T1 = −e3v4 32

~ω4

∑
k

[f(Ek)− f(Ep)]
Ep

(Ek + Ep)2
, (6.31a)

T2 = −e3v4 8

~ω4

∑
k

[f(Ek)− f(Ep)]
E2
p + E2

k + (~ω)2

Ek(Ek + Ep)2
. (6.31b)

Здесь Ep = Ek+~ω. Если энергия фотона много меньше, чем характерная энергия

электронов, т.е. ~ω � Ek, Ep, но ωτ1, ωτ2 � 1, то в согласии с (6.24) из (6.31)

получаем

T1 = 2T2 =
8e3v4

ω3

∑
k

f ′

Ek
. (6.32)

Отметим, что константа T̃1, описывающая циркулярный фототок, меняет знак

при инверсии времени. Поэтому для формирования циркулярного эффекта увле-

чения требуется учет дополнительного рассеяния (расчет этого эффекта можно

проводить аналогично расчету баллистического линейного фотогальванического

эффекта [157, 467]). Согласно (6.25) циркулярный ток увлечения быстро убывает

∝ 1/(ω3τ) с ростом частоты электромагнитного поля.

6.4.2 Циркулярный фотогальванический эффект

Как отмечалось выше присутствие подложки приводит к понижению симметрии

системы и допускает фотогальванический эффект при наклонном падении излу-

чения (6.11). В строго двумерной модели графена, когда учитываются лишь зоны,

сформированные из π орбиталей, фотогальванический эффект отсутствует, т.к. он

требует отклика электронов на z компоненту электрического поля, поэтому для
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микроскопического описания фотогальванического эффекта необходим учет зон,

сформированных из σ орбиталей атомов углерода.

Имеется 6 неприводимых представлений группы волнового вектора P+
1 , P−1 ,

P+
2 , P−2 , P+

3 , P−3 в точке K (или K ′) зоны Бриллюэна графена [487, 488]. Состо-

яния зоны проводимости и валентной зоны преобразуются по двумерному пред-

ставлению P−3 : оно отвечает двум базисным функциям p(1)
z , p(2)

z , нечетным по отно-

шению к отражению в плоскости графена z = 0. Симметрийный анализ показал,

что переходы под действием z-компоненты электрического поля возможны меж-

ду состояниями, преобразующимися по P−3 и состояниями, преобразующимися по

P+
3 . Базисом этого представления является пара функций s(1) и s(2), которые не

меняют знак при зеркальном отражении z → −z. При остальных операциях сим-

метрии пара функций s(1) и s(2) преобразуется также, как и функции p
(1)
z , p(2)

z .

Представление P+
3 отвечает σ орбиталям атомов углерода, которые формируют

далекие зоны проводимости и валентные зоны в графене. Микроскопические рас-

четы [487, 488, 489] показывают, что расстояние между состояниями P−3 , которые

формируют зону проводимости и валентную зону в графене, и ближайшей глу-

бокой валентной зоной симметрии P+
3 , составляет ∆ ≈ 10 eV. Дисперсия элек-

тронных состояний в зонах симметрии P+
3 вблизи точек K и K ′ зоны Бриллюэна

является линейной, однако эффективная скорость электрона отличается от ско-

рости электрона в зонах, сформированных из π орбиталей.

Микроскопическая природа циркулярного фотогальванического эффекта в

графене на подложке заключается в интерференции непрямых внутризонных пе-

реходов, показанных на рисунке 6.6 (при q = 0) и непрямых внутризонных перехо-

дов с промежуточными состояниями в зоне P+
3 , показанных на рис. 6.7, аналогич-

но орбитальному механизму фотогальванического эффекта в полупроводниковых

квантовых ямах [490, 491, 492]. Действительно, матричные элементы внутризон-

ного поглощения, графически представленные на рисунке 6.6, пропорциональны

компонентам электрического поля E‖ в плоскости структуры и квазиимпульсам
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Рис. 6.7: Схематическая иллюстрации непрямых внутризонных переходов с промежу-
точными состояниями в зоне P+

3 , которые интерферируют с друдевскими переходами,
показанными на рис. 6.6, и приводят к фотогальваническому эффекту. Сплошные стрел-
ки – электрон-фотонное взаимодействие, штриховые стрелки – рассеяние электрона на
примесях и фононах.

электрона в начальном и конечном состоянии. Матричные элементы непрямых

переходов через далекую зону симметрии P+
3 пропорциональны Ez и не содержат

линейных по волновому вектору вкладов. Интерференционный вклад в вероят-

ность оптического перехода содержит произведение EzE‖ и линеен по волновому

вектору, он и приводит к возникновению фототока. Такая интерференция допу-

стима лишь в том случае, если операция отражения z → −z отсутствует в группе

симметрии. Наличие подложки понижает симметрию и допускает интерференцию

процессов, показанных на рис. 6.6 и 6.7: электрическое поле подложки, примеси,

расположенные на поверхности подложки, фононы в подложке или адсорбирован-

ные из воздуха примеси на открытую поверхность графена нарушают симметрию

по отношению к z → −z.

Расчет фототока удобно выполнить, воспользовавшись методом, разработан-

ным С.А. Тарасенко в [490]. Обозначим состояния, сформированные из σ орбита-

лей и преобразующиеся по представлению P+
3 , как +′ и −′ по аналогии с тем, что

верхние индексы + и − обозначают зону проводимости и валентную зоны в (6.28).
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Междузонный оптический матричный элемент можно записать в виде2

R+′+
kk = −R++′

kk = − e

m0c
Azip0, (6.33)

где ip0 матричный элемент импульса между σ и π орбиталями, параметр p0 пред-

полагается вещественным. Как отмечалось, выше фононы в подложке и примеси,

находящиеся над или под листом графена, допускают рассеяние между зонами

симметрии P+
3 и P−3 . Указанные процессы рассеяния имеют короткодействующий

характер. Кроме того, предположим, что междузонное рассеяние имеет место

между теми же комбинациями блоховских функций, что и внутризонное, тогда

для матричных элементов рассеяния получаем

V +′+
pk = V ++′

pk =
V1

2

(
1 + ei(ϕk−ϕp)

)
, (6.34)

где V1 – вещественная константа.

Матричный элемент непрямого перехода с промежуточным состоянием в зоне

P+
3 вычисляется во втором порядке теории возмущений

Mσ
pk =

V ++′

pk R+′+
kk

Ek,+ − Ek,+′ + ~ω
+

R++′
pp V +′+

pk

Ek,+ − Ep,+′
. (6.35)

Здесь Ek,ν (ν = + или +′) – дисперсия электрона в соответствующей зоне. Для

упрощения дальнейших выкладок предположим, что дисперсия в зонах из σ и π

орбиталей одинаковая. Учет различия скоростей поменяет численный множитель

в ответе, например, в пределе бездисперсионных состояний в далекой зоне, это

приводит к множителю 2 в окончательном ответе. При выполнении условия ∆�

~ω,EF матричный элемент (6.35) преобразуется к виду

Mσ
pk ≈ i

eAzp0V1

2m0c

2~ω
∆2

(
1 + ei(ϕk−ϕp)

)
. (6.36)

Общее выражение для фототока можно представить в виде (ср. с [490, 491])

j = e
8π

~
∑
k,p

2 Re
{
Mq=0
pk Mσ,∗

pk

}
[vpτ1(Ep)−vkτ1(Ek)]× [f(Ek)−f(Ep)]δ(Ep−Ek−~ω),

(6.37)
2Мы рассматриваем начальные и конечные состояния только в зоне проводимости.
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откуда для константы χc, описывающей циркулярный фотогальванический эф-

фект, получаем

χc = −ev4πw

~
∑
kp

τ1(Ep)Ek + τ1(Ek)Ep
Ek + Ep

[f(Ek)− f(Ep)]δ(Ep − Ek − ~ω), (6.38)

где

w =
e2vp0

m0ω2

〈V0V1〉
∆2

,

и 〈. . .〉 обозначают усреденение по конфигурациям примесей. Уравнение (6.38)

применимо при условиях ωτ � 1 и ~ω < EF . Константа χl в (6.11), описыва-

ющая линейный фотогальванический эффект, обладает в этом диапазоне частот

дополнительной малостью (ωτ)−1 � 1.

Направление циркулярного фототока определяется знаком произведения

〈V0V1〉. Например, для примесей, расположенных по разные стороны листа гра-

фена, коррелятор 〈V0V1〉 имеет противоположные знаки, поэтому для зеркально-

симметричной структуры 〈V0V1〉 = 0, и циркулярный фотогальванический эффект

отсутствует.

Для вырожденных электронов при ~ω � EF из (6.38) имеем

χc = −4
e3d0

~π∆

〈V0V1〉
〈V 2

0 〉
EF
~ω

, (6.39)

где

ed0 =
ep0~
m0∆

– эффективный дипольный момент междузонного перехода, α – постоянная тон-

кой структуры. Из формулы (6.39) следует, что при ωτ � 1 циркулярный фо-

тогальванический эффект пропорционален 1/ω, т. е. он параметрически больше

циркулярного эффекта увлечения (6.25). При d0 = 1 Å, ∆ = 10 eV величину фо-

тотока, отнесенную к мощности лазерного излучения, можно оценить как

j

I
∼ 〈V0V1〉
〈V 2

0 〉
EF
~ω
× 1.4× 10−11A cm

W
,

~
τ
� ~ω � EF . (6.40)

При энергии кванта света ∼ 100 meV, EF = 300 meV и для асимметричного рас-

сеяния 〈V0V1〉/〈V 2
0 〉 ≈ 0.5, имеем для циркулярного фотогальванического эффекта
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Рис. 6.8: Циркулярный фототок A = jy,A/(Iθ0) в зависимости от ωτ . Сплошная кривая
– расчет по формуле (6.25) для циркулярного эффекта увлечения. Кружки – экспери-
ментальные данные для двух образцов. Точки при ωτ > 1 получены на CO2 лазере.

≈ 2 × 10−11 (A cm)/W. Тот же порядок величины имеет и циркулярный эффект

увлечения при ~ω ∼ 100 meV. Это означает, что на более низких частотах домини-

рует циркулярный эффект увлечения (из-за более резкой частотной зависимости

∝ 1/ω3), а на более высоких – циркулярный фотогальванический эффект.

Экспериментальным проявлением фотогальванического эффекта в графене на

подложке могут служить данные по циркулярному фототоку, полученные в широ-

ком диапазоне частот и представленные на рис. 6.8. Общий ход эксперименталь-

ных данных удовлетворительно описывается теорией для циркулярного эффекта

увлечения (сплошная кривая), однако для образца 1 (серые кружки) наблюдает-

ся смена знака фототока при ωτ ≈ 5 (~ω ≈ 110 meV). Такие поведение сигнала

не может быть описано в рамках одного циркулярного эффекта увлечения и яв-

ляется указанием на то, что на высоких частотах в графене может проявляться

фотогальванический эффект. Оценки по формуле (6.40) показывают, что вели-

чина фототока согласуется с теорией, если рассеяние достаточно асимметрично.

Степень асимметрии рассеяния и даже ее знак может меняться от образца к об-

разцу, что объясняет наблюдение смены знака циркулярного эффекта увлечения
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лишь в некоторых образцах.

6.5 Краевой фотогальванический эффект

Краевые явления в графене привлекают повышенный интерес [493, 494, 495,

496, 497]. Понижение симметрии за счет наличия края у образца допускает воз-

никновение линейного и циркулярного краевого фотогальванического эффекта,

см. формулы (6.12). Здесь и далее рассматривается нормальное падение излуче-

ния. [464, 465, 482], эффекты, связанные с кристаллографической ориентацией

края, подобные изученным в [498], также не учитываются.

Рис. 6.9: (a) Схематическая иллюстрация формирования краевого фототока в графене.
(b) Циркулярный ток JA в образце #1-4H в зависимости от положения лазерного пят-
на на поверхности образца. Схема сканирования показана на верхней вставке. Нижняя
вставка показывает данные сканирования для образца #3-6H. (c) и (d) топология фото-
токов для двух образцов. Красные и синии стрелки показывают направления токов для
σ+ и σ− поляризаций при частоте падающего излучения f = 2 THz. Числа показывают
амплитуды циркулярного фототока JA в микроамперах.

Рассмотрим полубесконечный образец, край которого ориентирован вдоль оси
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y, см. рис. 6.9(a). Возникновение краевого фототока, как правило, связывается

с диффузным рассеянием носителей заряда на границе [464, 465, 499, 500]. Дей-

ствительно, вклад в постоянный ток вдоль края вносят лишь носители заряда,

которые под действием x компоненты электрического поля двигаются в сторону

края, т.к. электроны, летящие от края имеют случайные скорости. Это приводит

к линейному фотогальваническому эффекту jy ∝ ExE
∗
y +EyE

∗
x. Отметим, что при

засветке противоположных краев образца знак тока (в фиксированной системе

координат) меняется на противоположный.

Существенный вклад в фототок может вносить и изменение концентрации

электронов в приграничной области под действием компоненты поля, поперечной

к краю. Для оценки этого эффекта воспользуемся уравнением неразрывности

∂δN

∂t
+
∂ix
∂x

= 0, (6.41)

связывающим изменение концентрации электронов δN ≡ δN(x, t) = N(x, t) − N0

c плотностью потока частиц i = j/e (N0 – невозмущенная концентрация электро-

нов). Поток электронов вдоль оси x, ориентированной перпендикулярно к границе,

содержит диффузионный и дрейфовый вклады

ix = −D∂δN
∂x

+
σ(ω)

e
Ex, (6.42)

где σ(ω) = C(N0)τ/(1 − iωτ) – частотно-зависимая проводимость, τ – время ре-

лаксации импульса, C(N0) = e2EF/π~2. Электронный газ предполагается вырож-

денным, EF = ~v√πn0. На границе образца ix = 0, а в глубине образца в случае

однородной засветки поток носителей заряда обусловлен лишь действием поля,

δN(x) = δN0 exp

[
−1− i

leff

x

]
, (6.43)

где leff =
√

2D/ω = `/
√
ωτ , ` = vτ – длина свободного пробега, а δN0 =

σ(ω)Exleff/[eD(i − 1)]. Приведенное здесь макроскопическое описание верно при

leff � `. Изменение концентрации электронов в приграничной области составляет

∆N =

∫ ∞
0

δN dx =

∫ ∞
0

∂ix/∂x

iω
dx =

σ(ω)Ex
iωe

≡ δN0leff/(1− i). (6.44)
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Краевой фототок как отклик на Ey, найденный с учетом изменения концен-

трации ∆n, индуцированной x компоненты поля, можно представить в виде

Jy = 2 Re

{
∂σ(0)

∂N0

∆nE∗y

}
=
τ 2

e

dC2(N0)

dN0

Re

{
ExE

∗
y

iω(1− iωτ)

}
. (6.45)

Выражение (6.45) содержит как вклад, чувствительный к линейной поляризации

света, так и вклад, направление которого определяется знаком циркулярной по-

ляризации. Для последнего имеем

Jy = −Re{σ(ω)} eτv
2

2π~2ω
|E|2Pcirc. (6.46)

Расходимость циркулярного фототока на низких частотах связана с расходимо-

стью leff ∝ (ωτ)−1/2, она может быть устранена путем учета самосогласованного

поля, конечного размера области засветки и конечного размера контактов, исполь-

зуемых для измерения фототока.

Экспериментально краевые фототоки в графене возбуждались излучением те-

рагерцового диапазона в эпитаксиальных образцах большого размера при засветке

краев образца пятном, сфокусированным на площадь ∼ 1 mm2. Схема измере-

ния показана на вставке к рис. 6.9(b), пятно засветки сканировалось по площа-

ди образца. Панель (b) рисунка 6.9 показывает величину циркулярного фототока

JA = [J(ϕ = 45◦)− J(ϕ = 135◦)]/2 в зависимости от положения пятна излучения.

Сигнал имеет максимум, когда область засветки попадает на край образца и быст-

ро спадает, если пятно смещается от края. Профиль возбуждения тока совпадает с

профилем пятна лазерного излучения, что свидетельствует о генерации фототока

в узкой полоске вблизи края. В согласии с феноменологической моделью фототок

меняет знак на противоположных краях образца, более того, при сканировании

вдоль краев циркулярный ток формирует вихрь, направление вращения которого

меняет знак при смене циркулярной поляризации излучения, см. рис. 6.9(b).

Частотные зависимости тока, обусловленного циркулярным фотогальваниче-

ским эффектом, представлены на рис. 6.10. Фототок обращается в нуль в пределе

статических полей, имеет максимум при ωτ ∼ 0.6 и быстро убывает на высоких
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Рис. 6.10: Циркулярный фототок JA, измеренный для различных сегментов края об-
разца. Сплошные кривые – подгонка в рамках модели [A27], единственным подгоноч-
ным параметром выступает время рассеяния τ , значения τ/(10−14 s) указаны у кривых.
На вставке показан циркулярный фототок JA(ωτ) для одного из краев образца #1-4H
(кружки) и подгонка в рамках модели [A27].

частотах. Экспериментальные данные хорошо согласуются с решением кинетиче-

ского уравнения (6.18), в котором положено B = 0, q = 0, интеграл столкновений

взят в простейшем виде Q{f} = −[f(p) − f 0(Ep)]/τ и использовано граничное

условие диффузного рассеяния при x = 0 [501, 502, 503]. Детали подгонки приве-

дены в [A27], в качестве единственного подгоночного параметра выступает время

рассеяния электрона τ . Сплошные кривые рассчитаны для τ , равного времени

рассеяния импульса в объеме образца (τ = 2.0 × 10−14 s для образца #1-4H и

τ = 2.8 × 10−14 s для образца #2-4H). Количественное согласие эксперимента и

теории можно достичь при τ , отличающихся от времени рассеяния в объеме не

более, чем на 15%.

В то время как величины краевых токов хорошо согласуются с теоретической

моделью, направление фототоков противоположно предсказанному теорией для

образцов проводимости n-типа. Этот на первый взгляд удивительный результат

согласуется с измерениями рамановского рассеяния света на слоях графена n-типа,

которые свидетельствуют о том, что края таких образцов могут обладать дыроч-
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ным типом проводимости [494, 504]. Кроме того, возможная смена типа проводимо-

сти вблизи краев согласуется с особенностями технологии образцов [486, 505, 506].

Таким образом, исследование краевого фотогальванического эффекта позволяет

также установить тип носителей заряда у краев графена.

6.6 Генерация второй гармоники в графене

В этом разделе развита теория генерации второй гармоники в графене в рамках

EB и qE2 механизмов в классическом диапазоне частот. Экспериментально вторая

гармоника исследовалась в работах [448, 449, 507] в оптическом диапазоне частот,

в работе [508] в килогерцовом диапазоне частот и в работе [447] для гигагерцо-

вого диапазона. Необходимость передачи импульса электронам или понижения

симметрии за счет внешних воздействий для генерации второй гармоники отли-

чает эти процессы от генерации третьей и других нечетных гармоник [509, 510],

а также когерентного фотогальванического эффекта [450, 451]. Последние не тре-

буют понижения симметрии, однако возникают в высших порядках по амплитуде

электромагнитного поля.

Расчет отклика на двойной частоте для классического режима взаимодействия

излучения с веществом выполняется аналогично расчету эффекта увлечения, из-

ложенному в разд. 6.3.1. Поправка второго порядка к функции распределения,

осциллирующая на двойной частоте, удовлетворяет согласно (6.18) следующему

уравнению [ср. с (6.23)]

− 2iωf 2ω
2 (p) + 2iqvpf

2ω
2 (p) + e

(
E +

1

c
[vp ×B]

)
∂fω1 (p)

∂p
= Q{f 2ω

2 }, (6.47)

где поправка первого порядка fω1 (p) приведена в (6.21). Решая уравнение (6.47) и

удерживая в f 2ω
2 (p) лишь линейные по q или по B члены, получаем следующие

выражения для констант S1 и S2, описывающих генерацию второй гармоники в

рамках двумерной модели графена:

S1 = −e
3v4

2ω

∑
k

τ1,ωf
′
0

[
τ1,2ω

Ek
(3 + iωτ2,ω) + (1− iωτ2,ω)

dτ1,2ω

dEk

]
, (6.48a)
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(a) (b)

Рис. 6.11: Частотная зависимость отклика на двойной частоте: (a) qS1, (b) qS2. Сплош-
ные линии показывают вещественные части функций отклика, штриховые – мнимые.
Расчет выполнен для короткодействующего потенциала примесей (τ1 = 2τ2 ∝ E−1

k ), для
вырожденных электронов.

S2 =
e3v4

2ω

∑
k

τ1,ωf
′
0

{
τ1,2ω

Ek
(1 + 4iωτ2,2ω)− d

dEk
[τ1,2ω(1− 2iωτ2,2ω)]

}
, (6.48b)

где τn,ω = τn/(1− iωτn).

На рис. 6.11 представлена частотная зависимость отклика на двойной частоте,

пропорционального S1 [панель (a)] и S2 [панель (b)]. В статическом пределе вели-

чины qS1 и qS2 вещественны, они равны3 параметрам qT1 and qT2, описывающим

линейный эффект увлечения, см. (6.24), поскольку при ω = 0 отклик на нулевой и

двойной частотах неразличимы. На высоких частотах, ωτ1, ωτ2 � 1, параметры S1

и S2 пропорциональны 1/ω3 и не зависят от времени рассеяния. Мнимые части ко-

эффициентов S1 и S2 определяются запаздыванием между электрическим полем

и скоростью электрона, поэтому они равны нулю в пределе статических полей,

достигают максимума при ωτ1 ∼ 1, а затем спадают с ростом ωτ1. При ωτ1 ∼ 1 ха-

рактерные значения переменного (на частоте 2ω) и постоянного (возникающего за

счет эффекта увлечения) токов близки, для параметров эксперимента, описанного

в разделе 6.3.2, j(2ω)/P ∼ 0.5 nAcm/W, где P – плотность мощности лазера.

Проанализируем поляризацию излучения второй гармоники. Электромагнит-

ное поле, излучаемое на двойной частоте, можно определить из решений уравне-

ний Максвелла. Удобно найти векторный потенциал A(r, t), осциллирующий на
3C точностью до множителя 2, учитывающего переход к статическим полям в (6.2).
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частоте 2ω, согласно

∆A(r, t) +
4ω2

c2
A(2ω) = −4π

c
e2iq‖ρ−2iωtδ(z)j(2ω) + c.c., (6.49)

где q‖ = (qx, qy) – проекция волнового вектора падающего излучения на слой

графена; считается, что образец помещен в вакуум и находится в плоскости z = 0.

Воспользовавшись одномерной функцией Грина волнового уравнения [3], запишем

решение уравнений (6.49) в виде

A(r, t) =
iπ

cqz
e2iq‖ρ−2iωt

[
j(2ω)e2iqz |z| −ez

j(2ω)q‖
qz

(e2iqz |z| − 1)signz

]
+ c.c. (6.50)

Здесь ez – единичный вектор вдоль оси z. Электрическое поле на двойной частоте

связано с векторным потенциалом стандартным образом E(2ω) = −c−1∂A(2ω)/∂t.

Параметры Стокса излучения можно записать как

Pl(2ω) =
|jx(2ω)|2 − |jy(2ω)|2

|jx(2ω)|2 + |jy(2ω)|2
, P ′l (2ω) =

2 Re{jx(2ω)j∗y(2ω)}
|jx(2ω)|2 + |jy(2ω)|2

,

Pcirc(2ω) = −
2 Im{jx(2ω)j∗y(2ω)}
|jx(2ω)|2 + |jy(2ω)|2

. (6.51)

Здесь Pl и P ′l характеризуют степень линейной поляризации в системах координат

xy и x′y′, повернутых по отношению друг к другу на 45o, Pcirc – степень циркуляр-

ной поляризации. При выводе уравнений (6.51) предполагается, что угол падения

излучения мал |qx|, |qy| � |qz|, и рассматривается излучение электромагнитной

волны, распространяющееся в положительном направлении оси z.

Пусть плоскость падения излучения на фундаментальной частоте совпада-

ет с плоскостью (xz), т.е. qx 6= 0, qy = 0. Особый интерес представляет слу-

чай, когда jx(2ω) и jy(2ω) одновременно не равны нулю. Такая ситуация возни-

кает для излучения, линейно поляризованного в осях x′y′, когда |Ex|2 = |Ey|2,

2 Re{ExE∗y} = |Ex|2 + |Ey|2 [Pl(ω) = 0, P ′l (ω) = 1, Pcirc(ω) = 0]. Именно этот случай

будем рассматривать ниже. Параметры Стокса для второй гармоники в данной

конфигурации показаны на рис. 6.12 в зависимости от частоты фундаментальной

гармоники. Расчет, результаты которого представлены на рис. 6.12(a), выполнен
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(a)

circ

(b)

circ

Рис. 6.12: Частотная зависимость параметров Стокса излучения на двойной частоте: Pl
(черная кривая), P ′l (синяя) и Pcirc (красная). Основная гармоника считается полностью
поляризованной в осях x′y′: |Ex|2 = |Ey|2, 2 Re{ExE∗y} = |Ex|2 + |Ey|2. Панель (a) –
расчет для котороткодействующего рассеяния (τ1 = 2τ2 ∝ E−1

k ), панель (b) – расчет для
кулоновского рассеяния (τ1 = 3τ2 ∝ Ek).

для короткодействующего рассеяния, когда τ1 = 2τ2 ∝ E−1
k . Для сравнения на

рис. 6.12(b) показаны результаты расчета для неэкранированного кулоновского

взаимодействия, когда Vk−p ∝ |k−p|−1 в (6.22), и τ1 = 3τ2 ∝ Ek. Электронный газ

предполагался вырожденным.

Рисунок 6.12 показывает, что в общем случае все параметры Стокса второй

гармоники не равны нулю даже при линейно поляризованной фундаментальной

гармонике. В пределе статических полей, ωτ1 = 0, эллиптичность отсутствует,

Pcirc(2ω) = 0. В пределе высоких частот константы S1 и S2 связаны соотношением

S2 = S1/2, откуда имеем

Pl =
3

5
, P ′l =

4

5
, Pcirc = 0, при ωτ1, ωτ2 � 1.

Согласно рис. 6.12 излучение на двойной частоте в общем случае эллиптически

поляризовано. Значительная степень циркулярной поляризации возникает при

ωτ1 ∼ 1. В частности, для короткодействующего рассеяния электронов [панель

(a)] максимум циркулярной поляризации |Pcirc| составляет около 90% и достига-

ется при ωτ1 ≈ 1.8. Максимум циркулярной поляризации в случае кулоновского

рассеяния несколько меньше, |Pcirc| ≈ 45% при ωτ1 ≈ 1.3. Возникновение цирку-

лярной поляризации связано с запаздыванием движения электрона по отношению
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к полю – в общем случае токи jx(2ω) и jy(2ω) осциллируют не в фазе, т.е. полный

ток на двойной частоте и излучение второй гармоники эллиптически поляризо-

ваны. Отметим, что возникновение линейной поляризации, Pl(2ω) 6= 0, и цирку-

лярной поляризации, Pcirc(2ω) 6= 0, на двойной частоте можно классифицировать

как нелинейный эффект конверсии поляризации. Смена знака поляризации фун-

даментальной гармоники P ′l (ω) → −1 приводит к смене знака циркулярной по-

ляризации Pcirc(2ω) и диагональной линейной поляризации P ′l (2ω) излучения на

двойной частоте, но не приводит к изменению знака линейной поляризации Pl(2ω)

в осях xy.

6.7 Краткие итоги

В главе 6 получены следующие основные результаты:

• Построена теория квадратичного по электрическому полю высокочастотного

отклика графена.

• Разработана теория эффектов увлечения в монослое графена в классическом

диапазоне частот. Показано, что фототок содержит вклад, направление ко-

торого определяется знаком циркулярной поляризации излучения.

• Развита теория циркулярного фотогальванического эффекта в графене, вы-

саженном на подложку.

• Построена теория циркулярного краевого фотогальванического эффекта в

ограниченных образцах графена.

• Разработана теория генерации второй гармоники в графене в классическом

диапазоне частот. Продемонстрировано, что излучение на двойной частоте

может быть циркулярно поляризовано при линейно поляризованной основ-

ной гармонике.
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Заключение

В диссертации получены следующие основные результаты:

1. Построена теория спиновых эффектов Керра и Фарадея, а также наведенной

эллиптичности в структурах с квантовыми ямами и квантовыми точками.

2. Рассчитана временна́я зависимость сигналов фарадеевского и керровского

вращения в массивах квантовых точек с учетом разброса энергий оптиче-

ского перехода и величины g-фактора электронов. Предсказано, что фара-

деевский сигнал может разгораться как функция времени задержки между

импульсами накачки и зондирования.

3. Развита теория совместной прецессии электронных и ядерных спинов, обу-

словленной магнитным полем и сверхтонким взаимодействием. Объяснена

полная подстройка частот ларморовой прецессии электронов в ансамбле за-

ряженных квантовых точек при накачке электронных спинов периодической

последовательностью оптических импульсов в магнитном поле.

4. Построена теория спиновой динамики электронов в квантовых ямах с про-

странственно флуктуирующей константой спин-орбитального взаимодей-

ствия. Показано, что циклотронное движение электрона в магнитном поле

приводит к ускорению спиновой релаксации.

5. Предсказано, что в квантовых проволоках со случайным пространствен-

ным распределением константы спин-орбитальной связи неравновесный спин
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электронов релаксирует во времени по степенно́му закону, а спектр спиново-

го шума имеет особенность на низких частотах.

6. Построена теория спиновой релаксации свободных электронов в квантовых

ямах с высокой подвижностью носителей заряда, в которых потеря неравно-

весного спина определяется межэлектронным взаимодействием.

7. Разработана теория тонкой структуры триплетного состояния пары электро-

нов, локализованных в анизотропной квантовой точке, с учетом кулоновско-

го и спин-орбитального взаимодействий.

8. Построена теория преобразования линейной поляризации света в циркуляр-

ную в структурах с квантовыми микрорезонаторами.

9. Разработана теория поляризационно-зависимых фотоэлектрических эффек-

тов в графене. Предсказано, что ток увлечения электронов фотонами со-

держит вклад, зависящий от знака циркулярной поляризации света. Проде-

монстрировано, что вторая гармоника излучения, генерируемая в графене,

может быть циркулярно поляризована при линейно поляризованном возбуж-

дении.
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