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Abstract

In this thesis theoretical models for the description of optical properties of semiconductor
quantum dots are developed. Particular attention is given to the inclusion of many-body
effects. Quantum dots are of great interest due to their discrete states that can be tailored to
a large extend. In contrast to atoms, quantum dots represent - as part of a semiconductor
- embedded systems. The carrier dynamics and spectral properties due to the many-
body interactions are calculated using a non-equilibrium Green’s function formalism. This
formalism allows the description of non-Markovian effects as well as a selfconsistent
treatment of the interaction.

In particular, the Green’s function formalism is used to investigate the simultaneous
influence of the carrier-phonon and Coulomb interaction on scattering efficiency in a
quantum-dot system. There is a substantial effect for the scattering of carriers between
discrete quantum-dot states that even leads to decreasing scattering efficiency.

Besides scattering, many-body interactions cause also dephasing that destroys coherence.
Coherence is of central importance for a variety of applications in quantum information.
For instance, the population inversion of a transition can be used as an all-optical switch.
Exemplary, population inversion of a semiconductor quantum dot ground-state transition
by means of adiabatic passage with chirped optical pulses and resonant Rabi oscillations are
investigated under the influence of carrier-LO-phonon interaction.

Furthermore, the interplay of structural properties and many-body interactions has a
large influence on optical properties. Due to the quantum-confined Stark effect in nitride
quantum dots, the single-particle states of electrons and holes are separated. This causes
a weak ground-state optical transition - even in quantum dots grown in a nonpolar
direction. By implementing a configuration interaction scheme, we find that the Coulomb
interaction strongly enhances the ground-state transitions by partly neutralizing the
quantum-confined Stark effect in nonpolar quantum dots. This finding sheds new light
on existing discrepancies between previous theoretical and experimental results for these
systems, as experimentally efficient optical transitions have been observed.
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1 Einleitung

1 Einleitung

In Halbleitern ist es moglich, durch eine Strukturierung auf atomarer Skala die
Eigenschaften dieser Systeme bedeutend und gezielt zu manipulieren. Auf diesen
kleinen Skalen treten Quantisierungseffekte auf, die beispielsweise die Zustandsdichte
des Systems verdndern konnen. So sind die Elektronen und Locher (Ladungstrdger) in
Quantenfilmen in einer Richtung eingeschlossen, wodurch sich die Zustandsdichte im
Vergleich zu unstrukturierten Halbleitern an der Bandkante erhoht. Daher eignen sich
Quantenfilme fiir optoelektronische Bauelemente wie Laser!-Dioden, lichtemittierende
Dioden und Photodetektoren [71], die auch in vielen Alltagsgerdten verwendet werden,
die beispielsweise zur optischen Kommunikation, Datenspeicherung oder als Beleuchtung
dienen.

Als besonders interessant haben sich Quantenpunkte erwiesen [10, 11]. In diesen
sind die Ladungstrager vollstindig lokalisiert, so dass sich im Gegensatz zu anderen
Halbleitersystemen ein diskretes Energiespektrum ergibt. Daher werden Quantenpunkte
auch als “kiinstliche Atome” bezeichnet. Dabei ergibt sich gegeniiber Atomen der
Vorteil, dass die Eigenschaften der Ladungstrdger in diesen Punkten manipulierbar
sind. So koénnen optische Ubergangsenergien und Ubergangsstirken durch Materi-
alzusammensetzung, Grofie und Geometrie beeinflusst werden, so dass sich mittels
Quantenpunkten mafigeschneiderte Laser oder Dioden realisieren lassen. Auch lassen
sich in Halbleiter eingebettete Quantenpunkte elektrisch pumpen. Dabei werden die
Ladungstrager allerdings nicht direkt in die Quantenpunkte gepumpt, sondern in die
energetisch hoher liegenden quasikontinuierlichen Zustinde des Halbleiters, aus denen
diese zundchst in die Quantenpunkte relaxieren miissen. Dies geschieht durch die in
Halbleitern auftretenden Vielteilchenwechselwirkungen, die die Quantenpunktzustiande
und die quasikontinuierlichen Zustdnde miteinander und untereinander koppeln.

Neben der Coulomb-Wechselwirkung zwischen den Ladungstragern kommt es in Halb-
leitern auch zur Elektron-Phonon-Wechselwirkung, die die Interaktion der Ladungstrager
mit den Schwingungen des Kristallgitters (Phononen) darstellt. Beide Wechselwirkungen
fithren zu komplexen Renormierungen der Ladungstriager sowie Streuung und Depha-
sierung. Zur quantenkinetischen Beschreibung der Wechselwirkungen werden in dieser
Arbeit Nichtgleichgewichts-Greenschen Funktionen im Rahmen der Keldysh-Technik
genutzt [48]. Dies erlaubt es im Rahmen eines selbstkonsistenten Schemas, bestimmte
Klassen von Wechselwirkungsprozessen in beliebig hoher Ordnung zu berticksichtigen.
Ein Schwerpunkt ist dabei das Zusammenspiel der beiden genannten Wechselwirkungen.
So konnen sich die Wechselwirkungen gegenseitig unterstiitzen, indem neue Streukanile
entstehen, oder aber blockieren, wenn beispielsweise Resonanzen aufgehoben werden.
Dabei wird hier sowohl die Wirkung der Renormierungen auf die spektralen Eigenschaften
der Quantenpunktzustinde, als auch die Wirkung auf die Streuung - insbesondere die
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Relaxation - anhand eines InGaAs-Quantenpunktsystems untersucht. Zur Quantifizierung
der Streuung werden fiir diese Raten eingefithrt und mittels Greenscher Funktionen
berechnet.

Ein weiteres mogliches Anwendungsgebiet von Halbleitern ist die Quanteninformations-
verarbeitung. Dabei ist insbesondere Kohdrenz notwendig, die jedoch durch die Vielteil-
chenwechselwirkungen verringert wird. Es wird daher anhand von optischen Anregungen
untersucht, unter welchen Bedingungen kohirentes Verhalten in Quantenpunkten moglich
ist. Dazu wird die Eignung als optischer Schalter und die Effizienz schneller adiabatischer
Ubergange (Rapid adiabatic passage) getestet.

Ein beziiglich der moglichen Emissionsfrequenzen besonders vielversprechendes Material-
system fiir Quantenpunkte stellen Nitride wie z.B. InN dar [77]. Jedoch gibt es in diesen
starke intrinsische elektrostatische Felder, die in strukturierten Halbleitern zum quantum-
confined Stark effect [72, 130] fithren, durch den die Effizienz optischer Ubergéinge massiv
reduziert werden kann. Allerdings kann dieser Effekt durch die Coulomb-Wechselwirkung
zumindest teilweise aufgehoben werden [104], was in dieser Arbeit untersucht wird. Dabei
wird eine mogliche Losung der Widerspriiche zwischen experimentellen und bisherigen
theoretischen Befunden fiir sogenannte unpolar gewachsene Nitridquantenpunkte darge-
legt.



2 Halbleiterquantenpunkte

2 Halbleiterquantenpunkte

In diesem Abschnitt werden die allgemeinen Eigenschaften von Quantenpunkten (Kap.
2.1) sowie die Herstellung und Modellierung (Kap. 2.2 und 2.3) der betrachteten
Halbleiter-Quantenpunkte vorgestellt. Dazu wird zundchst kurz auf die allgemeinen
elektronischen Eigenschaften von kristallinen Festkorpern und Halbleitern im Besonderen
eingegangen. Kristalline Festkorper bestehen aus einem regelmifiigen atomaren Gitter.
Durch die Coulomb-Wechselwirkung bilden sich aus den atomaren Orbitalen delokalisierte
elektronische Zustiande, die sich gemaf3 Bloch-Theorem [34] in erster Ndherung als Produkt
aus einer gitterperiodischer Funktion und ebenen Wellen beschreiben lassen. Elektronen
in diesen Zustdnden verhalten sich daher in dieser Naherung wie freie Elektronen mit
renormierter effektiver Masse [19]. Allerdings ergibt sich schon aufgrund der endlichen
Anzahl von Gitterplatzen eine Quantisierung der elektronischen Zustdnde. Da diese Anzahl
allerdings grofs ist, liegen die Zustidnde beziiglich ihres Impulses und somit ihrer Energie
dicht zusammen, so dass man von quasikontinuierlichen Zustanden spricht.

10 Abb. 2.1: Bandstruktur von
GaN (rot) und InN
(blau) entlang des
irreduziblen Pfades
im Impulsraum
(siehe beispielswei-
se Ref. [50] fiir die
Bezeichnungen):
Die Bandliicke des
InN liegt vollstan-
dig innerhalb der
des GaN. Die Band-
struktur wurde
entsprechend Ref.
[74] von Stefan
Barthel berechnet.

Energie in eV

Allgemein ergeben sich Bander aus quasikontinuierlichen Zustinden, deren Energien
beziiglich des Impulses stetig sind und die einen energetischen Bereich abdecken. Abhidngig
vom Material und energetischer Position konnen sich diese Bander iiberdecken oder
Liicken aufweisen. Halbleiter zeichnen sich dadurch aus, dass an der Fermienergie eine
Bandliicke vorliegt, durch die im Grundzustand, also im unangeregten System, voll
besetzte Valenzbdnder und leere Leitungsbdnder voneinander getrennt sind. So weisen
beispielsweise die in Abb. 2.1 dargestellten Bandstrukturen von GaN und InN eine
Bandliicke von 3,51 eV beziehungsweise 0,78 eV auf. Da die Valenzbander im Grundzustand

10



2.1 Eigenschaften von Halbleiterquantenpunkten

voll besetzt sind, bietet es sich dabei an, in diesen nicht die Anwesenheit von Elektronen,
sondern das Fehlen von diesen zu beschreiben. Diese fehlenden Elektronen werden Locher
genannt. Fiir eine weitergehende Einfiihrung siehe beispielsweise Ref. [19, 49].

2.1 Eigenschaften von Halbleiterquantenpunkten

Elektronen

Abb. 2.2: Schematischer Verlauf der Band-

kanten einer InGaAs-Halbleiter-

nanostruktur: Da es sich bei Lo-

chern um fehlende Elektronen

T Gads InGaAs Gahs handelt, ist fiir diese eine hdhe-

re Energie giinstiger. Somit sind

Elektronen wie Locher im InGaAs
gebunden.

Energie

Locher
Ort—

Werden verschiedene Halbleiter auf atomarer Skala miteinander kombiniert, spricht man
von Halbleiternanostrukturen. Aufgrund der unterschiedlichen Bandliicken der beteiligten
Materialien kann es dabei zu einem Ladungstragereinschluss im Material mit der kleineren
Bandliicke kommen, der sowohl die Elektronen im Leitungsband, als auch die Locher
betrifft. Zu einem solchen Einschluss kommt es beispielsweise entsprechend Abb. 2.2 in
InGaAs, das von GaAs umgebenen ist. Bei der Kombination von GaN und InN kommt es
ebenfalls zu einem Einschluss der Ladungstrager, da die Bandliicke von InN vollstindig
in der Bandliicke von GaN liegt (siehe Abb. 2.1). Quantenpunkte zeichnen sich dabei
dadurch aus, dass in ihnen ein Ladungstriagereinschluss in simtlichen Richtungen vorliegt.
Aufgrund der kleinen Abmessungen dieser Punkte von einigen nm bilden sich keine
quasikontinuierlichen Bander, sondern Zustdnde mit diskreten Energien.

GaAs — ~ Abb. 2.3: Schematischer Querschnitt
GaAs der betrachteten InGaAs-
Halbleiterquantenpunkt-
struktur.

GaAs

In dieser Arbeit werden InGaAs- und InGaN-Quantenpunkten betrachtet, die auf einer
Benetzungsschicht liegen, die aus dem gleichen Material wie die Quantenpunkte besteht.
Abb. 2.3 zeigt den schematischen Aufbau und Abb. 2.4 Aufnahmen einer InGaAs-
Quantenpunktstruktur, in der Ladungstréager durch die gegeniiber der Umgebung kleineren
Bandliicke des InGaAs eingeschlossen sind. Bei der Benetzungsschicht handelt es sich um
eine nur wenige Atomlagen diinne Schicht. Die Zustdnde in der Benetzungsschicht sind,
wie auch in einem Volumenmaterial, aufgrund der Translationsinvarianz in der Ebene
quasikontinuierlich, wobei sich wegen des Einschlusses und der daraus resultierenden
Quantisierung in einer Raumrichtung mehrere Subbéander bilden. Im Gegensatz zu einem
Quantenfilm, befinden sich auf dieser Schicht Stellen erhhter Dicke, die die Quantenpunkte
darstellen.

11



2 Halbleiterquantenpunkte

Abb. 2.4: Transmissionselektronenmikroskop-Aufnahme eines InGaAs-Quantenpunktes
(@) und eines Ensembles dieser (b): Im Gegensatz zu Abb. 2.3 sind diese
Quantenpunkte noch nicht mit GaAs iiberdeckt. Die Abbildungen wurden Ref.
[3] entnommen (Copyright 2002 by The American Physical Society).

e WL—-Bandkante Abb. 2.5: Schema des effektiven Potenti-
als innerhalb der Benetzungs-
schicht: Durch die grofiere
Ausdehnung im Quantenpunkt
(QD) gegentiber der sonstigen

QD Einschlusspotential Benetzungsschicht (WL) erge-
ben sich fiir die Ladungstrdger

_—— glinstigere effektive Potentiale,

die lokal gebundene Zustinde
h WL-Bandkante fiir Elektronen (e) und Loécher
Ort im WL — (h) ermoglichen.

Energie

Dass diese erhohte Dicke zu lokalisierten Zustdnden fiihrt, kann durch das in Abb.
2.5 schematisch dargestellte effektive Potential erkldart werden, das den Einschluss in
Wachstumsrichtung berticksichtigt. Analog zu einem Potentialtopf ist die minimale Energie
dabei um so kleiner, je breiter der eingeschlossene Bereich ist, so dass das effektive Potential
am Quantenpunkt kleiner ist als in der Benetzungsschicht, die aus dem selben Material
besteht. Dadurch bilden sich analog zu den Zustidnden eines Elektrons in einem Atom
diskrete, lokalisierte Zustdnde, die nicht nur in der Wachstumsrichtung, sondern auch
in der Ebene eingeschlossen sind. Dies gilt ebenso fiir die Locher. Es ergibt sich das
in Abb. 2.6 dargestellte Energieschema. In Kap. 2.2 wird genauer auf diese Zustinde
eingegangen. Eine andere Moglichkeit der Bildung von Quantenpunkten in Halbleitern
stellen Konzentrationsfluktuationen innerhalb einer Benetzungsschicht dar, wobei in den
hier betrachteten Materialsystemen eine hohere In-Konzentration zu einem Einschluss
fiihren wiirde.

Die auch als “kiinstliche Atome” bezeichneten Quantenpunkte weisen abgesehen von
ihren diskreten Zustidnden fundamentale Unterschiede zu Atomen auf. Der wesentlichste
Unterschied ergibt sich durch die Einbettung der Quantenpunkte in einen Halbleiter,

12



2.2 InGaAs-Quantenpunkte

e WL Abb. 2.6: Energieschema der betrachteten
0 InGaAs-Quantenpunktstruktur

fiir Elektronen (e) und Locher (h):

e p—Schale _40 meV Unterhalb der quasikontinuierli-

chen Benetzungsschichtzustinde
(WL-Bander) liegen mehrere

¢ s=Schale - —80 meV diskrete Quantenpunktzustinde,
die aufgrund ihrer Symmetrie
in Analogie zu den Orbitalen
eines Atoms als s- und p-artig
h s—Schale — =30 meV bezeichnet werden. Ohne Be-
h p—Schale — — —~15 meV riicksichtigung der Spinentartung
sind die p-Zustinde dabei im
h WL 0 Gegensatz zu den s-Zustianden

jeweils zweifach entartet.

wodurch diese Teil eines Vielteilchensystems (siehe Kap. 3) sind, in dem Wechselwirkung
mit anderen Elektronen (Coulomb-Wechselwirkung, siehe Kap. 4) und dem Gitter (Elektron-
Phonon-Wechselwirkung, siehe Kap. 5) stattfindet. Ein grofier Vorteil gegenitiber Atomen
ist, dass die Eigenschaften der Quantenpunkte innerhalb gewisser Bereiche wéahrend
der Herstellung bestimmt werden konnen. So kénnen Emissionsfrequenzen, Stirke der
optischen Ubergénge und sogar Ladungstriagerdynamik beeinflusst werden.

Aufgrund dieser Freiheiten beim Design stellen Quantenpunkte ein interessantes System
fiir praktische Anwendungen dar. So werden sie als aktives Medium fiir optoelektronische
Geriate wie lichtemittierende Dioden oder Laser' [66, 71] und fiir fundamentale
Untersuchungen der Licht-Materie-Wechselwirkung genutzt [7, 96, 135]. Insbesondere fiir
Anwendungen, die Kohdrenz erfordern, kann sich dabei die Wechselwirkung mit der
Umgebung als problematisch erweisen [105, 106]. Dies wird in Kap. 8 untersucht.

2.2 InGaAs-Quantenpunkte

Das InGaAs-Materialsystem ist experimentell sehr gut untersucht und bietet sich daher fiir
grundlegende Untersuchungen zu Quantenpunkten an. Dementsprechend wird es in dieser
Arbeit zur Untersuchung der spektralen Eigenschaften (Kap. 6), Kinetik (Kap. 7) und von
kohédrenten optischen Anregungen (Kap. 8) verwendet.

Stranski-Krastanov-Wachstum

Die Herstellung von InGaAs-Quantenpunkten erfolgt meist unter Verwendung der
Molekularstrahlepitaxie (MBE), bei der die aufzubringenden Materialien auf einem
GaAs-Substrat aufgedampft werden. Durch eine geringe Gitterfehlanpassung zwischen

"Light Amplification by Stimulated Emission of Radiation
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2 Halbleiterquantenpunkte

Substrat und wachsendem Kiristall, der die Quantenpunktstruktur bildet, kommt es zum
Stranski-Krastanov-Wachstum. Bei diesem iibernimmt der wachsende Kristall zundchst
die Gitterabstinde des Substrats. Dies fithrt zwar zu Spannungen, ist aber fiir geringe
Schichtdicken energetisch giinstiger, als zusdtzliche Oberfliche aufzubauen, die aufgrund
der offenen Bindungen ungtinstig ist. So kommt es bei geringen Schichtdicken zu einem
Schicht-fiir-Schicht-Wachstum, wobei die Benetzungsschicht entsteht.

Mit zunehmender Schichtdicke nehmen die Spannungen allerdings zu, so dass es ab
einer kritischen Dicke energetisch giinstiger ist, Inseln zu bilden, da diese ein Relaxation
des Kiristallgitters ermoglichen. Dabei verteilen sich diese Inseln, die die Quantenpunkte
darstellen, relativ homogen, da sich die wahrend des Wachstums an der Oberfldche
beweglichen Atome bevorzugt an schon vorhandene Inseln setzen, so dass in der
Umgebung einer vorhandenen Insel weniger bewegliche Atome vorliegen und somit
die Bildung einer Insel nahe einer anderen Insel unwahrscheinlich ist. Daher spricht
man von einem selbstorganisierten Wachstum. Nach der Entstehung der Quantenpunkte
wird der Wachstumsprozess mit dem Material des Substrats fortgesetzt, so dass die
Quantenpunktstruktur im Substratmaterial eingeschlossen wird. Dabei lassen sich die
Eigenschaften der gewachsenen Quantenpunkte wie Grofle, In-Konzentration oder Dichte
auf der Benetzungsschicht und damit deren elektronische und optische Eigenschaften
tiber Wachstumsparameter wie Temperatur oder Zusammensetzung und Flussmenge des
aufzubringenden Materials in gewissen Grenzen verdandern.

Oszillatormodell fiir InGaAs-Quantenpunkte

Gemifs dem Bloch-Theorem [34] wird eine elektronische Wellenfunktion in einem
translationsinvarianten Kristall in erster Naherung als Produkt aus einer einhiillenden
ebenen Welle e** und einem gitterperiodischen Bloch-Faktor u(r) dargestellt. Dies gilt
ebenfalls in der betrachteten InGaAs Nanostruktur, wobei sich hier allerdings fiir die
einhiillenden Funktionen keine ebenen Wellen ergeben, da die Translationssymmetrie
gebrochen ist.

Fiir die Benetzungsschicht verbleibt allerdings die Translationssymmetrie in der Wachs-
tumsebene, sofern man davon ausgeht, dass die Quantenpunkte homogen auf dieser
Schicht verteilt sind, also nicht von einzelnen Quantenpunkten sondern von einer
homogenen Dichte von Punkten ausgegangen wird. Es bietet sich daher an, die Zustdnde
der Benetzungsschicht als Produkt einer Wellenfunktion & (z) in Wachstumsrichtung
z und ebenen Wellen ¢ (rH) in der zu z senkrechten und translationsinvarianten
Ebene darzustellen. Durch Anwendung der Einhiillendenndherung (Envelope-Function-
Approximation [33]), bei der die Bloch-Faktoren der einzelnen Zustdnde durch einen festen
Bloch-Faktor gendhert werden, erhélt man

O (r) =0 (r)) (2 u(r), (2.1)

wobei r| die Projektion von r auf die Wachstumsebene ist. Auch die lokalisierten
Quantenpunktzustdnde lassen sich ndherungsweise als solche Produkte darstellen, wobei
hier die Translationssymmetrie in allen Richtungen gebrochen ist.

Ferner fiihrt die Einhiillendenndherung dazu, dass die Erwartungswerte und Wechselwir-
kungsmatrixelemente dieser Zustinde nur schwach von der genauen Form des Bloch-
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2.2 InGaAs-Quantenpunkte

Faktors abhdngen und dieser ndherungsweise durch eine Konstante dargestellt werden
kann, die iiber die Normierung der iibrigen Bestandteile beriicksichtigt wird. Im Folgenden
wird dieser daher nicht mehr betrachtet.

In Wachstumsrichtung sind die Ladungstrdger durch die deutlich kleinere Bandliicke
des InGaAs der Benetzungsschicht und der Quantenpunkte gegeniiber dem umliegenden
GaAs eingeschlossen, was ndherungsweise durch einen Potentialtopf beschrieben werden
kann. Nimmt man weiter vereinfachend ein unendlich grofies Potential auSerhalb der
Benetzungsschicht und der Quantenpunkte an, erhilt man fiir einen Potentialtopf der

Breite L
EX(2) = \/zsin (%z) , (2.2)

mit der Quantenzahl n = 1,2,3,.... Fiir die elektronischen und optischen Eigenschaften
eines Halbleiters sind nur die Zustinde nahe der Bandliicke interessant, da weit von
diesem entfernt keinerlei Streuung stattfinden kann, weil entweder alle Zustdnde besetzt
oder unbesetzt sind. Das hier untersuchte InGaAs kann daher in guter Niherung durch
ein Valenzband und ein Leitungsband beschrieben werden. Es wird daher nur der
Grundzustand n = 1 betrachtet.

In der Benetzungsschicht kann das Einschlusspotential der linsenformigen Quantenpunkte
in guter Ndherung als harmonisch angenommen werden (vergl. Abb. 2.5). So wurde in
Ref. [4] gezeigt, dass die Wellenfunktionen und Energieeigenwerte von linsenférmigen
Quantenpunkte sehr gut mit denen eines zweidimensionalen harmonischen Oszillators
iibereinstimmen. Diese sind aus der Standardliteratur [18] bekannt und lauten fiir die
zwei energetisch niedrigsten gebundenen Zustinde mit den Drehimpulsquantenzahlen
m = —1,0, 1 fiir einen Quantenpunkt am Ort R:

_ B _BQVFHQ—RF
Om=om (1)) = e ! 2.3)
(Zl)m::tl,R (7’||) = (Zl)m:O,R (I'||) B |I'|| — R| TP R

wobei ® der Winkel von r|—R, der zum Quantenpunkt relativen Position auf
der Benetzungsschicht, ist. Fiir die Energieeigenwerte des Hamilton-Operators des
zweidimensionalen harmonischen Oszillators gilt

2122
By = (Im] + 1) hf (2.4)

mit der effektiven Masse 1. In Analogie zur Atomphysik wird der Grundzustand m = 0
als s-Zustand und der erste angeregte Zustand m = =1 als p-Zustand bezeichnet. Die
Energiedifferenz AE dieser Zustdnde wird dabei vom Oszillatorparameter (3 bestimmt und
ist aufgrund der groferen effektiven Masse p fiir die Locher kleiner als bei den Elektronen.

In der zweidimensionalen, homogenen Benetzungsschicht sind die Zusténde durch ebene
Wellen

1 .
¢g (I‘H) = ﬁéZer (25)
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2 Halbleiterquantenpunkte

gegeben, wobei k der Wellenvektor und A die Flache in der Wachstumsebene ist. Diese
Zustdande sind zwar zueinander orthogonal, aber nicht zu den Quantenpunktzustianden
(sieche Gl. (2.3)), so dass diese keine orthogonale Basis fiir das gesamte System
darstellen. Daher werden fiir die spdteren Rechnungen diese ebenen Wellen zu den
Quantenpunktzustdnden orthogonalisiert, wobei die OPW2-Methode genutzt wird, die im
Anhang (A) vorgestellt wird.

2.3 InGaN-Quantenpunkte

Nitride zeichnen sich durch einen grofien Bereich moglicher Emissionsfrequenzen [77, 78,
79] und starke intrinsische elektrische Felder aus. Diese Felder bewirken eine Verringerung
der Dipolstdarke fiir die Rekombination der Ladungstrdager, was sich negativ auf die
Effizienz optoelektronischer Anwendungen auswirkt. In Kap. 9.1 wird die Wirkung der
Coulomb-Wechselwirkung auf die optischen Spektren der InGaN-Quantenpunkte ermittelt.
Insbesondere werden Quantenpunkte mit verschiedenen Orientierungen beziiglich der
Felder untersucht.

Bildung von InGaN-Quantenpunkten durch spinodale Entmischung

Im Gegensatz zum zuvor betrachteten InGaAs findet bei InGaN kein Stranski-Krastanov-
Wachstum statt, da sich die Gitterkonstanten von InN und GaN zu stark unterscheiden. Ein
Modell zur Bildung der Quantenpunkte in diesem Materialsystem liefern beispielsweise
Tessarek et al. [122], das im Folgenden skizziert wird.

Nach diesem Modell bilden sich InGaN-Quantenpunkte mit niedrigem In-Anteil durch eine
spinodale Entmischung. Unterhalb einer kritischen Temperatur gibt es einen Bereich der
Konzentration z, in dem In, Ga; ;N nicht stabil ist und der mit fallender Temperatur grofier
wird. Wird also eine Schicht In,Ga; ;N bei hohen Temperaturen auf GaN aufgebracht und
danach die Temperatur abgesenkt, wird die Schicht bei entsprechendem z instabil und es
findet eine Phasenseparation in In-reiche und In-arme, stabile Gebiete statt. Ferner ist von
Bedeutung, dass sich der instabile Bereich mit zunehmender Verspannung des In,Ga;_,N
zu grofleren x verschiebt. Die spinodale Entmischung in InGaN wird beispielsweise in Ref.
[47] beschrieben.

Bei hohen Indiumkonzentrationen kommt es zu Volmer-Weber-Wachstum [68], bei dem
sich grofie Strukturen bilden, was durch die hohe Mobilitit des In-reichen Materials
begiinstigt wird. Dagegen ist die Mobilitdit der In-armen Gebilde klein. Durch den
Wegfall des In-reichen Materials konnen diese teilweise relaxieren, wobei sich der instabile
Bereich weiter zu niedrigen Konzentrationen verschiebt und die In-Konzentration weiter
reduziert wird. Das separierte INN wandert zu den In-reichen Strukturen. Es verbleiben
kleine In-arme Quantenpunkte und grofle In-reiche Strukturen auf der Oberflache.
Beim Uberwachsen mit GaN l6sen sich die In-reichen Strukturen auf und bilden einen
breiten Quantenfilm geringer Konzentration. Die In-armen Quantenpunkte zeigen bei
entsprechenden Wachstumsbedingungen eine griine bis blaue Emission [122].

2orthogonalized plane waves
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2.3 InGaN-Quantenpunkte

Tight-Binding-Modell

Entgegen dem InGaAs-Quantenpunktsystem lassen sich InGaN-Quantenpunktsystem nicht
addquat durch ein Oszillatormodell beschreiben. Zur Modellierung bietet sich hier ein
empirisches Tight-Binding-Modell [74, 120] oder ein k - p-Ansatz [64, 92] an. Verfahren wie
Dichtefunktionaltheorie [86] sind dagegen aufgrund des enormen numerischen Aufwandes
nicht geeignet, Quantenpunkte der betrachteten Grofse zu modellieren.

Bei k - p-Rechnungen wird die Bandstruktur am I'-Punkt durch eine Stérungsreihe gendhert.
Da es sich dabei um eine Kontinuumsmethode handelt, kénnen k - p-Rechnungen auf
verschiedenen Skalen durchgefiihrt werden, was es ermoglicht bei entsprechend kleiner
werdender Auflosung grofiere Strukturen mit dem gleichen Aufwand zu berechnen.
Dagegen verwendet man beim Tight-Binding eine diskrete Basis (atomare Positionen oder
Bravais-Gitter), so dass der Aufwand fiir groflere Strukturen zunimmt. Vorteilhaft ist
dagegen, dass sich mit diesem Ansatz die Bandstruktur abseits des I'-Punktes deutlich
besser beschreiben ldsst, was insbesondere bei hoch angeregten Quantenpunktzustinden,
wie sie in Kap. 9 benotigt werden, zum Tragen kommen kann. Die dort verwendeten
Zustande der InGaN-Quantenpunkt-Systeme basieren daher auf einem empirischen Tight-
Binding-Verfahren und wurden von Stefan Barthel entsprechend Ref. [74] berechnet.

Tight-Binding-Rechnungen basieren auf der Grundannahme, dass die Elektronen in einem
Festkorper weiterhin stark an die Gitterionen gebunden sind. In einzelnen Atomen ergeben
sich fiir die Elektronen lokalisierte Orbitale. In einem Festkorper konnen sich dagegen
insbesondere benachbarte Atome beeinflussen. Dies wird im Rahmen des Tight-Binding-
Verfahrens als Storung behandelt. Als Basis fiir dieses Problem bieten sich Wannier-
Zustande [nR) an, da diese entgegen den Atomorbitalen orthonormal sind, wobei n das
Orbital und R das jeweilige Atom beschreibt. Man erhilt allgemein den Hamiltonoperator

H =Y "EurnR) (nRl+ Y twrr [nR) ('R (2.6)
R nn/ RR'

wobei der erste Term die Eigenenergien E,r der Wannier-Zustdnde und der zweite Term
die Hoppingelemente ¢, rr wiedergibt. Diese beschreiben den Uberlapp und damit die
Ubergangsrate zwischen zwei Wannier-Zustanden. Dabei fithrt die starke Lokalisierung
dazu, dass lediglich fiir nah zusammenliegende Atome t,,'rr' merkbare Beitrdge liefert,
so dass hier lediglich Hoppingelemente fiir ndchste und iiberndchste Nachbaratome
berticksichtigt werden.

Die Eigenzustiande des Hamiltonoperators stellen die Zustiande des Quantenpunktsystems
dar. Zur Losung dieses Eigenwertproblems ist keine Kenntnis der Wannier-Zustinde
erforderlich, sofern E,, g und ¢, rr bekannt sind. Diese Parameter konnen entweder durch
andere Rechnungen oder empirisch durch Fitten an experimentell bekannte Bandstrukturen
bestimmt werden. Statt an jedem Atom Orbitale anzusetzen, kann man auch ein
effective bond-orbital model (EBOM) [57] benutzen, bei dem stattdessen effektive Orbitale
an Gitterplatzen des Bravais-Gitters angesetzt werden, die die gesamte Einheitszelle
beschreiben. Aufgrund der kleineren Basis ldsst sich das Eigenwertproblem dabei mit
weniger Aufwand 16sen. Aufierdem lassen sich hier die benétigten Parameter auf % - p-
Parameter zuriickfithren. Fiir die hier untersuchten Systeme wurden G(W, Parameter aus
Ref. [74, 133] verwendet, die die Bandstruktur fiir das Volumenmaterial tiber die gesamte
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2 Halbleiterquantenpunkte

Brillouin-Zone gut beschreiben. Dabei reicht es aus, nur die Hoppingelemente zwischen
Nachbarn und iiberndchsten Nachbarn zu beriicksichtigen, und es wird eine sp3-Basis
verwendet, so dass an jedem Gitterplatz vier Orbitale vorliegen.

Eine weitere Herausforderung stellen die starken Polarisationspotentiale in Nitridquan-
tenpunkten dar. Diese wurden von Oliver Marquardt durch Minimierung der elastischen
Energie im Quantenpunktsystem und anschlieffender Losung der Poisson-Gleichung
bestimmt. Fiir Details zu dieser Rechnung siehe Ref. [62]. Dieses Potential wird unter der
Annahme, dass dies der dominante Beitrag ist, entsprechend der central-cell correction
[93, 120] als lokaler Beitrag >, Pr |[nR) (nR| zum Tight-Binding-Hamiltonian (2.6) hinzu
gefiigt. Des Weiteren werden fiir die jeweiligen Gitterpldtze entsprechend der Struktur
des Systems InN- oder GaN-Parameter verwendet. Die Quantenpunktzustdnde erhdlt man
durch Losung des zum Hamiltonian gehérenden Eigenwertproblems. Dabei wird die
Struktur auf einer Superzelle, die die Symmetrie des untersuchten Quantenpunktes erhalt,
mit periodischen Randbedingungen modelliert.

Da sich derartige Eigenwertprobleme aufgrund ihrer Grofie nicht mehr vollstandig 16sen
lassen, wird ein Verfahren zur Bestimmung der niedrigsten Eigenwerte verwendet. Dabei
wird die folded-spectrum Methode [127] genutzt, die das Losungsspektrum um einen
festzulegenden Punkt durch Quadrierung faltet, also Energien unterhalb dieses Punktes
oberhalb abbildet. Man erhilt durch dieses Verfahren die Zustinde nahe einer Bandkante,
indem man durch Faltung knapp unterhalb der Bandkante alle Zustinde mit kleineren
Energien zu hoheren Energien schiebt. Ferner wird die schwache Spin-Orbit-Aufspaltung
von etwa 5 meV in InN [125] vernachldssigt.

Die Zustinde der Benetzungsschicht werden analog zum Modell fiir InGaAs (2.2) als
Produkt einer Wellenfunktion ¢ (2) in Wachstumsrichtung z und ebenen Wellen (2.5) in
der Schichtebene gebildet. Die Zustande £ (z) werden entsprechend den Quantenpunkte
mittels Tight-Binding-Rechnung (2.6) bestimmt, wobei die Zustinde entsprechend dem
Ansatz fiir die Schichtebene in dieser fortgesetzt werden. Dadurch unterscheiden sich im
Gegensatz zum Oszillatormodell die Zustdnde in Wachstumsrichtung fiir unterschiedliche
Wellenvektoren. Um die Orthogonalitidt zu den Quantenpunktzustdnden zu gewéhrleisten
wird wie fiir das InGaAs das OPW-Schema (A.8) angewendet.
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3 Vielteilchensysteme

Halbleiterstrukturen stellen Vielteilchensysteme dar, bei denen aufgrund der Anzahl der
wechselwirkenden Teilchen (10%3/cm?®) eine direkte Losung der Schrodingergleichung
praktisch nicht durchfiihrbar ist. Eine vereinfachende Beschreibung ist die zweite
Quantisierung, bei der Besetzungen und nicht einzelne Teilchen betrachtet werden. Dadurch
verzichtet man zwar auf Informationen tiber die Eigenschaften einzelner Teilchen. Da diese
jedoch ununterscheidbar sind, verfiigt man weiterhin tiber alle Informationen des Systems.

Bei der Berechnung der zeitlichen Entwicklung kommt es in einem Vielteilchensystem
unweigerlich zu einem Hierarchieproblem. So koppeln die Bewegungsgleichungen von Ein-
teilchenerwartungswerten an Zweiteilchenerwartungswerte, deren Bewegungsgleichungen
wiederum an Dreiteilchenerwartungswerte koppeln, und so weiter. Ein giangiger Ansatz
zur Losung derartiger Probleme ist Storungstheorie, auf der auch Fermis Goldene Regel
[23, 24] basiert. Wahrend sich dieser Ansatz fiir die Beschreibung von Streuung in einem
Kontinuum eignet, erweist sich insbesondere die strikte Energieerhaltung als Problem
bei der Beschreibung von diskreten Zustinden, wie sie in Quantenpunkten auftreten
(vergleiche Kap. 7.4), oder bei der Beschreibung der Streuung an dispersionslosen Teilchen
[102]. Ferner stellt die strikte Energieerhaltung bei schneller Dynamik, die beispielsweise
bei kurzen und starken Pulsen auftritt (siehe Kap. 8), eine schlechte Ndherung dar, da sich
die Energieerhaltung erst mit der Zeit aufbaut. Somit ist ein storungstheoretischer Ansatz
fiir die in dieser Arbeit untersuchten Probleme ungeeignet. Es wird daher im Folgenden
die Methode der Nichtgleichgewichts-Greenschen Funktionen genutzt, die es ermoglicht
Renormierungen und Kurzzeiteffekte konsistent zu beschreiben.

Diese Methode wurde mafigeblich von Martin, Schwinger [65], Kadanoff [46], Baym
[8], Abrikosov [1] und Keldysh [48] entwickelt und seitdem auf verschiedene Probleme
angewendet, siehe beispielsweise Ref. [12, 13, 21, 22, 35, 36, 37, 38, 39, 94]. Im Folgenden
wird die Methode zusammenfassend und zielorientiert vorgestellt. Fiir weitergehende
Informationen siehe Ref. [5, 51, 52, 54, 99].

Bei dieser Methode wird das Hierarchieproblem so umformuliert, dass man ein ge-
schlossenes Gleichungssystem erhilt. Ausgehend von der allgemeinen quantenstatistischen
Beschreibung in Kap. 3.1 ergibt sich aus der Berechnung von beliebigen Einteilchen-
Erwartungswerten die Definition der Einteilchen-Greenschen Funktionen in Kap. 3.2. Das
Hierarchieproblem kann in dieser Darstellung mittels Funktionalableitungstechnik formal
gelost werden (Kap. 3.3) und als geschlossenes Gleichungssystem dargestellt werden,
dessen praktische Losbarkeit durch verschiedene Ndherungen in Kap. 3.4 erreicht wird.
Dabei wird zunédchst von einer allgemeinen Zweiteilchenwechselwirkung ausgegangen.
Aufgrund der selbstkonsistenten Beschreibung, werden die Vielteilcheneffekte in beliebiger
Ordnung berticksichtigt. Dies schliefst insbesondere auch Abschirmung mit ein, die implizit
in dieser Formulierung enthalten ist. Um die Coulomb-Wechselwirkung besser beschreiben
zu konnen, wird die Abschirmung in Kap. 3.3.2 in eine explizite Darstellung gebracht. In
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3.1 Allgemeine quantenstatistische Beschreibung

den folgenden Kap. 4 und 5 wird dann konkret auf die Coulomb- und Elektron-Phonon-
Wechselwirkung eingegangen.

3.1 Alilgemeine quantenstatistische Beschreibung

Um die Eigenschaften eines Vielteilchensystems zu bestimmen, wird die Wirkung
einer externen Storung auf das System ermittelt. Dementsprechend beinhaltet der
Hamiltonoperator des betrachteten Systems neben dem wechselwirkungsfreien Anteil H
und dem wechselwirkenden Anteil Hyy - eine explizit zeitabhdngige externe Storung Heyt,

H(t) = Ho + Hww + Hext(t) - (3.1)

Im Wechselwirkungsbild beziiglich Hy+ Hyyywy ldsst sich die Zeitentwicklung eines Zustands
|W) durch Hey(t) bestimmen,

[W(t)) = S(t to) [¥(to)) , (3.2)

wobei fiir die Zeitentwicklungsoperatoren

S(tr,ty) = T e~ Jus A Hex(t) (3.3)

die Relationen
S(t1,t2) =S Hta, t1) = ST(ta, t1) (3.4)
S(t1,t2) =S(t1,t3)S(ts,t2) (3.5)

gelten und 7" der Zeitordnungsoperator ist. Fiir die Zeitentwicklung der Operatoren gilt
entsprechend

Ap(t) = UT(t, o) AsU(t, to) mit U(t,to) = e~ i HotHww)(i=to) (3.6)

Fiir den Erwartungswert

(A) = Sp (p4) (37)

eines Operators A beziiglich des Dichteoperators p erhdlt man im Wechselwirkungsbild
unter Ausnutzung der Eigenschaft (3.5)

(A(t)) = Sp{ppS(—00,00)T [S(00, —00)Ap(?)]} , (3.8)

wobei pp der Dichteoperator im Wechselwirkungsbild ist. Allerdings liegt keine einheitliche
Zeitordnung vor, da der linke Teil dieses Erwartungswertes antizeitgeordnet und der
rechte zeitgeordnet ist. Eine Berechnung mit quantenfeldtheoretischen Methoden, die eine
einheitliche Zeitordnung voraussetzen [84], erfordert daher eine Umformulierung des
Problems hin zu einer einheitlichen Zeitordnung. Dies ist im Gleichgewichtsfall leicht
moglich.
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Gleichgewichtsfall

Wihlt man das Wechselwirkungsbild fiir ein System im Gleichgewicht bei 7' = 0 K ohne
externe Storung derart, dass Hyw die Zeitentwicklung der Zustinde und H, die der
Operatoren beschreibt, bewegt sich das System geméafs dem Theorem von Gell-Mann und
Low [31] durch adiabatisches Ein- und Ausschalten der Wechselwirkung

Hyw — Hywe ! mit v — 40 (3.9)

nicht aus dem Grundzustand |®() heraus. Die Wechselwirkung bewirkt lediglich eine Phase.
In diesem Fall lasst sich daher die benétigte Zeitordnung einfach herstellen, da man fiir den
Erwartungswert nur Beitrage vom Grundzustand erhalt,

(A(t)) = (®o[S(—00,00)T [S(00, —00) Ap(t)]] Do) , (3.10)
so dass man durch Einschieben der Identitdt und Ausnutzen der Eigenschaft (3.4)

(A(1)) = (®o [S(—00,00)| o) (Po |T'[S(00, —00) Ap(t)]] Do)
(Po [T [S(00, —00)Ap(t)]] Do)
(@ [S (00, —00)| Po) (3.11)
_ Sp{ppT [S(00, —0)Ap ()]}
Sp{ppS(oc, —00)}

erhalt.

Gemdfd Ref. [25, 61] lasst sich auch fiir Systeme im thermischen Gleichgewicht bei
Temperaturen tiber 0 K eine einheitliche Zeitordnung erreichen. Da die in dieser
Arbeit untersuchten optischen Anregungen jedoch deutlich von einem Gleichgewicht
abweichen, wird im Folgenden mittels der Keldysh-Zeitkontur eine Formulierung, die kein
Gleichgewicht erfordert, eingefiihrt.

3.2 Greensche Funktionen auf der Keldysh-Zeitkontur

Um auch fiir Systeme aufserhalb eines Gleichgewichts eine einheitliche Zeitordnung zu
erhalten, kann man die Keldysh-Zeit ¢ einfithren, die beziiglich einer Zeitkontur geordnet ist
[48,111], welche in Abb. 3.1 dargestellt ist. Dabei ist ¢ auf dem oberen Zweig ¢, beziiglich der
physikalischen Zeit ¢ zeitgeordnet und auf dem unteren Zweig ¢_ antizeitgeordnet. Ferner
sind Zeiten auf ¢, kleiner als Zeiten auf ¢_.

Erwartungswerte im Nichtgleichgewicht

(@) = SplepTelSclco, —0) AW} (3.12)

Sp{ppSc(oo, —o0)}

kénnen so analog zum Gleichgewichtsfall (3.11) geschrieben werden. Der Zeitordnungs-
operator beziiglich der Keldysh-Zeit ist Tc und der Zeitentwicklungsoperator Sc. Dies
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L
= 7
—00 - t — oC
|
t

Abb. 3.1: Keldysh-Zeitkontur mit den Zeitzweigen ¢, und ¢_ im Vergleich zur physikali-
schen Zeit ¢. Bei der Keldysh-Zeit handelt es sich um ein mathematisches Hilfs-
mittel zur besseren Darstellung des physikalischen Problems. Im physikalischen
Grenzfall miissen alle Grofien unabhingig vom Zeitzweig sein.

ermoglicht, eine Nichtgleichgewichts-Greensche Funktion

Sp{ppTc [Sc(oo, —00)¥ (1

"]}

) ) ¥
ihG (1,2) = Sp{ppSc(oo, OO)}
_ (To [Se(o0, —0)¥ (1) W "2)]) (3.13)
(Sc(00, —00))

=((e[vav'@]))

auf der Keldysh-Kontur C' zu definieren. Dabei beinhalten die Argumente 1,2 neben
der Keldysh-Zeit t auch sdmtliche Quantenzahlen. Im Folgenden wird stets von
Nichtgleichgewichts-Greenschen Funktion ausgegangen.

Beziiglich der Zweige der Keldysh-Zeitkontur ldsst sich die Greensche Funktion als
Keldysh-Matrix

G(1y,24) G(14,2-
G(12) = (14,24) G(1+,2-) (3.14)
G(1—72+) G(1—72—)
schreiben, wobei sich die Diagonale aus kausaler und antikausaler Greensche Funktion
1
- T —
G (14,24) = — (T [w (1) w1 (24)])) = G(1,2), (3.15)
1 //~ ~
- T —
G(1_,2_)= Z_h<<:r [\pu_)\y (2_)}>> =G(1,2) (3.16)

zusammensetzt. Dabei ist T der Antizeitordnungsoperator und die Argumente 1,2
beinhalten im Gegensatz zu 1,2 die physikalische Zeit. Die Indizes +, — bezeichnen den
zugehorigen Zeitzweig. Die nicht-diagonalen Elemente

G(ls,2.) = —% {[reavtan)))=cn2), (3.17)
G(1_,2,) = % {[raseten])) =2 (3.18)
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werden als Propagatoren bezeichnet. Da hier jeweils Zeiten unterschiedlicher Zweige
auftreten, ist die Zeitordnung von den physikalischen Zeiten unabhingig, weshalb keine
Zeitordnungsoperatoren auftreten.

Betrachtet man den physikalischen Fall, in dem das System unabhéngig vom Zeitzweig
ist, also ¥ (1;) = W (1_) gelten muss, sind die einzelnen Elemente nicht unabhingig
voneinander. So folgt direkt aus den Definitionen der Greenschen Funktionen im nicht
instantanen Fall (¢; # t3)

G(l, 2) = @(tl — tz)G>(1, 2) + @(tz — tl)G<(1, 2) s (3.19)

G(1,2) = O(ta — t1)G7(1,2) + O(t1 — t2)G<(1,2) . (3.20)

Es reicht also aus, lediglich zwei Funktionen zu betrachten. Aufgrund der im Folgenden
erlduterten Aussagen iiber Besetzung und spektrale Eigenschaften bieten sich hierfiir G<
und die retardierte Greensche Funktion G¥ an. Diese erhdlt man zusammen mit der
avancierten Greensche Funktion G* durch Linearkombination der Propagatoren

GRH(1,2) = O(t1 —t2) [G7(1,2) — G=(1,2)] , (3.21)
GA(1,2) = - O(t2 — t1) [G7(1,2) - G=(1,2)] . (3.22)
Dabei gelten die Relationen
=, 2)]* —G2(2,1), (3.23)
[GR(1,2)]" = G4(2,1). (3.24)

Bedeutung der Greenschen Funktionen

Die beziiglich der Zeit ¢ diagonalen Propagatoren Gf 5(t,t) entsprechen abgesehen von
Vorfaktoren den Elementen der Dichtematrix. So lassen sich durch Entwicklung der
Greenschen Funktionen

G(L,2) =) aGap (L1, ty) Pj (3.25)
af
nach Einteilchen-Eigenfunktionen @, Besetzungen bzw. Nicht-Besetzungen
WGy (L1 = — falt), (3.26)
MG o (1) = 1 fa(t) (3.27)

sowie Polarisationen (Ubergangsamplituden)
ihG3 (L, t) = ihGy 4(t,t) = —Wap(t) (3.28)

durch Propagatoren ausdriicken. Die beziiglich der Zeit ¢ nicht-diagonalen Propagatoren
Gf 5(t,t) lassen sich analog als Wahrscheinlichkeitsamplitude des Ubergangs eines
Teilchens aus dem Zustand a zur Zeit t in den Zustand B zur Zeit t' bzw.
als Wahrscheinlichkeitsamplitude fiir den Umkehrprozess verstehen. Die retardierten
Greenschen Funktionen erlauben direkt eine Aussage iiber die spektralen Eigenschaften des
Systems. Auf diese wird in Kap. 6 genauer eingegangen.

24



3.3 Keldysh-Dynamik

3.3 Keldysh-Dynamik

Die Greenschen Funktionen und somit die Besetzungen und die spektralen Eigenschaften
des Systems werden iiber ihre Dynamik bestimmt. Dazu wird die Greensche Funktion (3.13)
in einer alternativen Form

ihG (1,2) =0 (t1,5) ((Y (W' 2))) -0 (L) (VR VW) (329

dargestellt, die ohne Zeitordnungsoperatoren auskommt, wobei die Theta-Funktion fiir
Keldysh-Zeiten

O (t1,ta) = 0 (n1, =) +n1d (n1,m2) O (t1 —t2) (3.30)
mit den Ableitungen
0 0
-0 (t17t2) =-—--0 (h?tZ) =0 (t17t2) =n1d (n17n2) o (t17 t2) (3.31)
Oty Oto

genutzt wird und n; € {+, —} den Zeitzweig von 1 angibt.

Um nun eine Bewegungsgleichung fiir die Greensche Funktion aufzustellen, wird zunéchst
die Zeitentwicklung der Feldoperatoren mithilfe der Heisenberg-Bewegungsgleichung

ih%‘l’ (t) = [ (¢), Ho + Hww] (3.32)

gebildet. Der Hamiltonoperator setzt sich dabei aus dem wechselwirkungsfreien Anteil
Hp und dem wechselwirkenden Anteil Hy 1 zusammen. Fiir den wechselwirkungsfreien
Anteil erhdlt man allgemein

Ho(ty) = / dy WH(1) B (1) @ (1) (3.33)
mit
h? 3.34

wobei z; die Quantenzahlen und ¢, die Zeit von 1 bezeichnet. Der wechselwirkende Anteil
1
Huw(t) =5 [ dnd2 ¥ )W @V 029w . (3.35)

sei eine Zweiteilchenwechselwirkung, die durch V' (1, 2) beschrieben wird.

Daraus folgt fiir die Zeitentwicklung der Feldoperatoren

i ()= AV (1) + / 2V (1,2) ¥ (v vQ), (3.36)

1

""iai) V) =r@0)¥ D)+ / a2V (1,2 v (1) 2w, (3.37)
1
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3 Vielteilchensysteme

so dass man fiir die Zeitentwicklung der Einteilchen-Greensche Funktion (3.29)
0

ihg-G(L,2) =0(1,2) +h(1) G (L,2)
- % BV (L3 ((Ter ) v @) v (37)97@2)) (639

=312+ (1) G2~ in [ a3V (136 (1,3,23)
erhilt. Dabei ist die /-Funktion mit Keldysh-Argumenten definiert als
0(1,2) =0d(t),t2) 0 (2, z) (3.39)

und 3" bezeichnet die gleichen Quantenzahlen wie 3 sowie eine infinitesimal spétere
Keldysh-Zeit, um eine eindeutige Zeitordnung zu gewihrleisten. Die Zeitentwicklung der
Einteilchen-Greenschen Funktion ist von einer Zweiteilchen-Greensche Funktion

nang

G(L323%) =25 (1w (1) v 3) v (37) ¥ (2))) (3.40)

abhédngig, deren zeitliche Entwicklung wiederum von einer Dreiteilchen Greensche
Funktion abhidngt und so weiter. Dieses Hierarchieproblem wird im Folgenden mittels
Funktionalableitungstechnik in ein geschlossenes Gleichungssystem umformuliert.

3.3.1 Funktionalableitungstechnik

Die Funktionalableitungstechnik erlaubt Zweiteilchen-Greensche Funktion durch Ein-
teilchen-Greensche Funktion darzustellen, so dass das Hierarchieproblem formal gelost
werden kann. Dabei wird eine Selbstenergie X eingefiihrt, welche die betrachtete
Wechselwirkung beschreibt. Dazu betrachtet man die Greenschen Funktionen

1 {Te [Sc¥ (1) ¥ (2)])

G(1,2) = 7 50) , (3.41)
TeScW (1) W (3) wf (37) Wi (2
G (1.3.2.37) - LAWY OV E)VE) (3.42)
(ih) (Se)
mit den Entwicklungsoperatoren
SC’ — TCe% fc di Hext(ﬁ) (343)
und einer externen Storung
Hoa () = [ doy U DW (1) ¥ (1) (3.44)

als vom Potential der externen Storung Uex: abhdngige Funktionale. Mit den entsprechenden
Funktionalableitungen

05 _ 1 -
Mg (D) — in 0S¥ MWL), (3.45)

0 I | N
on (1) (50) ~ 80y ¢ 117) (3.46)
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3.3 Keldysh-Dynamik

lasst sich die Zweiteilchen Greensche Funktion

G(1,3,2,3%) = _M LG (3,39 01,2 (3.47)

durch Einteilchen Greensche Funktionen und eine Funktionalableitung ausdriicken. Dies
liefert fiir die zeitliche Entwicklung der Einteilchen Greensche Funktion (3.38)

maath (1,2) =0 (1,2) + [h (1) + Uext (1)] G (1, 2)
—in / d3V (1,3)G (3,3%) G (1,2) (3.48)
. oG (1,2)
+zh/d3V(1,3)M |

Die erste Zeile beschreibt neben der externen Stérung den wechselwirkungsfreien Anteil.
Die Wechselwirkung mit der Ladungstragerdichte wird durch den zweiten Term dargestellt,
wobei dieser Term bei der Coulomb-Wechselwirkung gerade dem Hartree-Anteil, also
der klassischen Coulomb-Wechselwirkung entspricht [12, 99]. Dagegen werden iiber
die Funktionalableitung alle weiteren Wechselwirkungsprozesse in beliebiger Ordnung
beschrieben.

Um dies nun in ein geschlossenes Gleichungssystem umzuformen, definiert man iiber

i [V [W _GBsn e, 2)] - [sr03662 (3.49)

eine Selbstenergie ¥, die die Wechselwirkungen des Systems beschreibt. Dadurch erhalt
man fiir die Greensche Funktion

[z‘hafl () - U <1>] G2 [B06E2=502. @0
Uber
/ d3G(1,3)G7(3,2) = / d3G7'(1,3)G(3,2) =6(1,2) (3.51)

lasst sich eine inverse Greensche Funktion
G (1,2)=G;'(1,2)-2(1,2) (3.52)

definieren, wobei

Gl (1,2) — [ha‘il R = Ve ()] 5(1,2) | (3.59)

die wechselwirkungsfreie inverse Greensche Funktion ist, wie aus Gl. (3.50) mit ¥y = 0
gemiB Gl. (3.51) folgt. So erhdlt man aus Gl. (3.50) mit [ d1 Gy (4,1) von links multipliziert
die Dyson-Gleichung

G(1L,2) =Gy (L,2) + / d3d4 Gy (1,3) S (3,4) G (4,2) . (3.54)
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Fiir die Selbstenergie ergibt sich dabei
9G (1,4)
U, ext (§+ )
061 (4,2)
0 Uext (3)

- m/d3 nsV (1,3) G (3,37) 6 (L,2)

¥(1,2) =iﬁ/d3d4 ngV (1,3) [ -G (3,3") G (L4 G (4,2)

= —ih/d3d4n3V(1,3)G(1,4) (3.55)

wobei fiir die Umformung partieller Integration angewendet wird. Mit Hilfe der
Vertexfunktion

0G1(1,2)
ria,2,3)= ——-—= 3.56
(7 = ) 8Uext (3) ( )
lasst sich die Selbstenergie (3.55) zu
2(L2)=—ih [ d31G (LT 329V (1,17)
(3.57)
~ih [ a3V (13633502
weiter vereinfachen. Fiir die Vertexfunktion erhilt man ferner mittels Gl. (3.52)
P23 = 30.25(0L3) - g0
aUext (3 58)
CS(L2)5(L3) /d4d582(1 ,2) 0G (4,5) '
(9G 4 5 aUext ( )

Dies lédsst sich mit Gl. (3.51) und (3.56) zu
0% (1,2)
~0G(4,5)

umformen.

Zusammengefasst erhdlt man drei Gleichungen, die ein geschlossenes Gleichungssystem
bilden, mit dem die Greenschen Funktionen tiber die Dyson-Gleichung

GLD=Go1.2)+ [dB3U1G 1LDEEHCA) | (3.60)
die Selbstenergie

$(1,2) = — m/d3d4c:<1,3)r(3,2,4) V(4,1%)
(3.61)
—z‘h/d3V(1,3)G(3,3+)5(1,2)

sowie die Vertexfunktion

lleugreracms @)

T'(1,2,3) = —3(1,2)5(1,3) + /d4d5d6d7
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3 4
l—p—2 = 1—»—2 ¢ 1———@:-:2 (3.60')
3
Gy - 1{:j>> @61)
3
4

1 2 +
1=2
2 ) 4 Z
I>-3 ol P o _-_D 3 (3.62)
1 - 5 6

Abb. 3.2: Geschlossenes Gleichungssystem in diagrammatischer Darstellung, wobei GL
(3.60) bis (3.62") jeweils GL. (3.60) bis (3.62) entsprechen.

bestimmt sind.

Alternativ lassen sich diese Gleichungen gemaifs Ref. [61] als Feynman-Diagramme (Abb.
3.2) darstellen, wobei eine doppelt durchgezogene Linie einer Greenschen Funktion
und eine einfach durchgezogene Linie einer freien Greenschen Funktion entspricht. Die
geschlidngelten Linien sind Wechselwirkungslinien. Das Hierarchieproblem ist mit diesem
Gleichungssystem formal gelst, wobei samtliche Prozesse, die durch Funktionalableitun-
gen beschrieben werden, in die Vertexfunktion I' geschoben wurden.

3.3.2 Abschirmung

Das Gleichungssystem (3.60) bis (3.62) stellt zwar eine formale Losung des Problems dar,
kann jedoch aufgrund des damit verbundenen Aufwands nicht direkt gelost werden. Es
bietet sich daher an, die Ordnung der Wechselwirkung in der Selbstenergie zu begrenzen,
indem Néaherungen fiir die Vertexfunktion durchgefiihrt werden. Einer der bedeutendsten
Effekte in Zusammenhang mit der Coulomb-Wechselwirkung ist Abschirmung. Diese
ist intrinsisch in der Vertexfunktion enthalten. In einem ersten Schritt wird daher
eine abgeschirmte Wechselwirkung eingefiihrt, um die Abschirmungseffekte aus der
Vertexfunktion herauszuziehen und somit beziiglich der abgeschirmten Wechselwirkung
systematische Ndherungen durchfiihren zu konnen.

Abschirmung kommt durch die Umordnung von wechselwirkenden Teilchen durch ein
Potential Uext zustande. So ordnen sich die Teilchen entsprechend des Potentials an,
wodurch sich deren Potential so dndert, dass dessen Anderung Ue: entgegenwirkt. Es ergibt
sich ein effektives Potential

Uit (1) = Upwt (1) — ih / 2V (1,2)G(2,27) . (3.63)
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3 Vielteilchensysteme

In diesem ist zusidtzlich zum urspriinglichen Potential die Wirkung der beeinflussten
Teilchen enthalten. Diese Wirkung entspricht im Fall der Coulomb-Wechselwirkung
dem Hartree-Anteil, der die klassische Anziehung bzw. Abstofflung von Ladungstrdgern
beschreibt. Mittels der inversen dielektrischen Funktion

et (1)

—1 o
e (1,2)= Mo (2) (3.64)

die gerade den Unterschied zwischen freier und abgeschirmter Wechselwirkung beschreibt,
lasst sich der Einfluss der Abschirmung von der Vertexfunktion in die Wechselwirkungslinie
schieben, so dass man die abgeschirmte Wechselwirkung

W= [avase ey (3.65)
erhélt. Dementsprechend lasst sich die Selbstenergie (3.55) zu

-1
zuz%r4E/M%WW&DG“Af€QJé?

(3.66)
—z‘h/d3V(1,3)G(373+)5(1,2)

umschreiben. Die effektive Vertexfunktion beztiglich U

0G1(1,2)

(3.67)

beinhaltet dagegen nicht mehr direkt die Abschirmungseffekte (nur indirekt tiber die
Greenschen Funktionen und deren Selbstkonsistenz). Mit ihr ldsst sich die Selbstenergie zu

x(L,2)=- ih/d3d4 G (L,3)Tess (3,2,4) W (4,17)

(3.68)
—m/%vu&GwﬁﬂuL%,
zusammenfassen. Fiir die effektive Vertexfunktion
¥ (1,2
nuLzm=—MLmML$—;f@§
eff 1= (3.69)

0¥ (1,2) 0G (4,5)
OG (4,5) OUet (3) '

—— 3263 - [ didy
erhdlt man dabei die gleiche Gestalt wie fiir die Vertexfunktion beziiglich Uy (vergleiche
Gl. (3.58)).

Fiir die inverse dielektrische Funktion ¢! erhélt man durch Einfiihrung der Polarisations-
funktion

L OG (1,17)

P(1,2) = —ih 3.70
1.2 OUef (2) G70)

und Ableitung des effektiven Potentials (3.63) mit Gl. (3.64)
0=+ [BUVLPEH @), (371)
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3.3 Keldysh-Dynamik

so dass fiir die abgeschirmte Wechselwirkung
W(L2) =V (L2)+ / d3d4V (1,3) P (3,4) W (4,2) (372)

folgt.

Durch Ableitung von Gl. (3.51) nach U erhdlt man mit der Vertexfunktion (3.67) fiir die
Polarisationsfunktion (3.70) durch entsprechende Umformungen

P(1,2) —ih / 034 G (1,3) Tegt (3.4,2) G (4,17) . (3.73)

Geschlossenes Gleichungssystem

Somit erhidlt man ein geschlossenes Gleichungssystem aus fiinf Gleichungen, mit dem die
Greensche Funktionen iiber die Dyson-Gleichung

G(12)=Go12)+ [ 31 Gy (LI ZBYCE) . 67)
die Selbstenergie

$(L,2) = —ih / 434 G (1,3) Tegt (3,2, 4) W (4,17)

(3.75)
_m/d3V(1,3)G(3,3+)5(1,2) ,
die abgeschirmte Wechselwirkung
W2 =V LD+ [ddiyusPEOW @A), (376)
die Polarisationsfunktion
P(1,2)=ih [ d3d1G(L3) T (3,42 G (4,17) (377)

sowie die Vertexfunktion

0% (1’2)G(4 6) et (6,7,3) G(7,5)  (3.78)

Lo (1,2,3) = —6(1,2)6 (1, 3) + /d4d5d6d7 9G (4,5)

bestimmt sind.

Zwar wird in den einzelnen Gleichungen immer nur ein Teil der Wechselwirkung in
niedrigster Ordnung beschrieben, doch bewirkt die rekursive Form des Gleichungssystems,
dass sich die Wechselwirkung in beliebig hoher Ordnung aufbaut. So ist in der Dyson-
Gleichung (3.74) die volle Greensche Funktion auch wieder von anderen vollen Greenschen
Funktionen abhingig, die wiederum von weiteren vollen Greenschen Funktionen
abhdngen. Dariiber hinaus ist diese Gleichung an die iibrigen durch die Selbstenergie
gekoppelt, so dass samtliche Aspekte der Wechselwirkung letztendlich auf die vollen
Greenschen Funktionen einwirken. Dieses Verhalten wird als selbstkonsistent bezeichnet,
da sich durch die Rekursion Grofien bilden, die mit sich selbst im Sinne dieser Gleichungen
konsistent sind. Abb. 3.3 zeigt die entsprechenden Feynman-Diagramme. Um dieses
Gleichungssystem losen zu konnen, werden verschiedene Naherungen durchgefiihrt, auf
die im folgenden Abschnitt eingegangen wird.
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3 4
l—p—2 = 1—»—2 + 1———-@}—2 (3.74')
3
1@2 - 1 2+ (3.75))
3
s 1=
3 4
1aARAR 2 = 1A~~~ 2 + 1 2 (3.76")
4
{rp2 - 1<:j>>2 (377)
3
) s A 7
S 1 I 1
1=2-3 T S S
1 - 5 6

Abb. 3.3: Geschlossenes Gleichungssystem in diagrammatischer Darstellung, wobei GL
(3.74") bis (3.78") jeweils Gl. (3.74) bis (3.78) entsprechen.

3.4 Auswertung der Keldysh-Dynamik

Bevor auf konkrete Wechselwirkungen eingegangen wird (siehe Kap. 4 und 5), wird
zundchst erldutert, wie die Keldysh-Zeiten durch physikalische Zeiten dargestellt werden
kénnen und die zweizeitigen Greenschen Funktionen durch den verallgemeinerter
Kadanoff-Baym Ansatz durch einzeitige Funktionen gendhrt werden konnen. Dariiber
hinaus wird kurz die einfachste Naherung fiir die Vertexfunktion vorgestellt und gezeigt,
wie die Eigenschaften der untersuchten Quantenpunkte zur Vereinfachung des Problems
genutzt werden konnen.

Kadanoff-Baym-Gleichungen

Um von der Keldysh-Zeit wieder auf die physikalische Zeit zu kommen, wird die
Zeitintegration tiber die Keldysh-Kontur in Integrationen {iiber die einzelnen Zeitzweige

zerlegt
00 —00
[ae=[ s [ ae (3.79)
c —00 3]
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Dabei gelten nach dem Langreth-Wilkins-Theorem [55] fiir Ausdriicke der Form

/ d3 A(1,3) B (3,2) (3.80)

die Relationen
(AB)S = ARBS 4 ASBA | (3.81)
(AB)/A = AR/ABRIA (3.82)

Damit ldsst sich die Dyson-Gleichung (3.74) durch Anwendung der freien inversen
Greenschen Funktion in Gleichungen fiir die Propagatoren, sowie fiir die retardierte und
avancierte Greensche Funktion umformen,

{maatl —h(1) - Uext(l)] G5(1,2) = /d3 [23(1,3)G§(3,2) +2§(1,3)GA(3,2)] , (3.83)
{maa —h (1) — Uext (1)] GRA(1,2)=6(1,2) + /dS »RA1,3)GRA(3,2), (3.84)
1

die als Kadanoff-Baym-Gleichungen bezeichnet werden. Die singulédren Beitréage fir GS
verschwinden, weil jeweils eine Zeit auf dem oberen Zweig und die andere auf dem unteren
Zweig der Keldysh-Zeitkontur liegt und somit die Keldysh-Zeiten nie iibereinstimmen.
Selbiges bewirkt auch, dass im Falle einer instantanen Wechselwirkung S verschwindet.
Dabei sind die Kadanoff-Baym-Gleichungen iiber G in Gl. (3.83) und die Selbstenergien Y.
miteinander gekoppelt, so dass die durch G< und G beschriebenen kinetischen (siehe Kap.
7) und spektralen (siehe Kap. 6) Eigenschaften des Systems nicht unabhéngig voneinander
sind.

Verallgemeinerter Kadanoff-Baym-Ansatz (GKBA)

Letztendlich sollen tiber die Kadanoff-Baym-Gleichungen die Besetzungen und Polarisa-
tionen des untersuchten Systems, also die beziiglich der Zeit diagonale Propagatoren,
berchnet werden. Dabei koppeln allerdings diese diagonalen Propagatoren an nicht-
diagonale Propagatoren, die Wahrscheinlichkeitsamplituden fiir Uberginge darstellen.
Dies bedeutet, dass zur Berechnung der Besetzungen und Polarisationen des Systems
samtliche Propagatoren berechnet werden miissen, obwohl lediglich die zeitlich diagonalen
Propagatoren von Interesse sind. Um das Problem zu vereinfachen, sollen die zeitlich
nicht-diagonalen Propagatoren im Rahmen des verallgemeinerten Kadanoff-Baym Ansatzes
durch zeitlich diagonale Propagatoren ausgedriickt werden, so dass die Kadanoff-Baym-
Gleichungen nur noch durch diagonale Propagatoren dargestellt werden. Dazu wird die in
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[56] gezeigte Identitat

GS (t1,12) :ih[GR (t1,t2) GS (ta, t2) — GS (t1,t1) G2 (¢, tg)]

to

t1
+06 (tl — tQ) / dts dty
to —o0
GE (ty,t3) [ZR [ts, t4] GS (ty, t2) + U5 [t3, t4] G (L4, tg)] (3.85)

t1

to
+0O (tg — tl)/ dts dty

t1 —o0

[G§ (t1,14) B4 [ta, ts] + G (t1,14) 55 [ta, tg]] G4 (13, 12)
betrachtet, deren 0-te Ndherung als verallgemeinerter Kadanoff-Baym Ansatz
GS (t1,t2) = ih [GR (t1,t2) G= (ta, t2) — G= (t1,t1) G (1, tz)] (3.86)

bezeichnet wird. Dabei werden die Propagatoren GS durch zweizeitige retardierte
Greensche Funktionen und einzeitige, also die Zeit betreffend diagonale, Propagatoren
ausgedriickt, so dass nun die Berechnung der zeitlich nicht-diagonalen Propagatoren nicht
mehr erforderlich ist. Auch lassen sich die retardierten Greenschen Funktionen unter der
Annahme konstanter Besetzungen als Funktionen der Zeitdifferenz darstellen (siehe Kap.
6). Somit vereinfachen sich unter diesen Annahmen sdmtliche zweizeitige Groflen zu
einzeitigen Groflen. Dabei fiihrt das ©-artige Verhalten der retardierten und avancierten
Greenschen Funktionen dazu, dass jeweils nur der Propagator zur fritheren Zeit beitragt
(vergleiche Gl (3.21) und (3.22)). In Ref. [30] wurde die Giltigkeit des GKBA fiir die
Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung bei kleinen Kopplungsstarken bestétigt.

Dabei ist zu beachten, dass die Wahl des Ansatzes nicht eindeutig ist [99], sondern im Fall
verschwindender Wechselwirkung verschiedene Ansatze

GS(t1, 1) = ih[G(t1, ta) G (ta, ta) + GS(t1, 1) GO (t, t2)] (3.87)

mit den Parametern G und G? dquivalent sind, sofern G*+G® = GF—G4 gilt. Im Gegensatz
zur obiger Variante (3.86), die sich durch eine maximale Retardierung auszeichnet, da
jeweils nur der Propagator friiherer Zeit beitragt, zeichnet sich

G= (t1,12) = =il [G* (t1,12) G (t,12) — G= (11,11) G (11,12) (3.88)
dadurch aus, dass jeweils nur der Propagator spiterer Zeit beitrdgt. Dies entspricht

gerade einer Markov-Naherung, bei der unter der Annahme nur schwach veranderlicher
Erwartungswerte Propagatoren zu fritheren Zeiten durch aktuelle ersetzt werden.

Random-Phase-Approximation

Den grofsten Aufwand zur Losung des geschlossenen Gleichungssystems liegt aufgrund der
vierfachen Integration und der drei dufieren Indizes bei den Vertexfunktionen (3.78). Eine
erste Ndherung fiir diese stellt die Random-Phase-Approximation (RPA) dar, bei der die
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sogenannten Vertexkorrekturen vernachldssigt werden, so dass sich die Vertexfunktion zu
einer J-Funktion

TRPA(1,2,3) = —6(1,2) 6 (1,3) (3.89)

vereinfacht. Diese Niherung begrenzt nicht die Ordnung beitragender Wechselwir-
kungsprozesse, vernachldssigt aber solche, die erst ab hoheren Ordnungen in der
Selbstenergie auftreten. Da die Stiarke der Wechselwirkung mit zunehmender Ordnung in
der Selbstenergie abféllt, werden in dieser Arbeit jeweils nur Beitrdge zur Selbstenergie
betrachtet, deren Ordnung die niedrigste zum betrachteten Problem beitragende ist. So wird
diese Ndherung in Kap. 4 fiir die Polarisationsfunktion

PRA (1,2) = —ihG (1,2) G (2,1) (3.90)

angewendet. Fiir die Selbstenergie ergibt sich analog ohne Hartree-Beitrag
SRPA (1,2) = ihG (1,2) W (2,1). (3.91)

Wihrend diese Nédherung fiir die Elektron-Phonon-Streuung in Kap. 5 verwendet wird,
werden bei der Coulomb-Wechselwirkung zuséatzliche Terme berticksichtigt, da dort erst
ab der zweiten Ordnung in W# Streuung auftritt, in der auch ein weiterer Term Beitrage
liefert (siehe Kap. 4.2.2).

Quantenpunktsystem

Die im Folgenden untersuchten Quantenpunktsysteme erlauben einige weitere Ver-
einfachungen. Dazu werden die Greenschen Funktionen entsprechend Kap. 3.2 nach
Eigenfunktionen des Systems entwickelt, um deren Eigenschaften ausnutzen zu kénnen.

Die Entwicklungsindizes «,32 stehen bei den Zustdnden in der Benetzungsschicht fiir den
Impuls k und in den Quantenpunkten fiir die Position des Quantenpunkts R und den
Zustand v; die Subindizes 1, 2 bezeichnen das jeweilige Band. Allgemein erhélt man so fiir
die Dyson-Gleichung und die Selbstenergie in RPA

L0
|:Zhatl — hoq (tl):| Gal,ﬁg (t17t2) =9 (11722) + Z/dﬁg) 2041,’)/3 (thtg) G'73,132 (t37t2) , (392)
(4 .3

Yoy, (t1,to) = Z Wai 273,64 (ta:11) Grys.64 (t1:t) » (3.93)
7767374

wobei Wy, 3, ~5,6, Wechselwirkungsmatrixelemente sind. Diese Matrixelemente beschreiben
die jeweilige Wechselwirkung und werden im folgenden Kap. 4 fiir die Coulomb- und in
Kap. 5 fiir die Elektron-Phonon-Wechselwirkung eingefiihrt. Sowohl die Dyson-Gleichung
als auch die Selbstenergie weisen in den Entwicklungsindizes nicht-diagonale Kopplungen
auf, die durch physikalische Annahmen {iiber das betrachtete System deutlich reduziert
werden konnen.

Die Selbstenergie beschreibt die Wechselwirkungen, so dass es ausreicht nur solche
Zustande zu betrachten, zwischen denen auch eine Wechselwirkung stattfindet. Da
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3 Vielteilchensysteme

die hier betrachteten Quantenpunkte auf der Benetzungsschicht homogen verteilt sind,
kann diese im Mittel in der Wachstumsebene als homogen angenommen werden, so
dass aufgrund der damit verbundenen Translationsinvarianz und Impulserhaltung nur
beziiglich des Impulses diagonale Elemente beitragen (siehe Kap. 2). Ferner fiihrt die
geringe Dichte der hier betrachteten Quantenpunkte und der damit verbundene grofie
Abstand zwischen diesen zu kleinen Uberlapps der stark lokalisierten Wellenfunktionen
verschiedener Quantenpunkte. Dementsprechend schwach sind die Ubergangsamplituden
zwischen diesen, so dass sie hier nicht berticksichtigt werden.

Aufgrund der Symmetrie der Eigenzustinde des InGaAs-Quantenpunktsystems (siehe Kap.
2.2) gibt es in diesem nur direkte optische Uberginge, also nur Uberginge zwischen
Zustanden, die sich lediglich im Band unterscheiden. Die {ibrigen Ubergangsamplituden
werden dagegen nicht optisch und wiederum aufgrund der Symmetrie auch nur
minimal durch andere Polarisationen angeregt. Dementsprechend konnen die derartig
nicht-diagonalen Greenschen Funktionen vernachldssigt werden. Die Giiltigkeit dieser
Néaherung wurde in [113] fiir retardierte Greensche Funktionen bestitigt und beziiglich
der Greenschen Funktionen zwischen verschiedenen Quantenpunktzustianden auch fiir die
Kinetik iiberpriift. In der Selbstenergie miissen somit nur noch beziiglich des Zustands
diagonale Greensche Funktionen berticksichtigt werden,

Yaras (L, t2) = Z War,as85,8: (E2:11) Gy 8y (E15L2) - (3.94)
3,34

Diese Ndherung vereinfacht nicht nur die Berechnung einzelner Greensche Funktionen,
sondern ermoglicht es auch, nur beziiglich des Zustandes (mit Ausnahme des Bandes)
diagonale Greensche Funktionen zu beriicksichtigen. Fiir die Kadanoff-Baym-Gleichungen
(3.83) und (3.84) erhdlt man somit im Fall von InGaAs-Quantenpunktsystemen

L 0
|:Zhatl — ha1 (tl):| Ga1,a2 (zlyﬁg) =4 (El,ﬁg) + Z/dt:;, Eal,ag @17;3) Ga37a2 (§37ﬁ2) , (395)
- 3

so dass verschiedene Zustdnde in diesem System nur {iber die Selbstenergie koppeln. Fiir
die ebenfalls betrachteten InGaN-Quantenpunktsysteme (siehe Kap. 2.3) ist dies aufgrund
der nicht-diagonalen optischen Uberginge nicht moglich.

Fiir beide Materialsysteme wird dagegen angenommen, dass die Spins der einzelnen
Ladungstrager nicht durch die Wechselwirkung verdandert werden, da derartige Prozesse
deutlich langsamer ablaufen als die in dieser Arbeit betrachtete Streuung ohne Spindnde-
rung. Ferner wird davon ausgegangen, dass sich die Besetzungen beider Spinrichtungen
gleich entwickeln. In diesem Fall reicht es eine Spinrichtungen zu behandeln, wobei in
Féllen, in denen sich unterschiedliche Spins beeinflussen (siehe Kap. 4.2.2), aufgrund der
zweiten Annahme alle Groflen durch die der betrachteten Spinrichtung ersetzt werden
konnen.
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4 Coulomb-Wechselwirkung

Die Eigenschaften von Elektronen und Lochern (Ladungstrager) in Halbleitern werden
mafigeblich durch die Coulomb-Wechselwirkung zwischen einander und dem Kristallgitter
beeinflusst. Dabei ist zwischen Effekten, die bereits in der Bandstruktur und somit in der
verwendeten Basis enthalten sind (siehe Kap. 2), und Vielteilcheneffekten zu unterschieden.
Bei diesen handelt es sich zum einen um die Elektron-Phonon-Wechselwirkung, die die
Interaktion der Ladungstrager mit den Schwingungen des Kristallgitters beschreibt und
in Kap. 5 vorgestellt wird, und zum anderen um die direkte Coulomb-Wechselwirkung
zwischen Elektronen und Lochern, die in diesem Kapitel behandelt wird. Im Folgenden ist
mit Coulomb-Wechselwirkung stets die Wechselwirkung zwischen Elektronen und Lochern
gemeint.

4.1 Matrixelemente der Coulomb-Wechselwirkung

Die Coulomb-Wechselwirkung zwischen Elektronen wird durch den Hamiltonoperator
1
Heou =Y 5 (Ta —15) vl wlwsu, 4.1)
aff

beschrieben, wobei r,, der Ort des Elektrons « ist. Fiir das Wechselwirkungspotential folgt
durch Fouriertransformation

1 e2
v(rq —rg) = —
A7 €pe(00) |ro — rg] 42)
1 % —-r '
= e
mit
2
e
Vg = 3 > 4.3)

€0€(00)q

wobei e die Elementarladung, q der Impuls, ¢y die Dielektrizitidtskonstante des Vakuums
und €(oo) die materialspezifische hochfrequente Dielektrizitdtskonstante ist. Letztere be-
schreibt die durch die Elektronen im Halbleiter hervorgerufene Hintergrundabschirmung.

Durch die Entwicklung nach Eigenfunktionen ¢, ldsst sich der Hamiltonoperator mit den
Matrixelementen

1 , .
Vagar = 537 > va (Sa €' | dar) (857 | &) (4.4)
q
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4 Coulomb-Wechselwirkung

zu

Heou = Z Vaﬁﬁ’a’agc%aﬁ’aa' 4.5)
ao’ B!

umschreiben. Zur Berechnung der Matrixelemente fiir die Quantenpunktsysteme siehe Kap.
Aund C.

Lindhard-Abschirmung

Die Matrixelemente V343 entsprechen gerade den unabgeschirmten Wechselwirkungs-
linien in Eigenfunktionsbasis. Wie bereits in Kap. 3.3.2 beschrieben, ist der Effekt der
Abschirmung fiir die Coulomb-Wechselwirkung von entscheidender Bedeutung, weshalb
im Folgenden zusitzlich zu diesen unabgeschirmten Matrixelementen V' entsprechend
Lindhard-Theorie abgeschirmte Matrixelemente W eingefiihrt werden. Mithilfe dieser
Matrixelemente soll die abgeschirmte Wechselwirkungslinie, die {iber die Dyson-Gleichung

W(L2) =V (1,2)+ / d3d4 V (1,3) P (3,4) W (4,2) (4.6)
definiert ist, durch eine effektive Wechselwirkung

1w . .
Wa "o = -4 ¢a e'dr ¢a’ ¢ e ' ¢ 4
83 Zq: 277 ¢, (9o |€¥ dar) (95| 051) )

79
v apBp’a’

dargestellt werden. Diese unterscheidet sich lediglich um eine vom {ibertragenen Impuls
q abhiéngige dielektrische Funktion ¢4 von der unabgeschirmten Wechselwirkung (4.4), so
dass weiterhin auch fiir die abgeschirmte Wechselwirkung W eine Instantanitit angenom-
men werden kann. Diese Ansatz beschreibt die statische und somit instantane Abschirmung
durch eine vorgegebene Gleichgewichtsbesetzung. Eine dynamische Behandlung der
Abschirmung wird beispielsweise in Ref. [6] vorgestellt.

Dabei wird angenommen, dass nur delokalisierte Zustinde in der Benetzungsschicht
zur Abschirmung beitragen, da die Quantenpunktzustinde aufgrund ihres diskreten
Energiespektrums und ihrer Lokalitdt kaum beitragen konnen. Dies fiihrt insbesondere zu
Impulserhaltung und erlaubt die Dyson-Gleichung (3.76) zu

Wgﬁvé(t’ t/) == Vjﬁ’yéé(t - t/) + VO?ﬂ’Y(S / dt” Z Pkk/ (t, t,/)ngk/kk’ (t,/, t,) (4_8)
kK’

umzuformen. Wéhrend die griechischen Buchstaben beliebige Eigenzustdnde beschreiben,
bezeichnen k, k' nur Benetzungsschichtzustidnde. Beztiglich der Impulserhaltung wird dabei
angenommen, dass es sich um ein reines zweidimensionales Problem handelt, da ansonsten
in der zusétzlichen Richtung keine Impulserhaltung gelten wiirde.

Bei zeitunabhidngigen Besetzungen sind die Polarisationsfunktionen und infolgedessen
auch die Wechselwirkungsmatrixelemente nur von der Differenz der Zeitargumente, nicht
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4.2 Selbstenergie

aber von der absoluten Zeit abhidngig. Im Frequenzraum beziiglich der Zeitdifferenz ¢ — ¢/
erhédlt man die Matrixelemente

und somit im Sinne von Gl. (4.7) die dielektrische Funktion

€qw) =1~ Z Piogr (w) Vigopr - (4.10)
kk'

Ferner wird fiir die Polarisationsfunktion die RPA genutzt (siehe Gl. (3.90)), so dass man
mittels GKBA in der Eigenfunktionsbasis

PE (1) = BGE, )G (t,1) [Go () — G (t)] (4.11)

erhélt. Wie auch in Kap. 7 gezeigt wird, hingt der Wert einer Summe {iber alle Zustdnde
einer quasikontinuierlichen Benetzungsschicht nur schwach von der genauen Gestalt der
retardierten Greenschen Funktionen ab, sofern wie hier gegeben die tibrigen Faktoren nur
schwach k-abhéngig sind. Dies erlaubt es, die vollen retardierten Greenschen Funktionen
G*® durch Freie G (t,t') = Z.lh@(t - t’)e%(t_t’) zu ersetzen (siehe auch Kap. 6.1), so dass sich
die Polarisationsfunktionen fiir zeitunabhidngige Besetzungen weiter vereinfachen; man
erhilt im Frequenzraum beziiglich der Zeitdifferenz (¢ — t')

_ek—ek/—i6+hwt

Pllow) = o= fi) [ are

_ T — fr
hw + €4 — €5+ 00

(4.12)

wobei 0 eine infinitesimale Energieverbreiterung und ¢ die Energie des Zustands F ist.

Im statischen Limit w = 0 erhilt man somit fiir die dielektrische Funktion

(¥ fk—q” _fk ;
6g=1—-32 - ’< . |e*=?
4 A zk: €k—q — €k + 0 & ‘

&g ) ]2 : (4.13)

wobei g der Anteil von ¢ ist, der in der Ebene der Benetzungsschicht liegt, und & die
Zustande in Wachstumsrichtung z beschreibt (siehe auch Kap. 2.2). Der Anteil der Zustinde
in der Benetzungsschicht ergibt gerade die J-Funktion §(k" — (k — ¢q))))-

4.2 Selbstenergie

Durch die Wahl der Selbstenergie wird festgelegt, welche Wechselwirkungsklassen
betrachtet werden. Fiir die Coulomb-Wechselwirkung wird zundchst die in Kap. 3.4
eingefithrte RPA verwendet. Dabei ist zu bedenken, dass die zuvor eingefiihrten
Matrixelemente instantan sind, sich also mit diesen zwar eine retardierte Wechselwirkung
WE, aber kein Wechselwirkungspropagator W< definieren lasst, der zur Beschreibung der
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4 Coulomb-Wechselwirkung

Kinetik erforderlich ist. Allerdings konnen mit Hilfe des optischen Theorems [33]

W=(2,1) = / d3 da WE(2,3)PZ(3,4)W4(4,1)
(4.14)
— _ih / d3 dA WR(2,3)GZ(3,4)GS (4, 3)WA(4, 1)

Wechselwirkungspropagatoren durch W# und das aufgrund der Instantanitit identische
WA dargestellt werden, wobei die RPA (3.90) fiir die Polarisation verwendet wird.
Dementsprechend erhdlt man in der Selbstenergie einen Term zweiter Ordnung beziiglich
WE, der trotz Instantanitit der W auch zur Kinetik beitragt.

4.2.1 Hartree-Fock-Selbstenergie

In einem ersten Schritt werden die Beitrége erster Ordnung in W, die zur Hartree-Fock-
Selbstenergie fiihren, betrachtet. Daraufhin wird in Kap. 4.2.2 die zweite Ordnung, deren
Selbstenergie die Form der zweiten Bornschen Néherung hat, behandelt. Dies bedeutet
nicht, dass die Wechselwirkung nur bis zu dieser Ordnung behandelt wird, sondern
dass aufgrund der selbstkonsistenten Beschreibung Wechselwirkungen beliebiger Ordnung
berticksichtigt werden, sofern sie sich aus den betrachteten Wechselwirkungsprozessen
zusammensetzen.

Neben der RPA-Selbstenergie (3.91) liefert auch die Hartree-Selbstenergie (zweiter Term)
einen Beitrag erster Ordnung in der Wechselwirkung

%Z(L 2) = G(L2W(2,1)
i (4.15)
_ / d36(1,2)G(3,37)V (1,3) .

Aufgrund der Instantanitit der Selbstenergie beziiglich der Keldysh-Zeit erhilt man in
erster Ordnung sofort

»<(1,2) =0 (4.16)

und dementsprechend keine Kinetik, jedoch durch die retardierte Selbstenergie

,lzR(Lz) ! (G (1,2) + G=(1,2)] WH(2,1)
ih 2 . 4.17)
_ /d3 5(1,2), [67(3,37) + G<(3,37)] VI(1,3)

beschriebene Renormierungen. Fiir beziiglich des Zustands o diagonale Selbstenergien
erhdlt man durch Anwendung der Feynman-Regeln [84] und Beriicksichtigung der
Instantanitét

ih
2517042 (t, t/) =§ Z [GEI,,BZ (t) + G;l:ﬂZ (t)] Wfﬁﬁ?az&é(t - t/)
B
L e G5 VI St —t)s a1
— D G () + G (0] Vil 5,500,816, 2)
B3
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4.2 Selbstenergie

Driickt man die Propagatoren in dieser Selbstenergie durch Besetzungen f und
Polarisationen (Ubergangsamplituden) ¥ aus

1
251 al( ) :2 Z(l - Qfﬁl( )) OéRlﬁlalﬁl
ﬂ

T 9 Z 1 —2f,(t) a1ﬁ151a1 + (1 =2f3,(1)) a1ﬁ3ﬂ3011] mit 3 # 1, (4.19)

aeyah Z \Ijﬁ aeﬁhﬁhae ’

erkennt man leicht, dass diese Selbstenergie fiir ein leeres System nicht verschwindet. Da
aber alle elektronischen Beitrdge fiir ein leeres System in der Bandstruktur beriicksichtigt
werden, muss X fiir ein leeres System verschwinden. Dies ldsst sich einfach durch einen
Korrekturterm beheben, der die Beitrdge abzieht, die im leeren System auftreten. Ferner
heben sich die besetzungsunabhidngigen Anteile des Hartree-Beitrags selbst auf, sofern
man von gleichen einhiillenden Wellenfunktionen fiir Elektronen und Locher ausgeht.
Ansonsten sind diese Beitrdge ebenfalls der Bandstruktur zuzuordnen, so dass sie hier nicht
berticksichtigt werden. Fiir eine detailliertere Betrachtung siehe hierzu auch Ref. [81]. Man
erhélt im Elektron-Loch-Bild

R R
Z:011 O¢1( ) Z |:f51( ) alﬁlalﬁl { 1ﬁ1041ﬁ1 Valﬁlalﬁl }}

+ Z fﬁl alﬁlﬁlal fﬁ?( ) 041[33[33011] mit3 # 1.
B

(4.20)

Beziiglich des Hartree-Anteils ldsst sich ausnutzen, dass im Folgenden von globaler
Ladungsneutralitit ausgegangen wird. Dementsprechend ergibt sich durch die in der
Ebene homogen verteilten Benetzungsschichtzustdnde kein direkter Beitrag, da sich die
Wirkungen von Elektronen und Lochern gegenseitig aufheben. Allerdings fiihrt die
Ladungsinhomogenitit in den Quantenpunkten zu einer Umverteilung der Ladungstréger
in der Benetzungsschicht, die fiir die Hartree-Wechselwirkung entsprechend Kap.
3.3.2 gerade der Coulomb-Abschirmung entspricht. Da gemdfs Kap. 4.1 gerade nur
Benetzungsschichtzustdnde zur Abschirmung beitragen, konnen diese Effekte durch
Nutzung der abgeschirmten Wechselwirkung anstelle einer direkten Berticksichtigung der
Benetzungsschichtladungstrager beschrieben werden. Eine detailiertere Beschreibung und
Begriindung fiir dieses Vorgehen ist in Ref. [81] zu finden. Man erhalt

R R
qu Oq( ) Z |:f51( ) 061/3’1041/3’1 B { alﬁ1a1ﬁ1 - Valﬂlalﬂl }:|
(4.21)

+ Z fﬁl O¢1/31/31O¢1 fﬁ3( ) 0413%52041] mit 3 7é L.
BeQD

Beim ersten Term handelt es sich um die abgeschirmte Austausch-Wechselwirkung, die
stets eine Energieabsenkung bewirkt und auf der Ununterscheidbarkeit der Ladungstrager
basiert. Der zweite Term wird als Coulomb-hole bezeichnet. Bei diesen beiden Termen
handelt es sich um rein quantenmechanische Beitrdge. Siehe hierzu auch Ref. [34]. Der
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4 Coulomb-Wechselwirkung

Hartree-Term in der zweiten Zeile beschreibt die klassische Coulomb-Wechselwirkung, also
die Abstoflung gleich bzw. Anziehung entgegengesetzt geladener Teilchen. Die beziiglich
des Bandes nicht-diagonale Selbstenergie

R _ R
ZOéer,Oth (t) - Z Wﬁ(t)WQEﬂhahﬁe (4.22)
B

beinhaltet dagegen nur einen Austausch-Term und fiihrt zu Renormierungen von optischen
Anregungen (siehe Gl. (8.16)).

Da ¥2(1,2) = 0 gilt, hat die hier betrachtete Selbstenergie in erster Ordnung keine
direkte Wirkung auf die Kinetik. Allerdings ergeben sich Renormierungen der spektralen
Eigenschaften, wobei die Instantanitidt der Selbstenergie dafiir sorgt, dass es sich dabei nur
um Energieverschiebungen bzw. Renormierungen optischer Pulse handelt (siehe Halbleiter-
Bloch-Gleichungen (8.13)-(8.16)).

4.2.2 Selbstenergie in zweiter Bornscher Naherung

Um nicht nur Energieverschiebungen durch die Coulomb-Wechselwirkung zu beschreiben,
sondern auch Streuung oder komplexere Renormierungen, muss eine Selbstenergie zweiter
Ordnung betrachtet werden. Dabei gilt entsprechend dem vorherigen Kapitel, dass dies
nicht die Ordnung der Wechselwirkung begrenzt.

Die Selbstenergie in erster Ordnung von W (4.21) und (4.22) beinhaltet allerdings hohere
Beitrdge in V, die auch in einer Selbstenergie in zweiter Ordnung von W enthalten sind.
Um diese Doppelzdhlung zu vermeiden, ist es notwendig, anstelle der abgeschirmten
Wechselwirkung die Unabgeschirmte fiir den Fock-Anteil der Selbstenergie zu verwenden,
sofern die Selbstenergien erster und zweiter Ordnung zusammen betrachtet werden.
Dagegen kommt die Hartree-Selbstenergie nur in erster Ordnung von W vor.

Neben dem RPA-Term liefert der Austauschterm (zweite Zeile), der einer ersten
Vertexkorrektur entspricht, einen Beitrag in zweiter Ordnung von W% zur Selbstenergie

$(1,2) =ihG(1,2)W(2,1)

N2 (4.23)
+(ih) /d3 d4 G(1,4)G(4,3)G(3,2)W (2,4)W(3,1) .

Die Instantanitdt der Wechselwirkung bewirkt hier im Gegensatz zur Selbstenergie erster
Ordnung keine Instantanitdt der Selbstenergie, so dass »'2 hier nicht verschwindet. Fiir den
RPA-Term wird dabei das optische Theorem (4.14) verwendet, so dass man in 2. Ordnung
die Selbstenergie

$2(1,2) = _(m)Q/d:a da GZ(1,2)WH(2,3)G5(3,4)GZ(4,3)WA(4,1) (424)

—G2(1,4)G5(4,3)GZ(3,2)WE((2, HyW4(3,1)

erhélt. Durch Ausnutzung der Instantanitit der Wechselwirkung erhédlt man nach
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4.2 Selbstenergie

Eigenfunktionen entwickelt

251042 (tlv t2) = _(Zh)2 Z Z

>
GEl B2 (t1, t2)G53,54 (t2, tl)G’iﬁs (t1, tQ)Wﬂ2’Y454042 (t2)Wa, 937351 (t1)
> < >
_G[7’<1 B4 (t1, t2)Gil:’YS (t2, tl)G5<3,($2 (t1, tz)W52ﬁ474042 (t2)W01W353ﬁ1 (1),

(4.25)

wobei nur banddiagonale Uberlapps in den Matrixelementen angenommen werden, also
die schwachen Interbandiibergédnge von Ladungstrdgern nicht betrachtet werden.

Werden nur Besetzungen betrachtet (beziiglich des Bandes diagonale Propagatoren
und Selbstenergie), beschreibt der direkte Term in der ersten Zeile die Streuung von
Ladungstragern zwischen den Zustdnden o und 3 durch die Wechselwirkung mit einem
weiteren Ladungstréger, der bei diesem Vorgang zwischen v und ¢ gestreut wird. Daneben
tragt auch der rein quantenmechanische Austauschterm zur Streuung bei, wobei dieser
dem direkten Term entgegenwirkt. In Kap. 7 wird die Ladungstragerdynamik durch die
Coulomb-Wechselwirkung genauer betrachtet.
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5 Elektron-Phonon-Wechselwirkung

5 Elektron-Phonon-Wechselwirkung

Neben der bereits in Kap. 4 eingefithrten Coulomb-Wechselwirkung zwischen Elektronen
und Lochern kommt es ebenfalls zur Wechselwirkung dieser Ladungstrager mit den
Gitterionen des Festkorpers. Wahrend die Wechselwirkung mit dem starren Gitter
bereits in der Bandstruktur beriicksichtigt ist, ldsst sich die Wechselwirkung mit den
Gitterschwingungen, deren Anregungsquanten als Phononen bezeichnet werden, in Form
der Elektron-Phonon-Wechselwirkung behandeln.

Die untersuchten Halbleiterkristalle besitzen jeweils eine mehratomige Basis, so dass neben
den gleichphasigen akustischen Schwingungen auch gegenphasige optische Schwingungen
auftreten. Fiir die in dieser Arbeit betrachteten Quantenpunktsysteme sind insbesondere die
optischen Phononen von Interesse, da diese im Gegensatz zu den akustischen Phononen
auch bei kleinen Impulsen q Energien besitzen, die eine Streuung der Elektronen und
Locher zwischen den diskreten Quantenpunktzustinden erlaubt. Da Quantenpunkte und
Benetzungsschicht nur einen kleinen Teil des Halbleiters ausmachen, wird angenommen,
dass die Phononen des Volumenmaterials nur schwach durch die Strukturierung des
Halbleiters beeinflusst werden. Aufierdem stellen diese Phononen den iiberwiegenden
Teil der Phononen, so dass im Wesentlichen nur diese zur Wechselwirkung beitragen.
Dementsprechend werden nur diese Phononen betrachtet. Siehe zu den Eigenschaften von
Phononen auch Ref. [19].

5.1 Frohlich-Kopplung

Die Gitterionen in einem Festkorper bewirken aufgrund ihrer Ladung eine Anderung der
Energie der Elektronen

v(r,t) =Y v (r—Ry(t) (5.1)

J

wobei v (r — R;) die Coulomb-Energie (4.2) ist. Dabei ist zu bedenken, dass der Beitrag
der Gitterionen j in deren Ruhelage R(JJ- schon in der Bandstruktur beriicksichtigt wird
und lediglich die Auslenkungen u;(t) = R;(t) — R? zur Elektron-Phonon-Wechselwirkung
beitragen. Geméfs Taylor-Entwicklung erhilt man fiir das Potential der Gitterionen bei
kleinen Auslenkungen

va(rt) =) v(r-Ri-w®) =) v(r-R)) -Vo(r—Rj ut). (5

J J

Wihrend der erste Term dabei das statische Potential der Gitterionen beschreibt, ruft der
zweite Term die Elektron-Phonon-Wechselwirkung hervor, die in zweiter Quantisierung
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5.1 Frohlich-Kopplung

durch den Hamiltonoperator

Hepn = — Z Vv (r — Rg) . uj\IJT\IJ (5.3)
J

beschrieben wird. Durch Entwicklung der Auslenkung

h ‘aRO
;= lqu f
u; gq 2o eqe (bq + b_q> (54)
in Normalmoden und der Feldoperatoren
U= E Dala (5.5)

nach Eigenfunktionen ¢, wobei eq der Polarisationsvektor, M die Ionen-Masse und wq die
Frequenz der Mode q ist, erhélt man mit

Vo r—RO quvqe r R? (5.6)

SR = <q> (5.7)

J

fiir den Hamilton-Operator

Hepn = 3 Mas(a) (b +blq) abag (5.8)

a,08,q

mit den Wechselwirkungsmatrixelementen

[ h 1
Ma,[)’ (q) ' 2]\/[w V Vq€qd <¢a |€ qr‘ ¢[3’> (5.9)

Aufgrund des Skalarproduktes eqq tragen hier also nur longitudinale Phononen bei. Dies ist
eine Folge der Linearisierung in den Auslenkungen. Die Wechselwirkung mit transversalen
Phononen erfordert dagegen Beitrage hoherer Ordnung und ist dementsprechend schwach.
Daher werden in dieser Arbeit ausschliefilich longitudinale optische (LO) Phononen
betrachtet.

Fir die Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung erhédlt man im Rahmen der Frohlich-
Kopplung [29] unter der Annahme einer konstante Dispersion wq = wro, die fiir LO-
Phononen in guter Nidherung erfiillt ist, die Matrixelemente

1 MLO
Mo p(q) = Pa [€V] ¢ 5.10
mit der Kopplungsstarke
M3, = sma—tt (hwro)*? . (5.11)
V20
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5 Elektron-Phonon-Wechselwirkung

Dabei ist

_ e? m 1 1
 dreoh\ 2hwro <€(oo) B 6(0)) (-12)

die dimensionslose Frohlich-Kopplungskonstante [29], die materialabhdngig ist und
experimentell bestimmt werden kann. Sie ist {iber die Elementarladung e, effektive
Masse p, die Dielektrizititskonstante des Vakuums ¢ sowie die materialabhdngigen
Dielektrizitatskonstanten fiir den statischen €(0) und hochfrequenten e(oco) Fall definiert.
Wihrend die Ionen nur bei niederfrequenter Anregung (beschrieben durch €(0)) zur
Dielektrizitdtskonstante beitragen, reagieren die Elektronen aufgrund ihrer vergleichsweise
kleinen Masse auch auf hochfrequente Anregungen, was durch e(oco) beschrieben wird.
Dementsprechend wird durch die Differenzbildung in der Frohlich-Kopplungskonstante
der ionische Anteil beschrieben.

5.2 Polaronische Selbstenergie

Im folgenden wird in Analogie zur Coulomb-Wechselwirkung eine RPA-Selbstenergie fiir
die Elektron-Phonon-Wechselwirkung eingefiihrt. Eine grundlegende Herleitung iiber die
Funktionalableitungstechnik ist beispielsweise in Ref. [81, 99, 124] zu finden. Der Hartree-
Anteil wird in Kap. 5.3 diskutiert.

Die Elektron-Phonon-Wechselwirkung soll als eine effektive Wechselwirkung zwischen
Elektronen und Lochern dargestellt werden, die tiber Phononen vermittelt wird. Da die
Energie der Phononen deutlich kleiner als die Bandliicke der betrachteten Materialien
ist, werden hier nur Intrabandwechselwirkungen betrachtet und dementsprechend keine
Bandindizes verwendet. Die Phononen sollen durch ein Phononenbad dargestellt werden,
das nicht durch die Wechselwirkung beeinflusst wird. Dazu wird die Wechselwirkung in
zweiter Ordnung beziiglich des Hamiltonoperators (5.3) betrachtet. So ldsst sich ein zur
Wechselwirkungslinie der Coulomb-Wechselwirkung analoger Phononpropagator

Dgpys(t,t2) Z Mas (@) M (=a) < [bq * bT—q] o [b‘q * bz‘] t1>

- Z Ma,5 (a) M (—q) {(1 + Npo) e wrolii=h) 4 NLoeiwLO(tl_tQ)]

/

(5.13)

d> (t1,t2)

einfiihren, der die Wirkung eines sich im thermodynamischen Gleichgewicht befindenden
Phononenbads beschreibt. Dabei wird der Erwartungswert des phononischen Anteils
d” (t1,t2) unter Annahme einer freien Zeitentwicklung fiir die Phononen gebildet, so dass
sich die Beschreibung der Phononen auf deren Energie hwro und die Phononbesetzung

1
Npo = =g (5.14)

e kBT —1

die durch eine Boseverteilung gegeben ist, reduzieren ldsst. Der zu 1 + Ny proportionale
Term beschreibt die spontane und induzierte Emission eines Phonons und der zu Nio
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5.2 Polaronische Selbstenergie

proportionale Term die Absorption. Die Lebensdauer der LO-Phononen wird durch die
Streuung mit anderen Phononen reduziert. Dies wird phidnomenologisch durch eine
zusitzliche Dampfung e~1'20/" beriicksichtigt:

a575 (t1,t2) = ZMQ5 M[)’ v (—a)

(5.15)
[(1 + Nro) e~ wro(ti—t2) 4 NLoeiwLo(h—tz)] e—i(h t2)
In Ubereinstimmung mit experimentellen Befunden [98] wird I';o/h = 0,2/ps als
phanomenologische Dampfung verwendet.
Die effektiven Matrixelemente der Frohlich-Kopplung in zweiter Ordnung
hwro €(o0
Masos(a® = "5 (1= L) Vot 5.16)

entsprechen bis auf einen Vorfaktor den Matrixelementen der Coulomb-Wechselwirkung.
Somit erhélt man ausgehend von der RPA-Selbstenergie der Coulomb-Wechselwirkung aus
Gl. (4.15) die entsprechende Selbstenergie der Elektron-Phonon-Wechselwirkung, indem
man die abgeschirmte Wechselwirkungslinie W (2, 1) der Coulomb-Wechselwirkung durch
eine Linie der Elektron-Phonon-Wechselwirkung D (2, 1) ersetzt

¥(1,2)=G(1,2)D(2,1) . (5.17)

Dabei wird fiir D(2,1) allerdings keine Instantanitit angenommen, so dass diese
Selbstenergie insbesondere auch Streuung beschreibt und nicht nur fiir Renormierungen
sorgt. Ferner wird eine unabgeschirmte Wechselwirkung angesetzt. Durch Entwicklung
nach Eigenfunktionen erhdlt man fiir beziiglich des Zustands diagonale Greensche
Funktionen und Selbstenergien

o(t1,t2) = G (t1,t2) D25, 5(t1,t2)
8,8 ﬁ B
\—,_/

a,,ﬁ(tl’t2)

(5.18)

und dementsprechend fiir die retardierte Selbstenergie
SH o (t ) =O(t — ta) (37 4(t1, t2) — 554 (t, 12))

:@(tl — tQ) G> D>.a - G< D<a
; ( IB7B B /3713 ﬂ’ >(t1,t2) (5.19)

=0t —t2) Y <Gg,,8D[>3,a - Gjp (D?a - DE»&))
B

(tit2)

Geht man von einem unangeregten Kristall aus, so erhdlt man im Elektron-Loch-Bild durch
die verschwindende Besetzung (G< = 0) fiir Gl. (5.19) den vereinfachten Ausdruck

SH ot t2) =Y GE sty 1) Dy (t, 1) - (5.20)
B8

Dies stellt eine gute Naherung fiir geringe Anregungsdichten dar, da sich die spektralen
Eigenschaften in diesem Bereich kaum &ndern (siehe Ref. [30] und Kap. 6.3.2). Durch
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5 Elektron-Phonon-Wechselwirkung

das Wegfallen von G< in der retardierten Selbstenergie entkoppelt die Kadanoff-Baym-
Gleichung fiir die retardierte Greensche Funktion (5.1) von der Besetzung, so dass G
separat von der Kinetik berechnet werden kann.

Diese Entkopplung wird auch durch die Annahme einer konstanten Ladungstriagerbe-
setzung erreicht. Durch Umformungen erhilt man gemafs Gl. (5.19) fiir die polaronische
Selbstenergie durch Anwendung des retardierten GKBA (3.86) bei konstanten Besetzungen

o(t1 o) = G@ sttt —t2) [(1 = fa) D5 o (t1 — t2) + f3DF o (t1 — t2)| - 5.21
(5.21)

Der erste Term gibt die Wirkung der Ausstreuung aus dem Zustand « in den Zustand
B an und der zweite die Wirkung der entgegengesetzten Einstreuung. Mit zunehmender
Besetzung findet also eine Umverteilung von Ausstreuung zu Einstreuung statt. Alternativ
lasst sich dies durch einen Ubergang von Emission zu Absorption und umgekehrt
darstellen, was zu einem modifizierten Phononpropagator

Z [Mas (@) [(1 = f5+ Npo)e 50" + (f5 + Npo)e'ro'] (5.22)

fithrt (vergleiche Gl. (5.15)), mit dem man wieder die bekannte Form fiir die Selbstenergie
des Null-Dichte-Falls (5.20)

Sha(tte) =Y Gt —ta) D5, (t — ta) (5.23)
B

erhalt.

Dies ldsst sich unter der vereinfachenden Annahme strikter Energieerhaltung folgen-
dermafien verstehen. Betrachtet man ein Elektron im Zustand « in einem System mit
den Zustinden (3;, der eine Phononenergie oberhalb von « liegt, und (_, der eine
Phononenergie unterhalb von « liegt, so kann das Elektron in « in einem leeren System
(fs = 0 mit 8 # «a) mit 31 lediglich tiber die Absorption und mit 5_ tiber die Emission
eines Phonons durch Ausstreuung aus o wechselwirken. Neben dieser Ausstreuung tragt
im Falle eines angeregten Systems auch die Einstreuung zu den spektralen Eigenschaften
von a bei. So kann o auch mit 3, tiber Emission und mit 5_ iiber Absorption eines Phonons
durch Einstreuung wechselwirken. Mit zunehmender Besetzung findet so entsprechend
den verfiigbaren Ladungstriagern und den verfiigbaren unbesetzten Zustinden eine
Umverteilung zu letztgenannten Prozessen statt.

5.3 Hartree-artiger Anteil

Neben der RPA-Selbstenergie gibt es ebenfalls einen Hartree-artigen Anteil der Elektron-
Phonon-Wechselwirkung. Dieser ergibt sich analog zur Coulomb-Wechselwirkung (siehe
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5.3 Hartree-artiger Anteil

Kap. 4.2.1):

SR () = 2/dt Z G5, (¢) + G5,(t)] DE e, (1)
ih [ ZMM ) Lo (1) M5, (0) = F (1) M3y 5, ()
(@t —t)—d<(t—t)) Ot —t) mit3#1 (524)
[ 5 0 1)) = 00155 ()
(e—iwLo(t—f') _ ez‘wLo(t—t’)) mit3 41,

Dies ldsst sich unter Annahme einer konstanten Besetzung und einer verschwindenden
Dampfung v — +0 mittels

Lo [ —iwpo(t—t') j (t—t’)] —y(t—t') . 1 1
At |e~™ro _ ¢Wro e~ V(t=t") —; — :
o —wro + vy wro + vy (5.25)
1
=—2{—
WLO
zu
El]jlal( ) = hWLO Z MO¢10¢1 ) [f,&M[;’klﬂl (q) - fﬁBMﬂ*‘dﬂg (q)] mit 3 7& 1 (5_26)
Bq
vereinfachen.

Der Hartree-Anteil beschreibt die Wechselwirkung mit dem Ladungshintergrund, wobei
die Coulomb-Wechselwirkung (siehe Kap. 4.2.1) die direkte Wechselwirkung mit anderen
Elektronen oder Lochern und die Elektron-Phononen-Wechselwirkung die tiber Phononen
(also Gitterionen) vermittelte Wechselwirkung bertiicksichtigt. Dabei unterscheiden sich die
Hartree-Anteile der beiden Wechselwirkungen gemaéfs Gl. (5.16) lediglich um den Vorfaktor

€(00) — €(0)

0 (5.27)

Betrachtet man also beide Hartree-Terme ((4.20) und (5.26)), lassen sich diese zu einem Term

€(20) 1
€(0)

zusammenfassen, der im Vergleich zum Hartree-Anteil der Coulomb-Wechselwirkung
neben dem Anteil der Elektronen (¢(0)) auch den Anteil der Ionen an der Dielektrizi-
tatskonstante berticksichtigt. Im Folgenden wird der Hartree-artige Anteil der Elektron-
Phononen-Wechselwirkung nicht bertiicksichtigt, da es sich hierbei lediglich um eine
Energieverschiebung handelt.

Zall Z:Coulomb (5 28)
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6 Spektrale Eigenschaften

Neben der Kinetik, die in Kap. 7 behandelt wird, sind Renormierungen eine wichtige
Folge von Wechselwirkungen. Diese reichen von einfachen Energieverschiebungen, die
beispielsweise durch die Hartree-Fock-Selbstenergie hervorgerufen werden, tiber komplexe
Renormierungen, die zu neuen Quasiteilchen fiihren, bis hin zur Beeinflussung anderer
Wechselwirkungen, die beim Zusammenspiel zwischen Coulomb- und Elektron-Phonon-
Wechselwirkung auftreten. Zur Untersuchung dieser Renormierungen, die die Kinetik
und optischen Eigenschaften deutlich beeinflusst, werden im Folgenden die energetischen
Eigenschaften anhand der in Kap. 3 eingefiihrten retardierten Greenschen Funktionen
und der daraus abgeleiteten Spektralfunktionen untersucht. Dabei wird von Systemen im
Gleichgewicht ausgegangen, so dass die Selbstenergie nur noch von festen Besetzungen
abhingt und somit die Kopplung (3.84) der spektralen Eigenschaften an die Kinetik entfallt.

Die zeitliche Entwicklung der retardierten Greenschen Funktionen wird ausgehend von der
Kadanoff-Baym-Gleichung (3.95) mittels der in Kap. 4 und 5 eingefiihrten Selbstenergien
berechnet und untersucht. Aufgrund ihrer selbstkonsistenten Berechnung beinhalten
die so berechneten retardierten Greenschen Funktionen sdmtliche Kombinationen der
in den Selbstenergien beschriebenen Wechselwirkungsprozesse. Dabei werden anhand
von InGaAs-Quantenpunkten zundchst die Coulomb- (Kap. 6.2) und Elektron-Phonon-
Wechselwirkung (Kap. 6.3) getrennt behandelt, bevor deren kombinierte Wirkung in Kap.
6.4 betrachtet wird. Die hier vorgestellten retardierten Greenschen Funktionen werden fiir
die Berechnung der Kinetik in den Kap. 7 bis 9 verwendet.

6.1 Bedeutung und Berechnung der Spektralfunktion

Die Annahme konstanter Besetzungen fiihrt nicht nur zur Unabhédngigkeit der retardierten
Greenschen Funktionen G und damit der spektralen Eigenschaften von der Kinetik, deren
Wirkung durch die Annahme ja gerade vernachldssigt wird, sondern auch dazu, dass eine
Invarianz beziiglich der Schwerpunktzeit vorliegt:

G (tr,t2) = G (11 + 3,2 + L3) - (6.1)

Es bietet sich daher an, die Parametrisierung der Zeitargumente auf eine Relativzeit
T = t; — t» und Schwerpunktzeit T" = % zu andern. Fiir die G* reicht es dabei sich auf
die Relativzeit zu beschrianken

GR(t1,ta) = GR(ty — ty) . (6.2)

Ferner sind im Folgenden nur diagonale Greensche Funktionen G und Selbstenergien X von
Interesse, so dass die Schreibweise G, = G4, Verwendet wird.
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6 Spektrale Eigenschaften

Die Spektralfunktion eines Zustandes «
1
Golw) = — =3GE(w) (6.3)

ergibt sich aus der zugehorigen, im Zustand diagonalen retardierten Greenschen Funktion.
Diese ldsst sich im Frequenzraum beziiglich der Relativzeit als

1
R =
schreiben, so dass die Spektralfunktion tiber
~ 1 1
— _ _Cx
Galw) = T fiw — €a — L (W) (6:5)

gegeben ist, wobei ¢, die freie Energie des Zustandes « ist. Da von einer zeitlich
konstanten Besetzung ausgegangen wird, sind die hier betrachteten Selbstenergien und
somit Spektralfunktionen nicht von der Schwerpunktzeit abhéngig.

Fiir ein freies Teilchen ohne Wechselwirkung verschwindet die Selbstenergie
Sa(w) =0, (6.6)

so dass fiir dessen Spektralfunktion ein J-Peak

-~ 1 1
- < - 1

Go(w) —S7—— p—— mit v — 40 67)
=0(hw — €q)

bei der freien Energie des betrachteten Zustandes folgt. Dies entspricht der Tatsache, dass
nicht wechselwirkende Zustande eine diskrete Energie besitzen.

Zur Berticksichtigung der Coulomb-Wechselwirkung wird hdufig eine Renormierung der
Zustandsenergie [58, 114] angesetzt

€0 =ca+(Ay —ily) mit A,TER, (6.8)

wobei A, eine Verschiebung der Energie und I',, eine Verbreiterung des Energiepeaks
bewirkt, die der durch die Wechselwirkung hervorgerufenen begrenzten Lebensdauer
des Zustands entspricht. Dementsprechend erhilt man anstelle eines d-Peaks, der einer
unendlichen Lebensdauer entspricht, einen verbreiterten lorentzférmigen Peak

. 1 r
Ga = — = . 6.9
W=z (hw — €0 — Ag)* +T2 (6.9)

Dies wird als Polndherung bezeichnet. Der wechselwirkende Zustand kann also nicht mehr
mit einer scharfen Energie beschrieben werden, sondern mit einer Energieverteilung, der
Spektralfunktion. In Kap. 6.2 wird dieser Ansatz mit einer vollen Rechnung entsprechend
Gl. (6.14) verglichen. Im allgemeinen Fall - insbesondere bei Bertiicksichtigung der Elektron-
Phonon-Wechselwirkung - konnen Spektralfunktionen komplexere Renormierungen mit
mehreren Peaks aufweisen, wie in den folgenden Kap. 6.2 bis 6.4 gezeigt wird. Dabei kann
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6.1 Bedeutung und Berechnung der Spektralfunktion

jeder dieser Peaks als Quasiteilchen aufgefasst werden, dessen Energie durch die Position
des Peaks und dessen Lebensdauer durch die Breite des Peaks gegeben ist.

Die Spektralfunktion eines Zustands kann als Projektion der Zustandsdichte auf den
betreffenden Zustand aufgefasst werden. Die Zustandsdichte des Systems

D(hw) =" Gal(w) (6.10)

ergibt sich somit direkt durch Summation der Spektralfunktionen aller Zustinde des
Systems. Dementsprechend sind die Spektralfunktionen normiert:

/ d(hw) Ga(w) =1. (6.11)

Berechnung der retardierten Green-Funktionen

Entsprechend der Kadanoff-Baym-Gleichung (3.95) erhiélt man in InGaAs-Quantenpunkit-
systemen, in denen nur beziiglich des Zustands diagonale Greensche Funktionen von
Bedeutung sind, fiir die zeitliche Entwicklung der retardierten Greenschen Funktionen bei
konstanten Besetzungen

0 . ST
(Zﬁat—ha> Ga(T)—5(T)+/() Ay, (r —1)GH (1), (6.12)

wobei fiir die Berechnungen nicht direkt G bestimmt wird, sondern die iiber

GE(7) = GRy(r)GE(T) = —O(T)ew ™= GE(r) 613)

definierte Renormierung G, da sich mit dieser GL. (6.12) zu

ihiéﬁ (r) = / dr' S (r —7') GE (') e (=T (6.14)
0

mit
GE0)=1 (6.15)

vereinfacht. Dabei ist ¢, die Energie des Zustands a. Uber diese Energie werden die
Hartree-Fock-Renormierungen der Coulomb-Wechselwirkung, die lediglich zu Energie-
verschiebungen fiihren, berticksichtigt (siehe Gl. (6.17)). Die Wechselwirkungen, die
komplexere Renormierungen bewirken, werden mittels der Selbstenergien ~Z beschrieben.
Es wird unter der Annahme, dass sich beide Spinrichtungen gleich entwickeln, nur
eine Spinrichtung betrachtet. Bei Wechselwirkungsprozessen, die zwischen verschiedenen
Spinrichtungen auftreten, wird daher im Folgenden die nicht betrachtete Spinrichtung
durch die Betrachtete gendhrt.
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6.2 Einfluss der Coulomb-Wechselwirkung

In diesem Abschnitt werden die im Rahmen der Hartree-Fock- und SBA-Selbstenergie
auftretenden Renormierungen der Coulomb-Wechselwirkung vorgestellt. Dabei wird die
Bedeutung der Selbstkonsistenz im verwendeten quantenkinetischen Ansatz und dessen
Zusammenhang mit dem Auftreten neuer Quasiteilchen diskutiert.

Selbstenergie
Der instantane Hartree-Fock-Anteil (4.21) der Coulomb-Wechselwirkung

R,F
Yy =~ Z f8:Vaipraip

R.H r
SET =412 (£ WarpeBeon — 18 Wan g B0
s

(6.16)

bewirkt lediglich eine Verschiebung der Energie und kann somit tiber die renormierte
Energie

é;l = €y + Z - f[ﬁ Valﬁlalﬁl
> (6.17)

:I:12[f,6’e a1BefBear — fﬁh alﬁhﬁhal]

berticksichtigt werden. Die Energien und Besetzungen sind dabei im Elektron-Loch-Bild
angegeben und =+, ist + fiir 1 = e sowie — fiir 1 = h. Der Faktor 2 des Hartree-Anteils
beriicksichtigt die zweite Spinrichtung, die nicht explizit mitgerechnet wird. Dagegen
erlaubt der Fock-Anteil keine Wechselwirkung zwischen verschiedenen Spinrichtungen.

Die Beitrdage hoherer Ordnung, die durch die Selbstenergie in zweiter Bornscher Ndherung
(SBA, siehe Kap. 4.2.2) beschrieben werden, konnen nicht mehr {iber eine einfache
Energierenormierung dargestellt werden. Fiir diese nicht instantanen Beitrdge gilt

Za(6) =6(1) (22(t) - S5(1) (6.18)

so dass sich aus Gl. (4.25) fiir diese Beitrage

ER SBA e Z [fﬂl f'YS f53 ( - fﬁl)f%(l - f63)] <§§16'I§3’*ég)t
(3753 (6.19)

L (g, —€y 485, )t
* [2W{3153’730¢1Wa17353/fl - 61,3W51ﬁ1'ylalW0¢1’7151ﬂ1] elh( frmts 63)

ergibt. Dabei beschreibt der erste Summand aus Besetzungen die Wirkung einstreuender
und der zweite Summand die Wirkung ausstreuender Prozesse. Der direkte Anteil
(< 2W3 857301 Warvsssp) ldsst wie der Hartree-Anteil eine Wechselwirkung zwischen
verschiedenen Spinrichtungen zu, was hier ebenfalls iiber einen Faktor 2 beschrieben wird.

Da in dieser Arbeit in Bezug auf die SBA-Anteile der Coulomb-Wechselwirkung
ausschliefSlich Eigenschaften der Quantenpunkte betrachtet werden, wird die SBA-
Selbstenergie (6.19) nur fiir die Quantenpunktzustiande beriicksichtigt (o; € QD). Die
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6.2 Einfluss der Coulomb-Wechselwirkung

nicht betrachteten SBA-Renormierungen der Benetzungsschichtzustinde haben nur einen
schwachen Einfliiss auf die Quantenpunktzustinde, da die Benetzungsschichtzustinde
quasikontinuierlich sind. So wirken sich zuséatzliche Verbreiterungen oder die genaue
Form der Spektralfunktionen kaum auf die gesamte Wirkung der Benetzungsschicht aus.
Ferner sind die durch die Coulomb-Wechselwirkung verursachten Energieverschiebungen
weitgehend im Hartree-Fock-Anteil enthalten.

Vergleich mit Polndherung

10" : T T T T T T T T
1072 3

103 3

Spektralfunktion in bel. Einheiten

10-5 1 1 1 1 1 1 1 1
-250 -200 -150 -100 -50 0 50 100

Energie in meV

Abb. 6.1: Vergleich einer mittels SBA-Selbstenergie berechneten Spektralfunktion fiir den
Grundzustand des Quantenpunkts (rot) und einer daran gefitteten Polndherung
(griin) logarithmisch aufgetragen fiir eine Besetzungsdichte von 5-10''cm~2 (ohne
Elektron-Phonon-Wechselwirkung).

Die tiber GI. (6.9) gegebene Polndherung wird aufgrund ihrer Einfachheit haufig zur
Beschreibung der Coulomb-Wechselwirkung genutzt. Um deren Giiltigkeit zu untersuchen,
wird diese mit den Ergebnissen der quantenkinetischen Rechnung mit SBA-Selbstenergie
(6.19) verglichen. Dazu ist in Abb. 6.1 zusatzlich zur berechneten Spektralfunktion (rot) eine
angepasste Lorentzfunktion (griin) entsprechend Gl. (6.9) dargestellt. Die Lorentzverbrei-
terung fallt mit zunehmendem Abstand vom Maximum zunehmend langsamer ab als die
berechnete Spektralfunktion. Dementsprechend fiihrt eine Polndherung zur Uberschitzung
der Aufweichung der Energieerhaltung. Dies ldsst sich mit dem ¢ = 0 Verhalten der
retardierten Greensche Funktionen G’ begriinden, deren zeitliche Entwicklung in Abb.
6.2 dargestellt ist. Entsprechend Gl. (6.14) ist G bei t+ = 0 konstant, wohingegen eine
Polndherung durch eine in der Zeit exponentiell abfallende Greensche Funktion zustande
kommt. So bewirkt eine Polndherung grade bei kleinen Zeiten einen zu schnellen Abfall
und damit im Frequenzraum einen zu langsamen Abfall abseits des Maximumes.

Dariiber hinaus fiihrt die asymmetrische Verteilung von Zustinden, mit denen der
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Abb. 6.2: Retardierte Greensche Funktion des elektronischen Grundzustands fiir verschie-
dene Besetzungsdichten (1-107ecm~2 (blau), 1-10%m~2 (lila) und 5-10*'em~2 (rot))
sowie einer daran angepasste Polndherung (griin) fiir 5 - 10''cm ™ entsprechend
Abb. 6.1.

betrachtete Zustand wechselwirkt, zu einer Asymmetrie der Wechselwirkung und damit
zu einer Asymmetrie in der Spektralfunktion, die bei einer logarithmischen Darstellung
deutlich zu erkennen ist. Dieser Effekt kann nicht durch eine Polndherung beschrieben
werden. Da der Grundzustand betrachtet wird, ist dabei zu bedenken, dass hier nur
energetisch hohere Zustiande zur Verfligung stehen und somit eine extreme Asymmetrie
beziiglich der wechselwirkenden Zustdande besteht. Dabei ist zu beachten, dass in Abb. 6.1
die Energieskala nicht beziiglich des Peaks zentriert ist.

Besetzungsabhangigkeit

Neben dem Vergleich zur Polndherung zeigt Abb. 6.2 die zeitliche Entwicklung der Betrdge
der retardierten Greenschen Funktionen fiir Gleichgewichtsbesetzungen mit verschiedenen
Anregungsdichten (1 - 107em~2 (blau), 1 - 10°%cm~2 (lila) und 5 - 10''em~2 (rot)), wobei
die Betrdge mit zunehmender Dichte schneller abfallen. Dies ist durch die zunehmende
Wechselwirkung aufgrund der ansteigenden Anzahl moglicher Streuprozesse zu erkléren,
die entsprechend Gl. (6.19) proportional zu fg, (1 — fy,)fs, + (1 — f5,)fy(1 — f5,) ist,
so dass die Wechselwirkung mit der Besetzungsdichte fiir die hier betrachteten Dichten
zunimmt. Eine stdrkere Wechselwirkung fiihrt zu einem schnellerem Abfall, der einer
kiirzeren Lebensdauer und damit einer grofseren spektralen Verbreiterung entspricht.

Betrachtet man nun die Spektralfunktionen fiir verschiedene Besetzungen in Abb. 6.3,
erkennt man eine dem Abfall der retardierten Greenschen Funktionen entsprechende
besetzungsabhingige Verbreiterung sowie eine Energieverschiebung des Hauptpeaks,
die auch in Abb. 6.4 dargestellt sind. Auf weitere Eigenschaften wird weiter unten
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Energie in Phononenergien

Spektralfunktion in bel. Einheiten

-288 -216 -144 -72 0 72 144
Energie in meV

Abb. 6.3: Spektralfunktion des elektronischen Quantenpunktgrundzustands fiir Gleichge-
wichtsbesetzungen bei 300K und verschiedene Besetzungsdichten (in der Legende
in cm~2? angegeben) unter Beriicksichtigung der Coulomb-Wechselwirkung:
Zu Présentationszwecken ist jeweils zwischen den Funktionen benachbarter
Besetzungsdichten ein Faktor von 3,3 in die Spektralfunktionen eingeflossen;
die Legende ist so gewdhlt, dass sich die Position der Eintrdge ebenfalls um
den Faktor 3,3 beziiglich der logarithmischen Skala unterscheiden, so dass alle
Spektralfunktionen bezogen auf ihren Eintrag gleich normiert sind. Die Energie
wird Zwecks besserer Vergleichbarkeit mit folgenden Abbildungen zusitzlich in
Phononenergien (hwro = 36meV) angegeben, auch wenn diese Energie im Fall
der Coulomb-Wechselwirkung keine Bedeutung besitzt.

eingegangen. Zundchst nimmt die Verbreiterung des Hauptpeaks, die der Lebensdauer
(bzw. Verweildauer) der Ladungstriager in dem Zustand entspricht, mit steigender
Besetzungsdichte auf bis zu 42 meV bei 5 - 101° cm ™2 zu. Bei dariiber hinaus zunehmender
Besetzung fithren die Nichtbesetzungen (1 — f) in den Besetzungsfaktoren in GI. (6.19)
aufgrund des Pauli-Blocking in Kombination mit der zunehmenden Abschirmung zu
einer Reduktion der Wechselwirkungsstarke fiir den betrachteten Grundzustand, so dass
die Lebensdauer wieder zunimmt und damit die Peakverbreiterung abnimmt. Diese
Ergebnisse stimmen qualitativ mit einer Polndherung {iberein, die in Ref.[58] auf das
gleiche Quantenpunktsystem angewendet wurde. Beide Ergebnisse werden in Abb. 6.3
gegeniibergestellt. So ist die maximale Verbreiterung (volle Breite bei halbem Maximum)
des elektronischen Grundzustands von 42 meV etwa 30% grofler als die 34 meV bei
Anwendung der Polndherung (dieser Wert wurde Ref. [58] entnommen).
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Abb. 6.4: Verbreiterung (rot, durchgehende Linie) und Energieverschiebung (griin)
der Hauptpeaks der Spektralfunktionen des elektronischen Grundzustands in
Abhéngigkeit der Besetzungsdichte. Zu Vergleichszwecken sind die in Ref. [58]
von Michael Lorke mittels einer Polndherung berechneten Ergebnisse fiir die
energetische Verbreiterung (rot, gestrichelte Linie) zusitzlich dargestellt.

Da die Energieverschiebungen im Wesentlichen durch Hartree-Fock-Beitrdge, die un-
abhdngig von der Behandlung der Beitrdge hoherer Ordnungen sind, hervorgerufen
werden, stimmen die Ergebnisse beider Rechnungen in diesem Punkt gut iiberein. So
kommt es ausgehend von einem unangeregten System zundchst aufgrund der hoheren
Bindungsenergie der Elektronen im Quantenpunkt zu einer Aufladung, so dass die
Abstofsung der Ladungstrager deren Anziehung {ibersteigt. Dieser positive Hartree-
Beitrag tibersteigt zunédchst den entgegenwirkenden Fock-Beitrag. Mit weiter zunehmender
Besetzungsdichte ndhert sich die Anzahl der Elektronen und Locher allerdings an, so
dass der Hartree-Beitrag gegen null geht. Dies ist Folge der gleichen einhiillenden
Wellenfunktionen fiir Elektronen und Locher, durch die die Matrixelemente unabhingig
vom Band sind. Wiirde man dagegen InGaN-Quantenpunkte betrachten, in denen eine
derartige Naherung nicht gerechtfertigt ist, wiirde der Hartree-Beitrag nicht verschwinden.
Dagegen nimmt der Betrag des negativen Fock-Beitrags mit steigender Besetzung bestandig
zu, da es keinen kompensierenden Term gibt. So kommt es nach einem zunéchst leichten
Anstieg zu einem deutlichen Abfall der Energie fiir Besetzungen oberhalb von 1 - 10''em™2.

Deutung als Quasiteilchen

Dartiber hinaus erhdlt man bei niedrigen Besetzungsdichten weitere kleine Peaks
bzw. Satelliten. Diese sind im Rahmen des in Kap. 3 beschriebenen selbstkonsisten
Schemas zu verstehen. So werden zwar in der Selbstenergie erst einmal nur Prozesse
bestimmter Ordnung erfasst, aber diese beschreiben aufgrund der Selbstkonsistenz (in
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6.2 Einfluss der Coulomb-Wechselwirkung

den Selbstenergien befinden sich die vollen Greenschen Funktionen) Prozesse beliebiger
Ordnung, sofern diese sich aus den in der Selbstenergie enthaltenen Prozessen zusammen
setzen lassen. Dabei bilden sich die Prozesse hoherer Ordnung iterativ bei der zeitlichen
Entwicklung der Greenschen Funktionen, da fiir jeden Zeitschritt die bis dahin volle
Funktion verwendet wird. Dies bedeutet im Umkehrschluss, dass samtliche Teilprozesse
bzw. im zeitlichen Kontext angefangene Prozesse hoherer Ordnung in der Greenschen
Funktion und damit in der Spektralfunktion enthalten sein miissen.

Die in den Spektralfunktionen (siehe Abb. 6.1 und 6.3) auftretenden Asymmetrien
sowie die zusdtzlichen Peaks konnen dementsprechend als Zwischenzustand eines
Prozesses zweiter Ordnung beziiglich der SBA-Selbstenergie aufgefasst werden. Dabei
konnen die Energieverschiebungen folgendermafSen interpretiert werden: Wahrend bei
einem Prozess erster Ordnung neben dem betrachteten Zustand noch drei weitere
Zustande tiber die Selbstenergie beteiligt sind und somit tiber die retardierten Greenschen
Funktionen zur Energieerhaltung beitragen, sind bei einem Prozess zweiter Ordnung
acht Zustdande involviert (vier Streuvorgédnge). Die vier zusédtzlichen Zustande werden
dabei in dem selbstkonsistenten Ansatz nicht direkt, sondern iiber die Renormierung der
iibrigen Zustidnde beriicksichtigt. Da diese vier Zustdnde selbst keiner Energieerhaltung
unterliegen, sind fiir diese beliebige Kombinationen moglich. Um insgesamt wieder
eine Energieerhaltung zu erreichen, miissen die urspriinglich betrachteten Zustiande die
Abweichung der zusédtzlichen Zustdnde gerade kompensieren. Dementsprechend sind die
Peaks der Zwischenzustinde, die den zusédtzlichen Prozess beinhalten, energetisch vom
urspriinglichen Peak der Spektralfunktion verschoben.

Die zusitzlichen Peaks bei kleinen Dichten in Abb. 6.3 ergeben sich, wenn die in
den Renormierungen beriicksichtigten Uberginge alle zwischen diskreten Quantenpunkt-
zustdnden stattfinden. So fithrt der Ubergang eines Elektrons aus dem angeregten
Quantenpunktzustand p in den Grundzustand s zu einem Energieiiberschuss von
40meV = ¢, — €. Der stets auftretende assistierende Prozess kann ebenfalls zwischen
den elektronischen Quantenpunktzustanden (+40meV) oder beim entsprechenden Loch-
Ubergang (4+15meV) erfolgen. Dementsprechend ergeben sich Peaks 25, 55 und 80 meV
oberhalb des Hauptpeaks; der Peak des vierten Prozesses wird vom Hauptpeak tiberlagert.

Da die Coulomb-Prozesse, sobald die quasikontinuierliche Benetzungsschicht involviert
ist, keine diskrete Energie aufweisen, ergeben sich fiir derartige Ubergénge keine weiteren
Peaks, sondern ein breiter Untergrund, der die leichte Asymmetrie der Spektralfunktionen
bewirkt. Auch sind Peaks, die Prozesse noch hoherer Ordnung reprasentieren, nicht
erkennbar, da diese Prozesse nicht mehr hinreichend wahrscheinlich sind. Ferner treten
keine Prozesse, bei denen drei Ladungstriager gestreut werden, auf, da diese nicht in der
Selbstenergie beriicksichtigt werden. Bei hoheren Besetzungsdichten nimmt die Coulomb-
Wechselwirkung und somit die Verbreiterung der Peaks zu, so dass diese Satelliten nur
bei relativ geringen Besetzungsdichten erkennbar sind. Wahrend die Satelliten hier nur
schwach ausgeprigt sind (in Abb. 6.3 wird eine logarithmische Skala verwendet), sind
sie fiir Elektron-Phonon-Wechselwirkung, die im Folgenden behandelt wird, von grofler
Bedeutung.
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6.3 Polaronen

Wie bereits fiir die Coulomb-Wechselwirkung gezeigt wurde, kommt es durch diskrete
Energien zu zusétzlichen Peaks in den Spektralfunktionen, die als Quasiteilchen aufgefasst
werden konnen. Im Gegensatz zur Coulomb-Wechselwirkung erfolgt die Elektron-LO-
Phonon-Wechselwirkung mit Phononen von in guter Naherung fester Energie hwro, so
dass die Quasiteilchen hier weitaus stirker ausgeprdgt sind. Ferner kommt es durch
den Einschluss in den Quantenpunkten zu einer starken Kopplung und dabei zu
Hybridisierungen, die einen wichtigen Einfluss auf die Kinetik haben.

Selbstenergie

Die retardierte Selbstenergie der Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung (RPA-Anteil) ge-
maf Gl. (5.22) und (5.23) beztiglich der Relativzeit ist tiber

1 ~ e ms
EaR,LO(t) == Zgg(t)@m ﬁtDE,a(t) (6.20)
B

mit den durch Besetzungen renormierten Phonon-Propagatoren

EROEDS

q

Map(@)l* [(1 = f5 + Nro)e 20" + (f5 + Npo)e™ '] (6.21)

gegeben.

Numerische Ergebnisse

Der Betrag der Renormierungsfunktion |Go(t)| ist fiir Raumtemperatur (300K, Nro =
0,31) in Abb. 6.5a fiir Elektronen als Funktion der Relativzeit ¢t und der freien Energie
E dargestellt. Da ein unbesetztes System angenommen wird, fallen die Besetzungen im
renormierten Phononpropagator (6.21) weg und man erhilt wieder den Phononpropagator
(5.15). Definitionsgemi gilt G(0) = 1. Mit zunehmender Relativzeit fillt der Betrag
in grober Naherung exponentiell ab, wobei die Greenschen Funktionen der Elektronen
fiir Energien oberhalb einer Phononenenergie deutlich schneller abfallen als unterhalb.
Dementsprechend besitzen die Zustidnde unterhalb einer Phononenenergie eine lingere
Lebensdauer. Dies ist dadurch zu erkldren, dass aus diesen Zustinden die Emission
von Phononen kaum moglich ist, da es im allgemeinen keine passenden Zielzustdnde
mit um eine Phononenergie reduzierter Energie gibt. Im hier betrachteten Modellquan-
tenpunkt liegen die elektronischen Quantenpunktzustinde mit ihren Energien 1,1hwro
bzw. 2,2hwro unterhalb der Bandkante und sind somit unpassend. Daher tritt fast
ausschliefllich Absorption auf, wodurch die Moglichkeit der Ausstreuung gegentiber den
hoherenergetischen Zustdnden deutlich reduziert ist. Bei den Lochern, fiir die Ergebnisse
in Ref. [103] gezeigt werden, verhdlt es sich ebenfalls so. Allerdings liegen hier die
Quantenpunktzustinde 0, 47wro bzw. 0, 8fwro unterhalb der Bandkante, so dass aus den
Zustanden der Benetzungsschicht mit Energien um 0, 6Awro bzw. 0, 2hwro Emission von
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Abb. 6.5: Zeitlichen Entwicklung des Betrages der retardierten Greensche Funktionen der
elektronischen Zustidnde bei 300K (a) und 77K (b) fiir die Benetzungsschicht (rot),
die angeregten Quantenpunktzustdnde (blau) und den Grundzustand (griin): Die
Zustande sind durch ihre Energie relativ zur Bandkante der Benetzungsschicht
klassifiziert und es wird ein unbesetztes System angenommen.

Phononen mdoglich ist. Deren reduzierte Lebensdauern zeigen sich in einem schnelleren
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Abfall.

Da die Absorption proportional zur Phononbesetzung ist, die fiir Phononen im thermischen
Gleichgewicht einer Bose-Verteilung folgt, ist die Absorption bei niedrigeren Temperaturen
im Vergleich zur Emission deutlich schwicher. So nehmen die retardierten Greenschen
Funktionen bei 77K (siehe Abb. 6.5b) unterhalb einer Phononenenergie aufgrund der
kleinen Phononbesetzung (Npo = 0,0037) nur sehr langsam ab, so dass sich ein
Plateau bildet. Dagegen ist die Temperaturabhdngigkeit oberhalb einer Phononenenergie
deutlich schwdcher, da dort neben der Absorption auch die besetzungs- und somit
temperaturunabhédngige spontane Emission beitréagt.

Zwar liegt die freie Energie der p-Schale der Elektronen mit —1,1Aw deutlich mehr als
eine Phononenenergie von der Bandkante entfernt, doch gibt es bei den Elektronen an der
Bandkante dennoch einen merklich schnelleren Abfall. Dies kann durch die Verbreiterung
der Energiepeaks in der Spektralfunktion erkldrt werden, durch die auch Streuung zwischen
Zustanden moglich wird, deren freie Energien aufgrund der Energieerhaltung keine
erlauben wiirden. Insbesondere auf den Plateaus sind bei kleinen Zeiten Oszillationen mit
einer Frequenz von etwa wro zu erkennen, die mit zunehmender Zeit immer schwécher
werden. Diese deuten auf zusitzliche Peaks in der Spektralfunktion bei +/wro hin (s. Kap.
6.3.1).

Fiir die Betrdge der Renormierungsfunktionen der Quantenpunktzustdande (griin: Grundzu-
stand, blau: angeregte Zustiande) ergibt sich ein dhnlicher exponentieller Abfall wie fiir die
Benetzungsschichtzustdnde, der jedoch deutlich komplexere Oszillationen aufweist. Diese
Oszillationen besitzen - bei 77 K deutlich erkennbar - ebenfalls Anteile mit der Frequenz
wro. Wie auch die Oszillationen bei den Benetzungsschichtzustinden deuten diese auf
zusétzliche Peaks in der Spektralfunktion hin. Auf diese wird in Kap. 6.3.2 eingegangen.

Die Wechselwirkung zwischen Elektronen und Phononen fiihrt zu neuen Quasiteilchen,
den Polaronen, die sich aus einem Elektron und einer variablen Anzahl von Phononen
zusammensetzen. Diese Quasiteilchen stellen sich als Peaks in der Spektralfunktion dar,
die entsprechend Gl. (6.3) leicht aus den retardierten Greenschen Funktionen gewonnen
werden kann. Da sich die Diskussion von Polaronen in der Benetzungsschicht, die einen
Quantenfilm bildet, und in Quantenpunkten deutlich unterscheiden, werden zunéichst
Polaronen in der Benetzungsschicht betrachtet, bevor auf Quantenpunkte eingegangen
wird. Dabei wird jeweils zuerst eine analytische Betrachtung des Polarons vorgestellt, bevor
die numerisch berechnete Spektralfunktion interpretiert wird.

6.3.1 Polaronen in der Benetzungsschicht

Anschaulich ldsst sich ein Polaron als ein Ladungstrdger verstehen, der sich durch
einen Ionenkristall bewegt und dabei aufgrund der Coulomb-Wechselwirkung gela-
dene Ionen anzieht bzw. abstofit, wodurch eine Polarisationswolke, die sich durch
Phononen beschreiben ldasst, um den Ladungstrdger erzeugt wird. Zusammen mit der
Polarisationswolke bildet der Ladungstrdger eine gekoppelte Anregung, die als Polaron
bezeichnet wird. Die Polaronen stellen Eigenzustande des Hamiltonoperators der Elektron-
Phonon-Wechselwirkung dar, deren Eigenwerte fiir eine schwache Kopplung (o« < 1)
ansatzweise durch Storungsrechnung [19, 61] bestimmt werden konnen. Dabei bewirkt die
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Renormierung eine konstante Energieabsenkung
A= OzthO y (6.22)

den Polaronenshift, der durch die anziehende Wechselwirkung zwischen Ladungstrager
und Polarisationswolke hervorgerufen wird, die dadurch entsteht, dass abstofiende
Gitterionen einen grofieren Abstand und anziehende einen kleineren Abstand zum
Ladungstriager gegeniiber einem starren Kristall einnehmen. Durch die Polarisationswolke,
die sich bei der Bewegung des Elektrons mit bewegt, wird die Bewegung erschwert,
wodurch die effektive Masse

* @
m* (1+ 6)m (6.23)
gegeniiber einem starren Kristall ohne Phononen grofier wird, wobei die parabolische
Dispersion

h%k?

ex = A (6.24)

2m*

erhalten bleibt.

Phononrepliken

Dartiber hinaus kommt es zur Bildung von Phononrepliken, die sich durch folgende
analytische Uberlegungen herleiten lassen. Ausgehend von der Selbstenergie (6.20) erhalt
man im Frequenzraum

S W) =Y [Mas(@)* [(Neo +1) GF (w = wro) + NoGE (w +wro)] - (625)
B:a

In niedrigster Ordnung reicht es aus, in der Selbstenergie freie retardierte Greensche
Funktionen zu verwenden, so dass sich die Selbstenergie zu

Nio+1 L Nrio
w—wro)—€g+in  h(w+wro)—eg+in

S w) = [Mags(q)? [ i (6.26)
JeX]

vereinfacht. Fiir quasikontinuierliche Zustdnde ( erhilt man {iber die Dirac-Identitat fiir
den Imaginérteil

ST (W) =~ IMap(@ [(Neo +1)6 (h(w —wro) = ep) + Npod (h(w +wro) = s)] -
8
! (6.27)

Die hierdurch beschriebenen §-formigen Resonanzen des Imaginarteils der Selbstenergie
fiihren entsprechend Gl. (6.5) zu Peaks in der Spektralfunktion. Durch die Summation tiber
B und die Form der Matrixelemente M, g, die breite Peaks fiir ¢, ~ €3 aufweist (siehe
Kap. A), erhdlt man verbreiterte Resonanzen bei hw = €, + hwro, die als Phononrepliken
bezeichnet werden und analog zur Coulomb-Wechselwirkung als Quasiteilchen aufgefasst
werden konnen. Bei stirkeren Kopplungen, die in den untersuchten Quantenpunkten
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auftreten, ist eine Betrachtung in dieser Ordnung nicht mehr ausreichend. So kommt
es entsprechend des Independent Boson Models (siehe Kap. 6.3.2) zur Bildung von
Phononrepliken, die auch um Vielfache der Phononenergie verschoben sein kénnen.

Die Phononrepliken kénnen als Polaron, das gerade ein Phonon emittiert (+hwro), bzw.
absorbiert (—hwrp), aufgefasst werden. Aufgrund des spontanen Anteils ist die Emission
proportional zu Nzo + 1, so dass die hoherenergetische Phononreplik stets auftritt. Dagegen
ist der niederenergetische Peak nur fiir entsprechend hohe Temperaturen sichtbar, da die
Absorption proportional zur Phononbesetzung ist, die einer Boseverteilung (5.14) folgt. Eine
Untersuchung der Temperaturabhangigkeit erfolgt beispielsweise in Ref. [102].

Numerische Ergebnisse
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Abb. 6.6: Polaronische Spektralfunktion fiir Elektronen (a) und Locher (b) der Benet-
zungsschicht bei 300K inklusive der Einfliisse aus der Wechselwirkung mit
Quantenpunktzustidnden, durch die sich dispersionslose Merkmale ergeben.

Abb. 6.6 zeigt die Ergebnisse der numerischen Rechnung fiir die an Quantenpunkte
gekoppelten Benetzungsschichtzustdande bei 300K (Npo = 0,31). Aufgetragen ist die
Spektralfunktion G als Funktion der Frequenz w und des Impulses k£ der betrachteten
Zustinde. Sowohl bei den Elektronen (Abb. 6.6a) als auch bei den Lochern (Abb. 6.6b)
folgt der Hauptpeak in der w-k-Ebene ndherungsweise einer Parabel, welche weitgehend
mit der modifizierten Dispersion der Storungsrechnung (6.24) iibereinstimmt, also eine
leicht erhohte Masse und eine zusédtzlich abgesenkte Energie aufweist. Dabei ist die
Kriimmung des Hauptpeaks bei den Lochern aufgrund ihrer grofleren effektiven Masse
schwicher als bei den Elektronen. Die Verbreiterung entspricht der Lebensdauer der
Polaronen im jeweiligen Zustand. Ab etwa einer Phononenergie nimmt die Verbreiterung
des Hauptpeaks sprunghaft und deutlich zu. Diese verkiirzte Lebensdauer ist dquivalent
mit dem schnelleren Abfall der retardierten Greenschen Funktionen (siehe Abb. 6.5) und ist
auf die zusitzliche Moglichkeit der Emission durch Relaxation des Ladungstrigers in einen
um eine Phononenenergie niedrigeren Benetzungsschichtzustand zu erkléren.

Auch treten entsprechend der analytischen Uberlegungen (6.27) Phononrepliken auf, die
der Dispersion des Hauptpeaks folgen. Diese sind allerdings deutlich schwicher als der
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Hauptpeak. Da die Emission aufgrund des spontanen Anteils immer die Absorption in
einem unangeregten System (f = 0) tibertrifft, ist die hoherenergetische Replik stdrker
ausgepragt. Entsprechend der Bose-Besetzung (5.14) der Phononen verschwindet der
niederenergetische Peak fiir niedrige Temperaturen; siehe hierzu auch Ref. [102]. Daneben
sind mehrere dispersionslose Merkmale bei Energien unterhalb der Bandkante zu erkennen,
die ein Resultat der Wechselwirkung mit den Quantenpunktzustinden sind, auf die
im nachfolgenden Abschnitt eingegangen wird. Analog kann das Plateau, das ab einer
Phononenergie unterhalb der Bandkante auftritt, durch die Wechselwirkung mit anderen
Benetzungsschichtzustdnden erklart werden.

6.3.2 Polaronen in Quantenpunkten

Wie zuvor fir die Benetzungsschicht werden zwecks Interpretation der polaronischen
Spektralfunktionen zunéchst analytische Uberlegungen fiir vereinfachte Systeme betrachtet.
Dabei wird im Rahmen des Independent Boson Models ein einzelner diskreter Quanten-
punktzustand betrachtet, der an LO-Phononen koppelt, bevor ein zuséatzlicher Zustand und
die daraus resultierende Hybridisierung zwischen beiden Zustianden betrachtet wird. Die
Bedeutung polaronischer Effekte in Quantenpunkten wurde beispielsweise auch in Ref.
[44, 116] untersucht.

Independent Boson Model

Fiir einen einzelnen diskreten Quantenpunktzustand « mit Energie ¢, und LO-Phononen
mit Energie hwro und Impuls q, die gemafs Gl (5.8) gekoppelt sind erhdlt man den
Hamilton-Operator

H = e,a)l, aa+zﬁww(bTb + >+2Maa a)al, aa(b +ol ) (6.28)
Dieser lasst sich durch eine kanonische Transformation zu
H=ala, (ea — A) + Z thobgbq (6.29)
mit )
Z |M;;SLO (6.30)

umformen. Dies fiihrt gemaf Ref. [61] zu der Spektralfunktion

-~ _A@Npo+1) 2A lhwpo
Golw) =2me ™10 Y 1, ( Nro(Nro + 1)) e BT

(e \wro (6.31)

X0 (hw—en+A—1-hwro) ,

die sich aus mehreren §-Peaks im Abstand der Phononenenergie fiwro zusammensetzt,
wobei N0 die Phononbesetzung, kg7 die thermische Energie und I; die Bessel-Funktionen
sind. Dabei werden die Peaks mit zunehmendem Abstand von der renormierten Energie
€a — A schwicher. Die Peaks bei e, — A + [ - lwr,o lassen sich als Zustdnde interpretieren,
die sich aus einem Elektron im Zustand « und [ Phononen zusammensetzen.
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Hybridisierung

Bei zwei Zustdnden, die an LO-Phononen koppeln, ergibt sich nicht nur entsprechend
des Independent Boson Models fiir jeden Zustand eine Aufspaltung, sondern es kommt
aufgrund der starken Kopplung zwischen den Quantenpunktzustdnden zusétzlich zu einer
Hybridisierung zwischen den Peaks. Die starke Kopplung ist eine Folge der Lokalisierung
der Zustdnde im Quantenpunkt. So reicht eine relativ kleine Kopplungsstarke in GaAs fiir
die Hybridisierung von Quantenpunktzustdnden aus, wohingegen sich solche Effekte bei
den zuvor betrachteten delokalisierten Benetzungsschichtzustanden nicht zeigen.

Aus Gl. (6.29) folgt fiir dieses um einen Zustand (3 erweiterte Modell der Hamilton-Operator

H = alaa(ea — Aa) + aag(es = Ag) + hwro Y blba — 3 Mo (a) (bhakas + afaaby) -
q q
(6.32)

Dieses Modell entspricht dem aus der Quantenoptik bekannten Jaynes-Cummings-Modell
[70, 126], das die Kopplung zweier atomarer Zustdnde durch ein einmodiges Photonenfeld
beschreibt. Zwar werden hier mehrere Phononenmoden betrachtet, doch kommt es
dadurch, dass die Phononen als dispersionslos angenommen werden, zu einem dhnlichen
Ergebnis.

Betrachtet man nun ein Elektron im hoherenergetischen Zustand ohne Phononen |0, 3) und
ein Elektron im niederenergetischen Zustand mit einem Phonon |1, «) als Funktion der
Energiedifferenz beider Zustinde eg — ¢, ergibt sich ohne Wechselwirkung in Resonanz
(e — €a = Iwro) eine Entartung der beiden Zustiande. Aufgrund der Kopplung zwischen
diesen Zustdinden kommt es zur Hybridisierung, also zur Bildung zweier neuer Zustinde
|1,£) aus den urspriinglichen. Dies gilt fiir beliebige Phononenbesetzungen N, so dass
INLo, ) und |Npo +1,«) die Hybridzustinde |Npo,+) bilden. Dabei vermeiden die
Hybridzustdnde eine Entartung, was als Anticrossing bezeichnet wird.

Die urspriinglichen Zustdnde lassen sich nun als Linearkombination der Hybridzustdande
verstehen, so dass diese Anteile beider Hybridzustdnde beinhalten. Damit werden aus den
Peaks in der Spektralfunktion, die sich geméafS Independent Boson Model ergeben, jeweils
Peaks bei den Energien der Hybridzustande. Abb. 6.7 zeigt numerische Ergebnisse der
Spektralfunktion der p-Schale (entspricht 3) fiir verschiedene energetische Abstinde zur
s-Schale (entspricht o).

Durch eine Diagonalisierung des Hamilton-Operators (6.32) erhdlt man die Eigenfrequen-
zen der Hybridzustidnde | N0, £) [126],

Mog(@ (N0 +1)| . (6.33)

1
WNro,+ = B wa-l—w[g-l-(QNLo-i-l)wLo:l: \/524-2
q

wobei § = wg — wo — wro die Verstimmung gegeniiber der Resonanz ist und w, = E"‘_hAa.

Dementsprechend hidngt das MafS der Energieverschiebung gegeniiber den urspriinglichen
Peaks auch leicht von der Anzahl der Phononen (N.p) ab, so dass sich Serien von
Hybridzustdnden bilden.
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Abb. 6.7: Hybridisierung: Numerisch berechnete Spektralfunktionen der p-Schale fiir
verschiedene Energieabstinde zwischen den QD-Zustinden (logarithmische
Skala). Ohne Wechselwirkung (gestrichelte Linien) wiirde der s-Zustand mit
einem Phonon [1,s > durch das Spektrum geschoben und der p-Zustand ohne
Phononen [0,p > bei konstanter Energie liegen. Es kommt zur Bildung von
Hybridzustdnden (durchgehende Linien). Die Spektralfunktionen setzt sich aus
beiden Hybridzustinden zusammen, wobei jeweils der zum urspriinglichen p-
Zustand naher liegende stédrker beteiligt ist.

Numerische Ergebnisse

Die numerischen Ergebnisse fiir die Spektralfunktionen der Elektronen (Abb. 6.8) und
Locher (Abb. 6.9) zeigen sowohl die nach dem Independent Boson Model zu erwartende
Aufspaltung, als auch Hybridisierungseffekte. Die Aufspaltung ist deutlich starker als in der
Benetzungsschicht (vergleiche Kap. 6.3.1), so dass jeweils sechs bzw. sieben Doppelpeaks
zu erkennen sind. Dabei stellt der Hauptpeak jeweils den mit Abstand grofiten Teil
der Spektralfunktion dar (die logarithmische Skalierung in den Abbildungen ist zu
berticksichtigen). Aufgrund der Wechselwirkung mit der Benetzungsschicht kommt es auf
der hoherenergetischen Seite zur Bildung eines Plateaus, wohingegen die Spektralfunktion
auf der niederenergetischen Seite abgesehen von den Phononrepliken abfallt.

Die Doppelpeakstruktur ldsst sich direkt auf die Hybridisierung zurtickfiihren. Dabei sind
allerdings keine Serien von Hybridzustdnden, wie sie aus dem Hamilton-Operator (6.32)
gemafs Gl. (6.33) folgen, sondern jeweils ein grofler Peaks zu beobachten. Numerisch folgt
dies aus der Verwendung der mittleren Phononbesetzung N;o im Phononpropagator.
So bildet sich nicht fiir jede Phononenzahl eine Peak sondern fiir die mittlere Anzahl
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Abb. 6.8: Spektralfunktionen des Quantenpunkt-s-Zustands (rot) und eines Quantenpunkt-
p-Zustands (griin) der Elektronen in Anwesenheit einer Benetzungsschicht bei
300K im unbesetzten Grundzustand: Es bilden sich mehrere Phononrepliken
heraus, die hybridisieren. Dadurch ergibt sich ein starker spektraler Uberlapp
zwischen den Zustdnden.

ein gemeinsamer Peak. Da die Kopplung mit den quasikontinuierlichen Zustianden der
Benetzungsschicht zu einer gemessen am Abstand der einzelnen Peaks einer Serie grofsen
Verbreiterung der Peaks fiihrt, wiirden diese allerdings auch ohne diese Néherung nicht
aufgelost. In Ref. [114] werden fiir einen isolierten Quantenpunkt beide Rechnungen
verglichen.

Die Peaks liegen in Ubereinstimmung mit den in Abb. 6.7 gezeigten Greenschen Funktionen
aufgrund des Anticrossing weiter auseinander, als es einzig durch die Energiedifferenz
der freien Zustinde der Fall ware. Wahrend die Energiedifferenz der elektronischen
Quantenpunktzustdnde mit 1, 1 iwro nahe einer Phononenergie liegt und somit eine starke
Hybridisierung nicht verwundert, gibt es auch bei den Lochern schwéchere, aber immer
noch deutliche Hybridisierungseffekte, obwohl die Energiedifferenz hier mit 0,4 Awro
deutlich von einer Phononenergie abweicht. Von besonderer Bedeutung ist, dass sich die
Zustande aus den gleichen Hybridzustdinden zusammensetzen, da so jeweils s- und p-
Schale bei gleichen Energien Peaks aufweisen. Dies bewirkt eine effizientere Elektron-
Phonon-Streuung zwischen den Quantenpunktzustianden.Dies kann iiber die Interpretation
der Spektralfunktionen als Angabe der zu einem Zustand gehdrenden Energien erklart
werden. Entgegen Fermis goldener Regel, nach der die Energieerhaltung iiber eine 4-
Funktion beschrieben wird, wird die Energieerhaltung hier iiber den Uberlapp der
Spektralfunktionen, von denen eine um eine Phononenergie verschoben ist, beschrieben.
Da die einzelnen Hybridzustinde um fast genau eine Phononenergie auseinander liegen
und beide hier betrachteten Quantenpunktzustéinde Anteile an diesen besitzen, ist dieser
Uberlapp deutlich grofer, als wiirde es nicht zu einer Hybridisierung kommen. So ergibt
sich selbst fiir die mit einem Abstand von 0,4 Zwro energetisch ungiinstig liegenden
Lochzusténde ein merklicher, wenn auch verglichen mit den Elektronen schwacher
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Abb. 6.9: Spektralfunktionen des Quantenpunkt-s-Zustands (rot) und eines Quantenpunkt-
p-Zustands (griin) der Locher in Anwesenheit einer Benetzungsschicht bei
300K im unbesetzten Grundzustand: Aufgrund des energetischen Abstands,
der hier deutlich von einer Phononenenergie abweicht, liegen die Peaks der
Hybridzustiande im Vergleich zu den Elektronen (Abb. 6.8) weiter auseinander. Die
unterschiedlichere Gewichtung der Hybridpeaks fiihrt ferner zu einem geringeren
spektralen Uberlapp als bei den Elektronen.

Uberlapp. Der Einfluss der Hybridisierung auf die Effizienz der Streuung zwischen
Quantenpunktzustdnden wird auch in Kap. 7.3.1 behandelt.

Polaron bei endlicher Dichte

Ausgehend von einem unbesetzten System, in dem die hoherenergetischen Phononre-
pliken aufgrund der zusitzlichen spontanen Emission immer die niederenergetischen
Repliken {ibertreffen, fithrt eine zunehmende Besetzung entsprechend Abb. 6.10 zu einer
Umverteilung zu den niederenergetischen Peaks. Wie in Kap. 5.2 gezeigt wurde, kann
die Abhéngigkeit der Selbstenergie und damit der Spektralfunktionen von einer zeitlich
konstanten Besetzung des Systems durch den renormierten Phononpropagator

D3 o(1) =3 [Mas (@ [(1— f5+ Nro)e ™0t + (f5+ Nro)e 0] (g4
q

beschrieben werden, wobei mit zunehmender Besetzung ein Ubergang von Emission
zu Absorption fiir die Wechselwirkung mit den niederenergetischeren Zustinden und
umgekehrt fiir die hoherenergetischeren Zustinde stattfindet. Dies entspricht dem
Ubergang von unbesetzten Zustédnden, in die nur eingestreut werden kann, zu vollstindig
besetzten Zustdnden, aus denen nur ausgestreut werden kann. Dies fiihrt zu den gleichen
Effekten, die beim Ubergang von Elektronen zu Lochern auftreten. So kehrt sich auch die
energetische Verschiebung der Peaks von einer Energieabsenkung zu einer entsprechenden
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Abb. 6.10: Spektralfunktionen des elektronischen Grundzustands fiir verschiedene Beset-
zungsdichten (siehe Legende): Mit zunehmender Dichte findet eine Umvertei-
lung von hoher- zu niederenergetischen Peaks statt.

Erhohung um, so dass es mit zunehmender Besetzung zu einer Verschiebung der Peaks
zu hoheren Energien kommt. Ferner kommt es zu einer Vergrofierung des energetischen
Abstandes zwischen den hybridisierten Peaks und zu einer Umverteilung der Auspragung
dieser Peaks entsprechend dem Ubergang von Emission zu Absorption und umgekehrt. Die
Ergebnisse stimmen qualitativ mit denen aus Ref. [114] {iberein; ein quantitativer Vergleich
wurde nicht durchgefiihrt.

6.4 Kombinierte Coulomb- und
Elektron-Phonon-Wechselwirkung

Die bisherigen Berechnungen beziehen sich jeweils einzeln auf die Coulomb- oder Elektron-
Phonon-Wechselwirkung. Allerdings kommt es in Halbleitern zu beiden Wechselwirkun-
gen, wobei diese nicht unabhédngig voneinander wirken. So kommt es zu kombinierten
Streuprozessen, an denen beide Wechselwirkungen beteiligt sind. Ferner wirken sich
Renormierungen der einen Wechselwirkung auch auf die andere aus. Dies erfordert es,
beide Wechselwirkungen selbstkonsistent zueinander zu behandeln. Da der verwendete
Ansatz bereits selbstkonsistent ist, reicht es bereits aus, beide Wechselwirkungen zusammen
wirken zu lassen.

Um also sowohl die Coulomb- als auch die Elektron-Phonon-Wechselwirkungen zu
berticksichtigen, wird bei der Berechnung der retardierten Greenschen Funktionen tiber Gl.
(6.14) die Selbstenergie

SR(t) = nBLO(t) 4+ nESBA(Y) (6.35)

additiv aus den Selbstenergien der einzelnen Wechselwirkungen (siehe Kap. 6.1) zusammen
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gesetzt. Zusdtzlich wird der Hartree-Fock-Anteil direkt iiber die Renormierung der
Energien berticksichtigt. Dieser Ansatz beinhaltet aufgrund der Selbstkonsistenz alle
Kombinationen der Wechselwirkungsprozesse, die in den Selbstenergien der einzelnen
Wechselwirkungen enthalten sind, sofern es dabei im diagramatischen Sinn zu keinen
tiberkreuzenden Wechselwirkungslinien zwischen den einzelnen Selbstenergien kommt.
In dieser Hinsicht ist der Ansatz analog zur RPA (3.91) aufzufassen, die zwar Prozesse
beliebig hoher Ordnung beinhaltet, aber keine Prozesse zulésst, bei denen sich einzelne
Wechselwirkungselemente iiberschneiden.
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Abb. 6.11: Vergleich der Betrdge der retardierten Greensche Funktionen (a) und Vergleich
der Spektralfunktionen (b) des elektronischen Grundzustands bei Anwesenheit
der Coulomb- (blau), der Elektron-Phonon-Wechselwirkung (griin) und beider
Wechselwirkungen (rot) bei 300K und einer Besetzungsdichte von 5 - 10''em =2,
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Abb. 6.11 zeigt die daraus resultierende retardierte Greensche Funktion (a) und Spektral-
funktion (b) des elektronischen Grundzustands (rot). Zu Vergleichszwecken sind zusétzlich
die in den vorhergehenden Kap. 6.2 und 6.3 behandelten Félle mit Coulomb- (blau) und mit
Elektron-Phonon-Wechselwirkung (griin, zur besseren Vergleichbarkeit mit Hartree-Fock-
Renormierungen) dargestellt. Besonders auffallig ist dabei in Abb. 6.11a der Abfall des
Betrages der retardierten Greenschen Funktion fiir die kombinierte Wechselwirkung, der
zwar deutlich schneller als bei der Funktion fiir die Elektron-Phonon-Wechselwirkung, aber
langsamer als fiir die Coulomb-Wechselwirkung erfolgt. Dementsprechend ist der zentrale
Peak der kombinierten Wechselwirkungen etwas schmaler - hierbei ist die logarithmischen
Skalierung zu berticksichtigen. Da der Abfall einer retardierten Greenschen Funktion bzw.
die Peakbreite in der Spektralfunktion fiir einen starkeren Einfluss der Wechselwirkungen
stehen, bedeutet dies, dass die Elektron-Phonon- und Coulomb-Wechselwirkung einander
entgegenwirken oder blockieren miissen.

Entsprechend des schnelleren Abfalls des Betrages der retardierten Greenschen Funktion
fiir den reinen Coulomb-Fall (blau) und der damit verbundenen starkeren Verbreiterung der
Spektralfunktion ist diese auf der niederenergetischen Seite grofser als die Spektralfunktion
des kombinierten Falls (rot). Jedoch verhilt es sich auf der hoherenergetischen Seite gerade
umgekehrt. Dieser Unterschied beruht wie bei den zuvor diskutierten Asymmetrien auf den
zusétzlichen Zustdnden des Systems. So fiihrt das Zusammenspiel der Wechselwirkungen
aufgrund der neuen Interaktionsmoglichkeiten zu einer verstirkten Wechselwirkung
der Quantenpunktzustdnde mit der Benetzungsschicht, was sich eben in der erhohten
Spektralfunktion fiir hohe Energien zeigt. Somit muss die zuvor diskutierte Abschwdchung
der Wechselwirkung von den Quantenpunktzustianden herriihren. In Kap. 7.3.1 und 7.3.2
werden die daraus resultierenden Effekte auf die Kinetik diskutiert.

Die Phononrepliken in der Spektralfunktion werden durch die Coulomb-Wechselwirkung
- abhdngig von der Ladungstriagerbesetzung - weitgehend iiberdeckt, sind aber meistens
noch leicht zu erkennen. Insbesondere der Hauptpeak behilt eine markante, wenn auch nur
noch schwach ausgepriagte Doppelpeakstruktur. Auch wenn die Coulomb-Wechselwirkung
im Null-Dichte-Fall verschwindet, tritt dieser Effekt schon bei geringen Besetzungsdichten
auf, wie in Abb. 6.12 gezeigt wird. So reicht bereits eine Ladungstrdagerdichte von 5 -
10® em~2, die 0,05 Ladungstréager pro Quantenpunkt entspricht, um die Hohe der zentralen
Phononrepliken um {iber die Halfte zu reduzieren. Bis zu einer Dichte von etwa 2 -
10" cm~2 nimmt der Einfluss der Coulomb-Wechselwirkung auf den Quantenpunkt zu.
Fiir weiter steigende Dichten nimmt dieser aufgrund der zunehmenden Abschirmung
und vor allem des Pauli-Blockings wieder leicht ab, so dass die Phononrepliken bei 2 -
102 cm~2 wieder etwas markanter sind. Dies ist auch gut in Abb. 6.13a zu erkennen, die
die Spektralfunktionen der kombinierten Wechselwirkungen fiir weitere Besetzungsdichten
zeigt. Bemerkenswert ist, dass dieser Effekt schon bei deutlich kleineren Besetzungen
auftritt, als entsprechend Kap. 7 fiir effiziente Coulomb-Streuung notwendig sind. Dies
folgt direkt aus den Besetzungsfaktoren, von denen es hier im Vergleich zur Kinetik
einen weniger gibt, so dass es hier zu einem fiir kleine Dichten linearen Beitrag
der SBA-Selbstenergie beziiglich der Anregungsdichte kommt. Die bei der Coulomb-
Wechselwirkung beobachteten Satelliten bei kleinen Anregungsdichten werden hier durch
die Elektron-Phonon-Wechselwirkung iiberlagert.

Zu Vergleichszwecken sind in Abb. 6.13b die Spektralfunktionen unter Einfluss der
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Elektron-Phonon-Wechselwirkung kombiniert mit den Hartree-Fock-Renormierungen (also
ohne SBA-Selbstenergie) dargestellt. Es sind die von der Elektron-Phonon-Wechselwirkung
bekannten besetzungsabhéngigen Anderungen sowie die Energieverschiebungen der
Hartree-Fock-Wechselwirkung zu erkennen, wobei sich beide Effekte nur unwesentlich
beeinflussen. Dagegen ist im Vergleich zu Abb. 6.13a zu erkennen, dass die Verbreiterungen
der Spektralfunktionen weitgehend auf die SBA-Selbstenergie zuriickzufiihren ist.
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Abb. 6.13: Spektralfunktion des elektronischen Grundzustands fiir Gleichgewichtsbe-
setzungen bei 300K und verschiedene Besetzungsdichten (in der Legende
angegeben) unter Bertiicksichtigung der kombinierten Wirkung der
Coulomb- und Elektron-Phonon-Wechselwirkung (a) sowie der Elektron-Pho-
non-Wechselwirkung in Kombination mit den Hartree-Fock-Renormierungen
(b): Zu Prasentationszwecken ist jeweils zwischen den Funktionen benachbarter
Besetzungsdichten ein Faktor von 3,3 in die Spektralfunktionen eingeflossen;
die Legende ist so gewdhlt, dass sich die Position der Eintrdge ebenfalls um
den Faktor 3,3 beziiglich der logarithmischen Skala unterscheiden, so dass alle
Spektralfunktionen bezogen auf ihren Eintrag gleich normiert sind.

in cm—2

74

-2

Energie in Phononenergien




7 Kinetik

Das Zusammenspiel der Coulomb- und Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung hat ent-
sprechend Kap. 6.4 einen bedeutenden Einfluss auf die spektralen Eigenschaften eines
Quantenpunktsystems. Im Folgenden wird die Bedeutung dieses Zusammenspiels fiir
die Kinetik untersucht. So wird in Kap. 7.3.1 die Ralaxation von Ladungstrdgern in
einem Quantenpunkt untersucht. Aufgrund der diskreten Quantenpunktzustinde hat
die Coulomb-Wechselwirkung grofien Einfluss auf die Elektron-LO-Phonon-Streuung.
Dagegen ist die Bedeutung des Zusammenwirkens der Wechselwirkungen bei dem
Einfang aus der Benetzungsschicht, die quasikontinuierliche Zustdnde besitzt, klein, wie
in Kap. 7.3.2 gezeigt wird. Fiir diese Untersuchung wird zunidchst die Kadanoff-Baym-
Gleichung (3.83) unter Anwendung verschiedener GKBA Varianten fiir die Coulomb- (Kap.
7.1.1) und Elektron-LO-Phonon-Streuung (Kap. 7.1.2) ausgewertet. Auf Grundlage dieser
Bewegungsgleichungen werden in Kap. 7.2 zeitunabhdngige Streuraten eingefiihrt, um eine
eindeutige und einfache Quantifizierung der Streuung unterschiedlicher Wechselwirkun-
gen zu ermoglichen.

Uber die Untersuchungen des Zusammenspiels der Coulomb- und Elektron-LO-Phonon-
Wechselwirkung in Kap. 7.3 hinausgehend wird der quantenkinetische Ansatz fiir die
Elektron-LO-Phonon-Streuung in Kap. 7.4 mit einer storungstheoretischen Rechnung
verglichen. Letztendlich werden in Kap. 7.5 Dephasierungsraten eingefiihrt und bestimmt.
Diese ermoglichen eine qualitative Abschdtzung der Dephasierung und somit Kohédrenz
und werden zur Diskussion der Ergebnisse im folgenden Kap. 8 genutzt.

7.1 Bewegungsgleichungen

Entsprechend Gl. (3.26) bis (3.28) lassen sich die Besetzungen und Polarisationen durch die
zeitdiagonalen Propagatoren ausdriicken. Es bietet sich also an, entsprechend Kap. 6 die
Parametrisierung der Zeitargumente auf eine Relativzeit, die hier per Definition null ist,
und eine Schwerpunktzeit t = 152 zu dndern. So lasst sich die zeitliche Entwicklung der
Besetzungen und Polarisationen durch die Ableitung der Propagatoren G<(¢;,t2) nach der
Schwerpunktzeit

0

ihaG; .

0 0
t) =ih |5+ 2| G5, 0 (t1,t 7.1
(t)=1i [(‘Btl + 8t2] G5\ (t15t2) (7.1)
bestimmen. Dabei wird fiir die zeitdiagonalen Propagatoren die Schreibweise G=<(t) =
G=<(t,t) verwendet, wohingegen entsprechend Kap. 6 fiir die retardierten Greenschen
Funktionen das Zeitargument fiir die Relativzeit steht (GF(7) = GE(t,t — 7)).

Zur Berechnung der zeitdiagonalen Propagatoren wird das Langreth-Wilkins-Theorem
(3.81) genutzt, wobei sich dieses fiir t; = ¢, unter Zuhilfenahme von Gl. (3.19) bis (3.22)
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zu
[i3(40.9BE2)% = a6 - 1) [47 (1.3 B° (.2 - 47 (L3 57 3.2] 02
vereinfacht, so dass man aus der Kadanoff-Baym-Gleichung (3.83)

o Gy a1 -3 / G52 o (0G5, () — 550 ()G (1)

—G 30y (0 )E5,0, (1) + G5 0, (8,125, 0, (1)

a103 Q302 a3a2

(7.3)

erhdlt, wobei die in Kap. 3.4 vorgestellten Vereinfachungen fiir InGaAs-Quantenpunktsys-
teme ausgenutzt werden.

Obwohl nur zeitdiagonale Propagatoren, die Besetzungen bzw. Polarisationen entsprechen,
gesucht werden, sind zweizeitige Grofien zu deren Berechnung notwendig. Es bietet sich an,
die zweizeitigen Propagatoren mittels GKBA (3.87) durch einzeitige Groflen darzustellen,
um den numerischen Aufwand zu reduzieren. Wihrend fiir die spektralen Eigenschaften
die Ndherung verwendet wurden, dass diese nicht von der Kinetik, sondern nur noch
von einer festen Besetzung abhdngen (vgl. Kap. 6), ist die Kinetik durch Anwendung
des GKBA direkt iiber die retardierten Greenschen Funktionen G von den spektralen
Eigenschaften des Systems abhéngig. Fiir die Definition von Streuraten in Kap. 7.2 und
Dephasierungsraten in Kap. 7.5 bietet sich die Anwendung des retardierungsfreien GKBA

GZ, (b1, t2) = ih [Gfﬁ (t1) GF (1 — t2) — G2 (11 — 12) G5, (tg)] (7.4)

an, da die Kinetik so entsprechend einer Markov-Nédherung nur von Propagatoren zur
aktuellen Zeit abhdngt. Dagegen bietet sich in Kap. 8 der maximal retardierte GKBA

GZy (hsta) = i [GE (b — 1) G5, (t2) — Gy (1) GF (1 — 12)] (7.5)

an, da sich dort Besetzungen und Polarisationen aufgrund kurzer optischer Anregungen
schnell &ndern, was zu deutlichen Gedachtniseffekten fiihrt. So wird dort gezeigt, dass diese
Effekte auf kurzen Zeitskalen bei derart schnellen Anderungen zusitzliche Streukanéle
bilden, die nicht nur einer strikten Energieerhaltung, sondern auch einer Energieerhaltung
im Sinne der Spektralfunktionen widersprechen. Man erhélt dabei

a *
il =3 [0 0 )G ) 4 5y 00, ) G =)

[ Gzlad( )Zédaz(t t)+G§1ad( )Ez‘jaz( 7t)] chjl(t_t/)

sofern nur diagonale retardierte Greensche Funktionen beitragen.

(7.6)

Da sich die Selbstenergie der kombinierten Wechselwirkung additiv aus den einzelnen
Wechselwirkungen zusammen setzt, konnen auch bei Betrachtung der kombinierten
Wechselwirkungen beide Beitrdge der einzelnen separat berechnet werden. Dabei wird die
Wirkung der jeweils anderen Wechselwirkung iiber die retardierten Greenschen Funktionen
berticksichtigt.
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7.1 Bewegungsgleichungen

7.1.1 Coulomb-Streuung

Da der Hartree-Fock-Anteil nur iiber Renormierungen, die iiber die retardierten Greenschen
Funktionen berticksichtigt werden, zur Kinetik beitrdgt, ist fiir die Coulomb-Streuung
lediglich die Selbstenergie in SBA-Néaherung (4.25) zu beriicksichtigen. Durch Anwendung
des maximal retardierten GKBA (7.5) folgt fiir diese Selbstenergie (4.25) mit ¢ > ¢/

Ealo& —(ih) ZZ

pyd 3,4
> <

>
— [Gghma(i@lG%,%L, Wﬁ27464a2 (t/)Waﬁs’Ysﬁl( ) [G,(ﬁG 04 G’M] (t—t")

2 < 2 R R
+ |:G§17,34G’i1773G6<3,62L, W52/34’Y4a2 (t/)WOtl%ésﬁl (t) [G,Bl G’y3 Gég](t_t/) >

(7.7)
Ec%lag (tlv t) = _(ih)5 Z Z
Bys 3,4
> < *
|:G,81 ﬁ2G63 64G'Y4 ’Y%:| WIB27464052 (t)WalisS’YSﬁl (t ) [ G GR ](t—t’)
R,x R,*
- [G§17ﬂ4G%1173G5<3,52L/ W Biraas (1) Wayirssss, ( ) [G GRG }(t ¢y
(7.8)
Somit erhdlt man aus Gl. (7.6) die Bewegungsgleichung
0
athnao (ih)” Z Z / dta Wsyass0s (82) Way ssms: (E1)

66 2,3,4

{ [Gﬁl 52G53 54G’Y47%G§20¢o] ty [<e>

—

R ~R* ~R ~R,x*
[GﬂthM G’Y4Ga0 ](t1—t2)

n [Gﬂz ey 54GW3G§1(¥2]2 (<> [Gg;*GédGR*Gﬁ] m} 79)

- W52,ﬁ4’y40¢2 (tQ)Wa17353ﬁ1 (tl )

> < > <
{ [Gﬁl ,/34G’Y4 V3 Gés 52 Gazao] ty [<e>

—
|

(65,65 G Gay']

f —fQ)

otanaran], )

— [<e>

> < > <
+ [Gﬁzﬁz; G’Y4 73 G53,60 Ga, az] t

—
L

Dabei beschreibt [<«<>] jeweils den vorangehenden Term mit getauschten Propagatoren:
G=< wird durch G~ und umgekehrt ersetzt. Die Zeitargumente, die als Indizes an einer
Klammer angefiigt sind, beziehen sich stets auf alle Grofien innerhalb der jeweiligen
Klammer.

Bisher wurde lediglich eine Spinrichtung betrachtet. Zwar ergibt sich fiir den Austausch-
beitrag (o< Ws,8,v40: Waiv3658,) keinerlei Wechselwirkung zwischen verschiedenen Spins,
doch erlaubt die direkte Wechselwirkung (o< Wg, 6000 Wais5+58,) die Streuung eines
Ladungstragers durch einen Anderen mit beliebigem Spin. Unter der Annahme, dass sich
beide Spinrichtungen gleich entwickeln, kann die Wechselwirkung zwischen verschiedenen
Spins durch eine Verdopplung des direkten Beitrags des gleichen Spins berticksichtigt
werden.
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7 Kinetik

Fir die Definition zeitunabhdngiger Raten bietet es sich an, keine Polarisationen
sondern nur Besetzungen zu betrachten. Der Einfluss der Coulomb-Streuung auf die
Polarisationen wird nicht untersucht. So werden fiir diese Streuung im Folgenden nur
noch Besetzungen beriicksichtigt. Ferner wird fiir die Behandlung der Abschirmung eine
Gleichgewichtsbesetzung angesetzt, was zu einer zeitunabhdngigen Abschirmung und
damit zu zeitunabhdngigen Matrixelementen
2 1 1 : : "
VV0152’7251 = Z 2 <a1 ‘ezqu 51> <72 |ezqr‘ 62> (7-10)

coe(o0) 2V . ¢’eq

fiihrt, wobei €(q) entsprechend Gl. (4.13) die Abschirmung beschreibt. Somit ldsst sich GL
(7.9) zu

a o0
afal (t) = /0 dt’ 2h*R Z [2Wﬁ152’72a1Wt¥1W252,31 — 012Wsgya, Wa'}’éﬁl]
Bv6,2

[fﬂl(l - f’vz)f52(1 - fa1) - (1 - fﬁ1)f’yz(1 - f&z)fal](t_t/)
(65,63 G Gar]

(7.11)

)
vereinfachen. Werden nur Besetzungen und keine Polarisationen betrachtet, besteht der

Ubergang zwischen Markov-Néherung und maximal retardiertem Ansatz lediglich darin,
die Besetzungen fritherer Zeiten durch aktuelle Besetzungen zu ersetzen, so dass man

0
&fm(t) =2I*R Z [QWﬁ152’Yza1 Wa1725251 - 51,2W5,3’701Wa’y5ﬁ1]

56,2
[fﬁl(l - f72)f52(1 - fal) - (1 - f,31)f“/2(1 - féz)fal]t (7.12)
| leheranet,
0 ;

erhdlt. Das Zeitintegral beschrankt sich nun einzig auf die retardierten Greenschen Funk-
tionen und liefert somit die durch die Spektralfunktionen aufgeweichte Energieerhaltung.
Damit besitzt diese Gleichung die Struktur einer Boltzmann-Gleichung [32] und bietet sich
als Ausgangspunkt fiir die Definition von Streuraten in Kap. 7.2 an. Im hier nicht weiter
betrachteten Fall freier retardierter Greenscher Funktionen wird entsprechend Gl. (6.7) das
Zeitintegral zu einer J-Funktion, die die strikte Energieerhaltung im Sinne freier Teilchen
sicherstellt, so dass man die entsprechende Boltzmann-Gleichung als Grenzfall der Markov-
Néherung erhilt.

Die zuvor betrachtete nicht-markovsche Beschreibung fiihrt zu Gedéchtniseffekten, also
dazu, dass die aktuelle Zeitentwicklung von Groflen zu vergangenen Zeiten abhangt.
Dies bedeutet insbesondere auch, dass auf kurzen Zeitskalen nicht-energieerhaltende
Streuprozesse moglich sind. Dies geht iiber die in Kap. 6 beschriebenen Aufweichung
der Energieerhaltung durch die Renormierung der spektralen Eigenschaften hinaus.
So treten hier Zeitintegrale nicht nur iiber G®, sondern auch iiber zeitabhingige
Besetzungen auf. Daher kommt es insbesondere bei schnellen Besetzungsidnderungen zu
einer Energieerhaltung, die nicht mehr wie fiir konstante Besetzungen iiber den Uberlapp
der Spektralfunktionen gegeben ist (siehe Kap. 6). Es kommt zu einer Energieerhaltung,
die gegeniiber den Spektralfunktionen zusitzlich aufgeweicht ist, wobei die zusétzliche
Aufweichung tendenziell proportional zu den Besetzungsdnderungen ist.
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7.1 Bewegungsgleichungen

Der erste Besetzungsterm (x (1 — f,)) beschreibt die Einstreuung eines Teilchens aus
dem Zustand ( in den Zustand «, die durch die Streuung eines anderen Teilchens von
0 nach + assistiert wird. Dabei wird davon ausgegangen, dass die einzelnen Streuungen
nur innerhalb eines Bandes ablaufen, aber eine Streuung in einem Band auch durch eine
Streuung in einem anderen Band assistiert werden kann. Dies ist aufgrund der Bandliicke
und des geringen Uberlapps zwischen Elektron- und Lochzustdnden gerechtfertigt. Der
zweite Besetzungsterm (o< f,) beschreibt die entgegengesetzte Ausstreuung. Da jeweils die
Ausstreuung mit vertauschtem « und 3 der entsprechenden Einstreuung entspricht, bleibt
die Teilchenzahl erhalten, es gilt also >, a% fa, (1) =0.

7.1.2 Elektron-Phonon-Streuung

In Kap. 8 wird der Einfluss der Elektron-Phonon-Streuung auf optische Anregungen
untersucht, die tiber die Polarisationen wirkt. Dementsprechend werden fiir diese
Wechselwirkung entgegen der Coulomb-Streuung auch Polarisationen beriicksichtigt, was
den oben genutzten Ubergang zwischen Markov-Naherung und maximal retardiertem
Ansatz ausschliefit. Zundchst wird der maximal retardierte GKBA angewendet, bevor
weiter unten mittels retardierungsfreiem GKBA eine Markov-Naherung erreicht wird.
Ferner kommt es in Nitrid-Quantenpunkten zu nichtdiagonalen optischen Ubergingen, so
dass in Kap. 9.3 auch nichtdiagonale Polarisationen beriicksichtigt werden miissen.

Der maximal retardierte GKBA (7.5) liefert fiir die Selbstenergie (5.18) mit ¢ > ¢’ und
banddiagonalen Uberlappintegralen in den Matrixelementen

S /

n= (¢, thGR (t—t)G= 5 (VD 5,5, (' — 1), (7.13)
¥= (1) = —zhz Gi (' = 1)GZ 5, ()DZ 5,50, (= 1) (7.14)
und somit aus Gl. (7.6) die Bewegungsgleichung
A=Y [0 G~ 0650750~ 1165, (NG 1)
7 +[<e>] (7.15)
+GR (t—1)GZ,,, (Gt — )Gy, (t') D2, ey 30, (t — 1)

—[<e>] .

Damit erhélt man fiir die Besetzungen

fae 2%2 / dt
[G5 GR *] (t—t') {_ [( f5 )fae]t/ aeéeae6e (t - t/)
+ 5.1 = fa)lo Do (E =1}

R R * > <
Z G G (t—t) [\I’éeqjaw]t [Daeeh'yhé Daefh’Yhée](t_tl) ’

(7.16)
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wobei es sich beim ersten Term um die Ausstreuung aus dem Zustand J, beim zweiten
um entsprechende Einstreuung und beim dritten um die Polarisationsstreuung handelt.
Bei der Polarisationsstreuung kann ebenfalls entsprechend dem jeweiligen Vorzeichen
zwischen einer Ein- (D~) und Ausstreuung (D<) unterschieden werden. Diese Gleichung
erfillt die Teilchenzahlerhaltung, so dass wie auch bei der Coulomb-Wechselwirkung
Ya % fa.(t) = 0 gilt. So kompensieren sich Ein- und Ausstreuung fiir jedes Paar von
Zustanden (entsprechend der oben verwendeten Notation a und §); was in den einen
Zustand eingestreut wird, verliert der Andere. Aufgrund des verwendeten Elektron-Loch-
Bildes ergibt sich fiir die Locher eine gleichartige Bewegungsgleichung, wobei ¥ durch ¥*
zu ersetzen ist.

Fir die Polarisation erhilt man

6
(975 O(eﬁh /_ dt

GR@—t )Gﬂh(t —t)
{ (U= 5 ()W, ()DZ 505, (= V) + o (8 W, () D5 5, (E = 1)

— (1= [, (N V5,4, () D5, 5,5, = 1) = [5, (L ')‘Pdevh(t’)Diﬂ,,ﬁ,,,ae(f»—t')}
+GE(t—t)GE t—1)

{ — (1= fae ) Waes, () DZ 5, gm, (=) = fae @) Waes, () D35, 5, (E — 1)

+ (1~ f5,E")Yaum, (1) D3 5. 5,5, (t =) + fo, (¢ ) ¥arm,, () D3, 5, 5,5, (t — t,)} :
(7.17)

Man kann hier zwischen diagonaler Dephasierung und nicht-diagonaler Dephasierung
unterscheiden. Als diagonale Dephasierung wird dabei der Anteil bezeichnet, der
proportional zur betrachteten Polarisation W,z ist, wohingegen die nicht-diagonale
Dephasierung (x W.; mit 7 # «a oder § # [3) die Kopplung mit anderer Polarisation
beschreibt. Die diagonale Dephasierung alleine bewirkt ein exponentielles Abklingen
der Polarisation. Interessanterweise heben sich die Anderungen aller Polarisationen
> 0B %\Ifag(t) = 0 im Fall gleicher einhiillender Wellenfunktionen, durch die die
Phononpropagatoren unabhéngig von den Bandern werden, auf. Dies ist nicht nur fiir das
hier betrachtete InGaAs-Quantenpunktmodell, sondern in erster Linie fiir unstrukturierte
dreidimensionale Halbleiter gegeben, in denen sich fiir die Einhiillenden ebene Wellen mit
gleichen Wellenzahlen fiir jedes Band ergeben.

Im Gegensatz zu den Besetzungen ldsst sich daraus allerdings keine Erhaltung der
Polarisationen ableiten, da diese zusitzlich tiber eine Phase verfiigen, die sich durch die
freie Zeitentwicklung

O (1) = ih (o — ) Was (1) (7.18)

proportional zur jeweiligen Ubergangsenergie (e, — €3) dndert, so dass sich die Phasen-
differenzen zwischen miteinander wechselwirkenden Polarisationen kontinuierlich dndert.
Dadurch heben sich die Wirkungen anderer Polarisationen auf eine betrachtete Polarisation
tiber die Zeit zu einem bedeutenden Teil selbst auf (nicht-diagonale Dephasierung),
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7.1 Bewegungsgleichungen

wohingegen bei der diagonalen Dephasierung, die stets zu einem Abklingen fiihrt,
keine Phasendifferenzen eingehen. Auf langen Zeitskalen ist die diagonale Dephasierung
daher dominant, weshalb man sich hdufig auf diese beschrdnkt. Insbesondere fiir die
in Kap. 8 untersuchten schnellen kohdrenten Anregungen ist diese Ndherung jedoch
ungeeignet. Nichtsdestotrotz wird diese in Kap. 7.5 genutzt, um Dephasierungsraten
zwecks Abschédtzung des Gesamteinflusses einzufiihren.

Diagonale Polarisationen

Da in InGaAs-Quantenpunkten nicht-diagonale Polarisationen vernachldssigt werden
konnen (siehe Kap. 3.4), ergibt sich fiir diese Quantenpunkte eine weitere Vereinfachung
der Bewegungsgleichungen. So folgt fiir die Besetzungen aus Gl. (7.16)

t
gtf% (t) = 23%2/ at' G (t —t)GE*(t — 1)
ﬂ —o

* 7.19
{\Pﬁ(t/)\ya(t,) [D;eﬁhahﬂe - Déeﬁhahlae] (t_t/) ( )
— [0 = fo) fady D& o, (=) + 5. (1= fa)ly D3 gaes. (t = f/)}
und fiir die Polarisation aus Gl. (7.17)
0 L
5 Valt) = ZZ/_OOdt
§ 142
G (t—t)GE (t—1) (7.20)

{4+ (1= ) Walt) D, gy (E =)+ o, () a(t) D5 5,005, — )

(1 fan O )DZ, s (6= ) = Fas () W5(E) D 00, — 1)

Die Unterscheidung zwischen diagonaler Dephasierung (< W¥,) und nicht-diagonaler
Dephasierung (o< ¥ mit 3 # «) ist hier noch klarer. Auch bei nur diagonalen Polarisationen
kommt es neben den iiber Besetzungen erfolgenden Einfluss anderer Polarisationen auch
weiterhin durch die nicht-diagonale Dephasierung zur unmittelbaren Durchmischung
verschiedener Polarisationen.

Markov-Naherung

Fiir die Streuraten, die nur Besetzungen berticksichtigen, erhédlt man die Markov-Naherung
analog zur Coulomb-Streuung, indem die Besetzungen friiherer Zeiten durch aktuelle
Besetzungen ersetzt werden. Jedoch ist dies bei Anwesenheit von Polarisationen, die in Kap.
7.5 zur Berechnung von Dephasierungsraten benttigt werden, nicht moglich, weshalb der
retardierungsfreie GKBA (7.4) angewendet wird. Analog zu Gl. (7.15) ergibt sich so fiir die
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Zeitentwicklung der Propagatoren

9
51 Canm ( —mZ/ dt'

vde,3

7.21

{GR ()G (W 1) [~G2 5, (D5 sy (#0055, (1) + [<o>)] 72D

FGE (L OGAWE, 1) |62,y (DG 5, (0D 5,5, (01 = [<o>]| |
so dass man fiir die Besetzungen

0 b
fa. = 2?)%25:/_Oodt

[Gé G(}E:] (t—t/){ B (1 B fée (t))fae (t)D aedeed, (t N t/) (7 22)

5 ()0 = o (DD 0, (6~ )}

+Z (GR GE (WO Wir (1) [ D2 (= ) = D (L= )]

und die Polarisation

RCRT(y Wap®) (1= Fo(0)D .= ) + Fo (D5 (= )]
]

[
+ [GéhGR ) (t—t) t [(1 o féh (t))D‘/h5hﬁh5h( ) + féh( ) h6h,8h6h (t - t/)] }
H- et )%u) (0= T3, (0D)DZ 5, (0= 1)+ F3, (0D 5,5, (0= 1)
FGE Gy Wos(®) (1= FaeDZ sy, (= ) + fou (D 5,50, (¢ = )] |
(7.23)

erhalt.

7.2 Streuraten

Um die Effizienz der verschiedenen Streukandle zu quantifizieren, werden zeitunabhingige
Streuraten eingefiihrt. Dabei wird von einem System nahe des Gleichgewichts ausgegangen,
so dass eine Markov-Ndherung verwendet werden kann und dariiber hinaus nur
Besetzungen betrachtet werden miissen, also Polarisationen und somit Polarisations-
streuung vernachlassigt werden konnen. Mit Hilfe der Streuraten S,z ldsst sich so die
Zeitentwicklung der Besetzungen f,(t) in Gl (7.11) und (7.22) zu

0

o) = >0 = Falt) F5(0)S50 — Falt)(1 = Fo(t))Sas 724)
B
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7.2 Streuraten

vereinfachen, wobei S, 3 die Streuung eines Ladungstragers vom Zustand o in den Zustand
3 beschreibt.

Fiir die Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung vereinfacht sich Gl. (7.22) durch Vernachlés-
sigung nicht-diagonaler Propagatoren (InGaAs) zu

t
%fa(t) = 2%2/ dt' GE(t —t)GE(t -t
:6 —00

o Us() (1~ Jalt)] DEy(t — 1) 72
~ fa® (1= o) D35t = )} |
so dass sich fiir die Streurate
SLY = 2R / Tt GE(t)GE*(t)DZ,(t) (7.26)
0

ergibt. Dabei ist fiir die spdtere Diskussion insbesondere zu beachten, dass das Integral
proportional zum Uberlapp der Spektralfunktionen von o« und J3 ist, wobei eine
Spektralfunktion aufgrund des Phononpropagators D~ um eine Phononenergie +hwro
verschoben ist.

Analog folgt aus GL. (7.11) fiir den Coulomb-Anteil

o 0al) = Y0 = Falt) Fo((1 = 1) 508505,
576 (7.27)

_fa(t)(l - fﬁ(t))fw( )(1 - f&( )) afyd

mit den Streuraten

(7.28)

0%

Saﬁ'y5 — 2h R IW |: a'y5,8(2W 58 W*Wﬁé)A dt, [G(??*GEG,}}*G(};} (t—t")

Im Gegensatz zur Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung handelt es sich hier nicht nur um
die Streuung eines Teilchens von « nach 3, sondern es findet damit verbunden zusitzlich
eine assistierende Streuung von v nach ¢ statt. Dies hat zur Folge, dass sich Gl. (7.24) nicht
direkt anwenden ldsst. Um dennoch die beiden Wechselwirkungen direkt vergleichen zu
konnen, werden fiir die Coulomb-Streuung effektive Streuraten

SGs = Z Saprs(1 = £))15 (7.29)

eingefiihrt, die nur die Streuung von a nach ( beschreiben, indem tiber alle moglichen
assistierenden Prozesse summiert wird. Dabei wird fiir die assistierende Streuung von ~
nach ¢ entsprechend den retardierten Greenschen Funktionen (siehe Kap. 6) von einer
Gleichgewichtsbesetzung f° ausgegangen, so dass beide Wechselwirkungen mittels Gl.
(7.24) beschrieben werden konnen.
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Relaxationszeitnaherung

Betrachtet man eine Gleichgewichtsbesetzung, bei der die Markov-Nédherung und das
Nicht-Vorhandensein von Ubergangsamplituden bzw. Polarisationen hier automatisch
aus der Gleichgewichtsannahme folgt, lassen sich aufgrund der konstanten Besetzungen
zeitunabhingige Einstreuraten

in __ 0
St = ;fﬂsﬁa (7.30)

und Ausstreuraten

St = (1= [3)Sas (7.31)
8
definieren, so dass sich Gl. (7.24) weiter zu
9
ot

vereinfacht. Betrachtet man nun eine Abweichung

fa(t) = (1= fo) S& — faSS™ (7.32)

=t (7.33)

vom Gleichgewicht f°, folgt aus Gl. (7.32) zusammen mit der Tatsache, dass die
Gleichgewichtsbesetzung zu keiner Umverteilung von Besetzungen fiihrt,

(1—f2) Sir— 83 =0, (7.34)
dass

a ) n out

afa(t) = —fa(Sy" + 55 . (7.35)

Somit ldsst sich eine Relaxationsrate
[y = S 4 Sout (7.36)

definieren, mit der das System ins Gleichgewicht zuriick kehrt. Dabei ist zu beachten,
dass die Streuraten von der Besetzung abhingig sind und sich somit eine zeitunabhingige
Relaxationsrate nur fiir kleine Abweichung f? vom Gleichgewicht definieren lasst.

7.3 Einfluss des Zusammenspiels der Wechselwirkungen

Mit Hilfe der im vorangehenden Kap. 7.2 eingefiihrten Streuraten wird nun der Einfluss
des Zusammenspiels der Wechselwirkungen quantitativ untersucht. Dabei wird die Selbs-
tenergie der kombinierten Wechselwirkung wie in Kap. 6.4 additiv aus den Selbstenergien
der einzelnen Wechselwirkungen gebildet. Somit ergeben sich auch die kombinierten
Streuraten durch Addition der einzelnen Streuraten, wobei allerdings die retardierten
Greenschen Funktionen beziiglich der kombinierten Wechselwirkungen zu berticksichtigen
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sind, so dass die gegenseitige Beeinflussung der Wechselwirkungen iiber die retardierten
Greenschen Funktionen, also durch Renormierungen der spektralen Eigenschaften, erfolgt.
Die Streuraten sind entsprechend Gl. (7.26) und (7.28) proportional zu den Uberlapps der
retardierten Greenschen Funktionen und somit der Spektralfunktionen. In Kap. 6.4 wird
das Zusammenwirken der Coulomb- und der Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung in
Hinblick auf die Spektralfunktionen untersucht, wobei sich deutliche Abweichungen von
den Spektralfunktionen der einzelnen Wechselwirkungen ergeben. Diese Resultate legen
nahe, dass sich auch fiir die Kinetik deutliche Abweichungen zwischen einer Addition der
Raten beider Wechselwirkungen und der Rate ergeben, die aus einer Kombination beider
Wechselwirkungen, die gegenseitige Einfliisse zwischen den Wechselwirkungen erlaubt,
resultiert.

7.3.1 Streuung zwischen diskreten Quantenpunktzustianden

Wie bereits in Kap. 6 gezeigt wird, ergeben sich deutliche Unterschiede bei der Be-
trachtung von diskreten, lokalisierten Quantenpunktzustdnden und quasikontinuierlichen,
delokalisierten Benetzungsschichtzustdnden. Daher wird zunéchst die Streuung zwischen
Quantenpunktzustdnden betrachtet, bevor in Kap. 7.3.2 der Einfang von Ladungstrdgern
aus der Benetzungsschicht untersucht wird.

10
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energetischer Abstand in Phononenergien

Abb. 7.1: Raten fiir die Streuung von Elektronen aus einem angeregten Quantenpunktzu-
stand in den Grundzustand als Funktion des energetischen Abstands der Zustdande
bei 300K: Im Gegensatz zur reinen Coulomb-Streuung (griin, Ladungstragerdichte
von 5 - 10" /cm?) ist die reine Elektron-LO-Phonon-Streuung (rot) sensitiv
zu Resonanzen der Energiedifferenz mit Vielfachen der Phononenergie 7wro.
Das Zusammenwirken beider Wechselwirkungen (blau) entspricht aufgrund
gegenseitiger Beeinflussung nicht einer einfachen Addition der Raten.

Abb. 7.1 zeigt die Streuraten der Elektronen von einem angeregten p-Zustand in den
s-artigen Grundzustand als Funktion des energetischen Abstands dieser Quantenpunkt-
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zustdande. Die Coulomb-Wechselwirkung (griin) ohne Beitrdge der Elektron-LO-Phonon-
Wechselwirkung ist dabei nur schwach vom energetischen Abstand abhingig, da sie mit
keiner spezifischen Energie verkniipft ist. So kann die Streuung durch die Coulomb-
Wechselwirkung durch beliebige Benetzungsschichtzustdande effizient tiber einen grofsen
Energiebereich assistiert werden. Dagegen wird die Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung
(rot) durch die fast dispersionslosen LO-Phononen hervorgerufen, so dass die Streuung
zwischen Zustdnden im Abstand der Phononenergie hw;o deutlich begiinstigt ist. Daher
kommt es bei dieser Energie zu einer Resonanz, so dass die Rate dort einen deutlichen Peak
aufweist. Ferner bilden sich durch Mehr-Phononen-Prozesse weitere Peaks bei Vielfachen
der Phononenergie, die allerdings mit zunehmender Anzahl der beteiligten Phononen
kleiner werden, so dass der Peak bei der dreifachen Phononenergie kaum noch sichtbar
ist. Aufgrund der endlichen Lebensdauer, die {iber die retardierten Greenschen Funktionen
bzw. Spektralfunktionen eingeht, sind die Peaks verbreitert.

Die Kombination beider Wechselwirkungen fiihrt im Vergleich zur reinen Elektron-
LO-Phonon-Streuung zu deutlich verbreiterten Spektralfunktionen (siehe Kap. 6), was
wiederum eine Verbreiterung der Resonanzen bewirkt, so dass die Peaks fiir die kombinierte
Wechselwirkung deutlich breiter als die der Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung alleine
sind. Durch die gegenseitige Beeinflussung der Wechselwirkungen ergibt sich so eine
ausgepragte Differenz zwischen der Summe der Raten der einzelnen Wechselwirkungen
zur Rate der kombinierten Wechselwirkung (blau). Dies fiihrt sogar dazu, dass die Rate der
kombinierten Wechselwirkungen fiir energetische Abstdnde um eine Phononenergie kleiner
ist als die der Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung alleine.

Durch die Coulomb-Wechselwirkung reduzierte Raten

Um diese reduzierten Raten besser zu verstehen, wird in Abb. 7.2 die Abhédngigkeit der
Relaxationsraten von der Besetzungsdichte fiir drei Quantenpunkte mit unterschiedlichen
Energiedifferenzen zwischen den Quantenpunktzustinden gezeigt. Wéahrend die Raten der
Elektron-LO-Phonon-Streuung fiir sich so gut wie unabhéngig von der Besetzungsdichte ist
(nicht gezeigt), sind die Raten der Coulomb-Wechselwirkung bis zu einer Dichte von etwa 2-
10! /cm? nidherungsweise proportional zum Quadrat dieser, da in dem betrachteten System
bis zu dieser Dichte das Pauli-Blocking vernachldssigbar ist. Dennoch fallen die Raten der
kombinierten Wechselwirkungen zunéchst mit zunehmender Ladungstrdgerdichte ab.

Die Ursache fiir dieses Verhalten kann mit den zugehorigen Spektralfunktionen verdeutlicht
werden (siehe auch Kap. 6). Diese sind fiir die in Abb. 7.2 betrachteten Energieabstiande
und Ladungstragerdichten von 1 - 107/cm?, 2 - 10%/cm? und 2 - 10'°/cm? in Abb. 7.3
dargestellt. Dabei wird hier entgegen Kap. 6 eine lineare Skala verwendet. Gemafs Gl. (7.26)
sind die Streuraten der Elektron-Phonon-Wechselwirkung proportional zu dem um eine
Phononenergie verschobenen Uberlapp

/ dw Gy ()G + w10) (7.37)

der Spektralfunktionen der beteiligten Zustinde, wobei hier nur der energetisch
passendere Uberlapp mit +wro betrachtet wird. Bei geringen Dichten (linke Felder) ist
der Einfluss der Coulomb-Wechselwirkung verschwindend gering und die durch die
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Abb. 7.2: Raten der Streuung von Elektronen durch die kombinierte Wirkung der Coulomb-
und Elektron-LO-Phonon-Streuung aus einem angeregten Quantenpunktzustand
in den Grundzustand bei 300K und verschiedenen energetischen Abstands
der Zustinde von 1,1 (rot), 1,4 (grin) und 1,7hwro (blau): Die Coulomb-
Wechselwirkung an sich (lila, 1,4Awrp) édndert sich fiir die betrachteten
Energieabstinde um weniger als 10% (vergleiche Abb. 7.1).

Elektron-Phonon-Wechselwirkung hervorgerufene Hybridisierung bewirkt einen grofien
spektralen Uberlapp und somit effiziente Streuung, wobei in Ubereinstimmung mit den
in Abb. 7.1 gezeigten Ergebnissen eine moglichst zu einer Phononenergie passende
Energiedifferenz der betrachteten Zustinde den Uberlapp und somit die Streuung erhoht.
Mit zunehmender Dichte nimmt auch die Coulomb-Wechselwirkung zu, was zu einer
Verbreiterung der Spektralfunktionen und damit zu einer Schwachung der Hybridisierung
fiihrt, die wiederum eine Reduktion der Uberlapps und Streuraten bewirkt. Eine weitere
Verbreiterung der Spektralfunktionen durch eine weiter zunehmende Besetzungsdichte
bewirkt fiir Energieabstinde nahe einer Phononenergie (obere Felder) eine zusitzliche
Reduktion der Uberlapps und somit der durch den Elektron-Phonon-Anteil beigetragenen
Streuraten. Die Zunahme der Raten kommt durch den einsetzenden Coulomb-Anteil
zustande.

Dagegen bewirkt die zunehmende Verbreiterung der Spektralfunktionen fiir Energieabstan-
de abseits einer Phononenergie eine Zunahme des spektralen Uberlapps, so dass die Raten
nach einer anfanglichen Reduktion wieder ansteigen. Dabei konnen die Raten abhingig
vom Energieabstand auch wieder iiber das Niveau bei niedriger Ladungstrdgerdichte
ansteigen, bevor die Coulomb-Streuung ab etwa 1 - 10'° /cm? merklich beitragt. Der Abfall
der Raten ab etwa 1 - 10'2/cm? wird durch die zunehmende Abschirmung und Pauli-
Blocking verursacht. Zwar werden die Raten auch durch Energierenormierungen, die die
Verstimmung des Energieabstandes zur Phononenergie beeinflussen, verandert, doch wird
dieser Effekt deutlich abgeschwicht, da alle Quantenpunktzustinde dhnlich verschoben
werden. Ferner wird dieser Effekt durch die Verbreiterung der Spektralfunktionen reduziert.
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Abb. 7.3: Spektralfunktionen des Grundzustandes (rot) und angeregten Zustands (griin)
des Quantenpunkts fiir verschiedene Energieabstdnde zwischen diesen Zustanden
und Ladungstragerdichten. Die spektrale Position des angeregten Zustands wurde
um eine Phononenergie verschoben, um den fiir die Streuraten der Elektron-LO-
Phonon-Streuung entscheidenden Uberlapp (7.37) zu verdeutlichen. Dieser ist zu
den in den einzelnen Paneelen angegebenen Werten proportional.

Es ldsst sich zusammenfassen, dass schon eine schwache Coulomb-Wechselwirkung aus-
reicht, die fiir die Elektron-Phonon-Streuung wichtige Hybridisierung zu reduzieren und
dadurch zu einem Riickgang der Streuraten zu fiihren. Bei hoheren Besetzungsdichten und
somit starkerer Wechselwirkung wird die Resonanz der Elektron-Phonon-Wechselwirkung
deutlich verbreitert, wodurch die Streuung nahe der Resonanz weiter verringert wird und
die Streuung abseits der Resonanz zunimmt.

7.3.2 Einfang von Ladungstragern

Neben der Relaxation von Ladungstragern innerhalb eines Quantenpunkts ist ebenfalls der
Einfang der Ladungstrager aus einer Benetzungsschicht von Interesse. Zur Quantifizierung
wird hier auf die Einfangrate S und Ausstreurate S°“ gemidfl Gl. (7.30) und (7.31)
zuriickgegriffen, wobei hier lediglich die Beitrdge der Streuung mit der Benetzungsschicht
(WL) betrachtet werden

Sin — Z Skaf]g)?
keWL
(7.38)
Sett =" Sar(1= 1) .

keWL
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Abb. 7.4: Einfangrate der Elektronen S** von der Benetzungsschicht in einen angeregten
Quantenpunktzustand im Abstand von 1,1hwro von der Benetzungsschicht
als Funktion der Ladungstrdgerdichte durch die Elektron-LO-Phonon- (rot),
Coulomb-Wechselwirkung (griin), und beide Wechselwirkungen kombiniert
(blue) bei 300K: Die Rate der kombinierten Wechselwirkungen weicht dabei um
maximal 9% von der Summe der Raten der einzelnen Wechselwirkungen (lila) ab.

Abb. 7.4 zeigt die Einfangraten der Elektronen aus der Benetzungsschicht in einen
angeregten Quantenpunktzustand. Bis zu einer Besetzungsdichte von 1 - 10'! /cm? nehmen
die Einfangraten durch die Elektron-Phonon-Wechselwirkung etwa linear und die der
Coulomb-Wechselwirkung quadratisch zu. Im Vergleich zur Relaxation in Quantenpunkten
ist dabei die unterschiedliche Definition der Raten zu beachten, durch die hier weitere
Besetzungsfaktoren eingehen. Fiir groflere Besetzungen bewirkt Pauli-Blocking und
Abschirmung einen geringeren Anstieg der Raten. Entsprechend des stiarkeren Anstiegs der
Coulomb-Streuung ist diese bei hohen Dichten und die Elektron-LO-Phonon-Streuung bei
kleineren Dichten dominant.

Im Gegensatz zur Relaxation in Quantenpunkten gibt es hier keine starke Kopplung
der beteiligten Zustinde und somit keine Hybridisierung, die durch die Coulomb-
Wechselwirkung verhindert werden konnte. Ferner sorgt das Quasikontinuum der
Benetzungsschichtzustinde dafiir, dass Energieverschiebungen und -verbreiterungen nur
einen im Vergleich zur Streuung zwischen zwei Quantenpunktzustdnden kleinen Einfluss
auf den gesamten Einfang haben. In diesem Fall ist das Zusammenwirken der beiden
Wechselwirkungen daher vergleichsweise unbedeutend und die Summe der einzelnen
Wechselwirkungsbeitrdge entspricht bis auf eine Verstirkung von maximal 9% der Rate
der beiden kombinierten Wechselwirkungen. Diese Verstarkung ist insbesondere in dem
Bereich grof3, in dem beide Wechselwirkungen &hnlich stark zur Rate beitragen, da in
diesem Bereich die Elektron-Phonon-Wechselwirkung noch deutlich zur Rate beitragt und
gleichzeitig schon ein grofier Einfluss der Coulomb-Wechselwirkung auf die Elektron-
Phonon-Wechselwirkung vorliegt. Der stets gegeniiber den einzelnen Wechselwirkungen
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beschleunigte Einfang durch das Zusammenspiel der Wechselwirkungen ist darauf
zuriickzufithren, dass im Gegensatz zum Ubergang zwischen diskreten Zustidnden keine
Resonanz vorliegt, die durch zusitzliche Wechselwirkung verhindert werden konnte, und
durch die Moglichkeit der Kombination von Wechselwirkungsprozessen neue Streukandle
geschaffen werden. Siehe hierzu auch die Spektralfunktionen in Kap. 6.4.
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Abb.7.5: Rate der Einstreuung (rot), Ausstreuung (griin) und Relaxationsrate (blau)
bei einer Ladungstragerdichte von 5 - 10* /em? und 300K durch die Elektron-
LO-Phonon-Wechselwirkung als Funktion der Bindungsenergie des betrachteten
Quantenpunktzustandes.

Wihrend die Abhédngigkeit des Coulomb-Anteils der Einfangrate von der Bindungsenergie
der Quantenpunktzustinde (Differenz der Energie des Quantenpunktzustands zur
Bandkante der Benetzungsschicht) genau so schwach ist wie fiir die Relaxation (nicht
gezeigt, vergleiche Abb. 7.1), ist die Rate der Elektron-Phonon-Wechselwirkung, die in Abb.
7.5 gezeigt wird, stark von der Bindungsenergie abhingig. Bis zu einer Bindungsenergie des
betrachteten Quantenpunktzustandes von einer Phononenergie nimmt die Relaxationsrate
(Einfangrate plus Ausstreurate) kaum ab, da es im gesamten Bereich energetisch passende
also um eine Phononenergie verschobene Benetzungsschichtzustdnde gibt. Dabei nimmt
die zur Besetzung der Benetzungsschichtzustinde proportionale Einstreuung mit zuneh-
mender Bindungsenergie sogar zu, da sich die Wechselwirkung zu niederenergetischeren
Benetzungsschichtzustanden verschiebt, die aufgrund der Gleichgewichtsbesetzung hohere
Besetzungen aufweisen. Dagegen nimmt zur Nicht-Besetzung der Benetzungsschichtzu-
stinde proportionale Ausstreuung aus selben Grund ab. Bei Bindungsenergien von tiber
einer Phononenergie nehmen die Raten stufenformig mit jeder weiteren Phononenergie
ab, da mit jeder weiteren Phononenergie ein zusdtzliches Phonon fiir die Streuung
benoétigt wird. Durch die Verbreiterung der Spektralfunktionen schmieren die Stufen dabei
aus. Bei Berticksichtigung von Coulomb-Einfliissen wiirden die Stufen mit steigender
Besetzungsdichte zunehmend ausschmieren.
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7.4 Vergleich der Elektron-LO-Phonon-Streuraten mit einer
storungstheoretischen Rechnung

In diesem Abschnitt wird die in dieser Arbeit behandelte quantenkinetische Rechnung fiir
die Elektron-LO-Phonon-Streuung (siehe Kap. 7.1.2) auf Basis des in Kap. 7.2 vorgestellten
Ratenmodells mit einem storungstheoretischen Ansatz verglichen. Der wichtigste Unter-
schied ergibt sich aus der strikten Energieerhaltung des storungstheoretischen Ansatzes. So
lasst sich die Streuung zwischen diskreten Quantenpunktzustdnden durch LO-Phononen
mit fester Energie nicht storungstheoretisch beschreiben, da die Energie der Phononen
entweder nicht zum Ubergang zwischen den Quantenpunktzustinden passt (phonon
bottleneck [9]) oder sich aufgrund der flachen Dispersion im Resonanzfall eine unendlich
grofie Rate ergibt. Daher wird in diesem Abschnitt ein Quantenpunkt mit lediglich einem
elektronischen Zustand, der an eine Benetzungsschicht gekoppelt ist, betrachtet.

Der Unterschied zwischen den beiden Ansidtzen ldsst sich auf die renormalisierten
retardierten Greenschen Funktionen zuriickfithren. So besitzen die freien retardierten
Greenschen Funktionen lediglich ein oszillatorisches Verhalten, das zu der selben J-artigen
Energieerhaltung fiihrt, die auch bei der Storungstheorie auftritt. Renormalisierte Greensche
Funktionen zeigen dieses Verhalten allerdings nicht mehr und bewirken daher auch keine
strikte Energieerhaltung der Streuprozesse. So ergeben sich zusétzliche Streukanile, die die
Streuung beschleunigen und auch die Streuung zwischen diskreten Zustanden ermoglichen,
die aufgrund der é-artigen Energieerhaltung nicht durch Stérungstheorie beschreiben
werden kann.

Entsprechend erster Ordnung Storungstheorie (siehe beispielsweise Ref. [32]) erhélt man fiir
zeitliche Besetzungsentwicklung eines derartigen Quantenpunktzustandes o

d

e = > Tifell = fo)(Nio +1) = Tu(1 = fr) faNro | (7.39)

keWL

wobei f;, die Besetzung des Benetzungsschichtzustands k, Nio die Besetzung der LO-
Phononen bei einer gegebenen Temperatur ist und

2
I, = jé(ea — € + thO)

y 2
A e (7.40)

q

die strikte Energieerhaltung entsprechend Fermis goldener Regel [23, 24] gewdhrleistet
sowie Wechselwirkungsmatrixelemente M, beinhaltet. Aufgrund der konstanten Disper-
sion ist die Energie der Phononen hw;o dabei unabhingig von deren Impuls ¢. Bei
einer Quantenpunktbindungsenergie (Differenz der Energie des Quantenpunktzustands
zur Bandkante der Benetzungsschicht) unterhalb einer Phononenergie hwro ist dies der
dominante Beitrag. Oberhalb einer Phononenergie triagt die erste Ordnung (beziiglich der
Anzahl der beteiligten Phononen) dagegen aufgrund der strikten Energieerhaltung nicht
bei. Um derartige Quantenpunkte zu beschreiben ist eine héhere Ordnung notwendig,
wobei hier neben der ersten noch die zweite Ordnung behandelt wird, die im Bereich
zwischen einer und zwei Phononenergien dominant ist. So kénnen Quantenpunkte mit
einer Bindungsenergie von bis zu zwei Phononenergien mit diesem Ansatz beschreiben
werden.
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Dazu wird Gl. (7.39) durch die Beitrdge zweiter Ordnung

= Y Tifr(l = fo)(Nro + 1) = Th(1 = fr) faNio (7.41)

keWL

2
F;c = %5(6 —ex + 2hwro)

(1— frw) (1 — fir)
XZZ e — €a — hwro — hwro (742)

aq’ k'k" €k — €a

q q q q q q’ —q A4
X [Mk,k’Mk’ A‘{ak”Mk”k + Mkk:’AJk’aMak”Mk”k]

entsprechend Ref. [20] ergédnzt, wobei die Indizes ¢, ¢’ tber die Impulse der Phononen
laufen und die Zustinde k', k” Zwischenschritte der Zwei-Phononen-Prozesse sind. Im
thermodynamischen Gleichgewicht erhélt man somit die Ein- und Ausstreuraten

Sit =" (Te(NLo + 1) + Th(Neo + 1)*) £7
kEWL

Sot =3 " (TkNpo + TLNZo) (1 = £7)
keEWL

(7.43)

mit den Fermifunktionen f. Aufgrund der strikten Energieerhaltung in Gl. (7.40) und
(7.42) sind jeweils nur Benetzungsschichtzustdnde einer Energie beteiligt, so dass deren
Fermibesetzungen gleich sind. Ferner fiihrt ein hier angenommener rotationssymmetrischer
Quantenpunktzustand (s-artig) dazu, dass jeweils alle beitragenden I';, und I}, gleich sind,
so dass die Summation der Multiplikation dieser Konstanten mit der entsprechenden
Zustandsdichte in der Benetzungsschicht entspricht.

Die quantenkinetischen Ergebnisse als Funktion der Bindungsenergie (siehe Abb. 7.5)
werden in Abb. 7.6 den Ergebnissen des storungstheoretischen Ansatzes gegeniibergestellt.
Wihrend die qualitative Abhdngigkeit der Streurate von der Quantenpunktbindungsener-
gie bei einer Ladungstragerdichte von 5 - 10'! /cm? dhnlich sind, ergibt sich ein deutlicher
quantitativer Unterschied zwischen beiden Ansétzen. So liegen die Ergebnisse fiir die
storungstheoretische Rechnung unterhalb einer Phononenergie etwa um den Faktor zwei
und zwischen einer und zwei Phononenergien um den Faktor vier unterhalb der Ergebnisse
der quantenkinetischen Rechnung.

Es ergibt sich insbesondere bei Bindungsenergien knapp oberhalb einer Phononenergie
eine deutliche Abweichung. So sorgt der Wegfalls von Prozessen erster Ordnung fiir
einen abrupten Abfall der storungstheoretischen Rate, wohingegen die aufgeweichte
Energieerhaltung in der quantenkinetischen Rechnung einen stetigen Ubergang bewirkt.
Diese Abweichung nimmt entsprechend Abb. 7.7 mit zunehmender Ladungstragerdichte
zu, wobei bis etwa 5 - 10! /cm? der qualitative Verlauf gleich ist. Dariiber hinaus
kommt es aufgrund des Pauli-Blockings der Zwischenzustinde (k' und k" in Gl (7.42))
zu einer Reduktion der storungstheoretisch ermittelten Finstreuraten, wohingegen der
quantenkinetische Ansatz deutlich schwidcher von anderen Zustinden, die iiber die
Spektralfunktionen eingehen, abhéngt.
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Abb. 7.6: Relaxationsrate bei einer Ladungstragerdichte von 5-10'! /em? und 300K durch die
Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung als Funktion der QD Bindungsenergie ent-
sprechend der storungstheoretischen Rechnung (rot) und der quantenkinetischen

Rechnung (griin).
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Abb. 7.7: Relaxationsrate durch die Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung als Funktion der
Ladungstrdgerdichte bei 300K und einer QD Bindungsenergie von 1, 17w ent-
sprechend der storungstheoretischen Rechnung (rot) und der quantenkinetischen
Rechnung (griin).

Im Vergleich zu einer stérungstheoretischen Rechnung hat der in dieser Arbeit diskutierte
quantenkinetische Ansatz zur Berechnung der Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung nicht
nur den Vorteil auch Prozesse zwischen diskreten Quantenpunktzustdnden beschreiben zu
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konnen, sondern auch im Rahmen einer selbstkonsistenten Selbstenergie erster Ordnung
Prozesse beliebiger Ordnung zu beriicksichtigen. Bei niedrigen Ladungstrégerdichten erge-
ben sich im Wesentlichen quantitative Unterschiede zwischen den Modellen, wohingegen
es bei hoheren Dichten zu deutlich abweichenden Verhalten kommt.

7.5 Dephasierungsraten der Elektron-Phonon-Wechselwirkung

Um eine quantitative Abschdtzung der Dephasierung durchzufiihren, werde im Folgenden
analog zu Streuraten Dephasierungsraten eingefiihrt. Dies erlaubt beispielsweise eine
einfache Abschédtzung der Dephasierungsanfilligkeit der in Kap. 8 betrachteten Systeme,
anhand derer der Einfluss der Dephasierung und Streuung auf kohdrente optische
Phinomene untersucht wird. Dabei wird hier lediglich diagonale Dephasierung, also
keine Wirkungen durch andere Polarisationen auf die betrachtete Polarisation betrachtet.
Entsprechend den Uberlegungen zur Besetzungsstreuung werden die Besetzung im
Gleichgewicht angenommen und eine Markov-Nédherung genutzt. Sofern nur diagonale
Dephasierung betrachtet wird, erhdlt man ausgehend von Gl. (7.23) fiir diagonale
Polarisationen

8815‘1’ ;;/- dt' G (t = )G (t = t')
D55 (= 1) + (1= f) D25 (1= )]
- _\I/a( )Ra )

(7.44)

wobei der Realteil von R, die Dephasierungsrate D, ist und der Imaginarteil zu
Renormierungen fiihrt, die hier nicht betrachtet werde. Somit folgt fiir den Betrag der
Polarisation

a(t)] = =Da [Va(t)] (7.45)

mit der Dephasierungsrate

O‘_%ZZ/ dt' GR* G[ﬁ( ){fﬁlD(iﬁ (t/)+(1_f,31)D§,B (t/)} : (7.46)

B#a 1

Entsprechend Abb. 7.8 nimmt mit zunehmenden energetischen Abstand von der
Benetzungsschicht die Dephasierungsrate aufgrund der abnehmenden Wechselwirkung
mit dieser ab. Allerdings fiihren Resonanzen zwischen den Quantenpunktzustianden, bei
denen diese um ein Vielfaches der Phononenergie voneinander getrennt sind, zu einer
deutlich effektiveren Wechselwirkung und damit zu peakartig erhohten Raten. So ergibt
sich bei F = 1,5hwro ein Peak durch die Resonanz der elektronischen Zustinde und
bei 3,8wro durch die Loch-Zustdnde. Dabei ist zu beachten, dass Renormierungen in
der Rechnung berticksichtigt wurden, sich die angegebene Bindungsenergien aber auf
die freien Energien beziehen. Mit zunehmender Ordnung der Wechselwirkung werden
die Resonanzen schwécher. So fillt die Resonanz bei einem energetischen Abstand von
zwei Phononenergien zwischen den Lochzustinden (bei 9iwrp) deutlich schwicher aus.
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Abb. 7.8: Diagonale Dephasierungsrate fiir den s-Schalen Ubergang in Abhéngigkeit der
Bindungsenergie des s-Schalen Elektrons (entsprechend dem Inset ist das s-
Schalen Loch mit 40% dieser Energie gebunden und die p-Schalen-Ladungstrager
jeweils mit der Halfte des entsprechenden s-Schalen-Ladungstragers) bei 300K

und einer Besetzungsdichte von 5 - 10!tem—2.

Gleiches gilt fiir den Entsprechenden Fall bei den Elektronen, wobei diese Resonanz mit
der durch den Abstand von einer Phononenergie bei den Lochzustinden zusammenfallt
(bei 3, 8fiwrp). Die hoheren Resonanzen sind bereits so schwach, dass diese nicht mehr zu
erkennen sind.
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8 Koharente optische Anregungen

In diesem Kapitel sind Ubersetzungen aus den Verdffentlichungen [105, 106] enthalten. Fiir
diese wurden Verwertungsrechte an das American Institute of Physics iibertragen.

Quantenmechanische Kohirenz ist fiir verschiedene Anwendungsbereiche von Halbleiter-
Quantenpunkten von zentraler Bedeutung. So bestimmt die Dynamik kohéarenter
Polarisationen (Ubergangsamplituden) nicht nur Pump-Probe-Messungen und Vier-Wellen-
Mischung [117], sondern auch die optischen Absorptions- und Gewinnspektren [60, 67, 85]
(siehe auch Kap. 9), die von grofler Bedeutung fiir opto-elektronische Gerate sind. Ferner
ist Kohédrenz fiir die Quanteninformationstechnologie von entscheidender Bedeutung. So
erfordert die Verschrankung von Photonenpaaren [2, 121] Kohérenz, deren Beeinflussung
durch die Elektron-Phonon-Wechselwirkung in Ref. [42] untersucht wurde. Daher ist
ein detailliertes Verstdndnis der Prozesse, die diese Kohdrenz zerstoren, fiir derartige
Anwendungen notwendig. Die Kohdrenz wird dabei sowohl durch Dephasierung als auch
Streuung verringert. Diese werden in Halbleitern im Wesentlichen durch Coulomb- und
Elektron-Phonon-Wechselwirkung hervorgerufen.

Vorhergehende Untersuchungen, die sich beispielsweise mit der Form der Absorptionslini-
en von Quantenpunkten bei niedrigen Temperaturen [53, 75, 76] oder der Dampfung von
optischen Rabi-Oszillationen [26, 95, 123, 128] befassen, waren auf den Einfluss der LA-
Phononen fokussiert, die aufgrund des diskreten Quantenpunktspektrums in Kombination
mit den kleinen Phononenergien zwar Dephasierung, aber keine nennenswerte Streuung
verursachen. Die Beschrankung auf LA-Phononen war tiberwiegend durch die Vorhersage
eines unbedeutenden Beitrags von LO-Phononen in Quantenpunkten aufgrund von
storungstheoretischen Argumenten motiviert, was als phonon bottleneck [9] bezeichnet
wird. Neuere theoretische Untersuchungen zeigen allerdings, dass LO-Phononen aufgrund
polaronischer Effekte sowohl effiziente Streuung [44, 116] als auch Dephasierung [60]
erlauben (siehe auch Kap. 6 und 7). Dabei bewirkt in Quantenpunktsystemen insbesondere
auch die Anwesenheit einer Benetzungsschicht mit quasikontinuierlicher Zustandsdichte
wichtige Beitrdge zur Wechselwirkung der Quantenpunktzustinde, was selbst bei
storungstheoretischer Betrachtung entsprechend Ref. [20] und Kap. 7.4 zu effizienten
Streukanélen fiihrt.

Wihrend LO-Phononen aufgrund ihrer grofleren Energie neben Dephasierung auch
Streuung verursachen (siehe Kap. 7), tragen LA-Phononen in Quantenpunkten nur
zur Dephasierung bei, da bei der Wechselwirkung mit Ladungstrigern {iberwiegend
Phononen mit kleinen Impulsen beitragen, deren Energien deutlich kleiner als die
Abstinde zwischen den Energien der diskreten Quantenpunktzustinde sind. So ist
der Einfluss der LO-Phononen typischer Weise dominant, sofern effiziente Streukanile
vorliegen. Um auch insbesondere die kombinierte Wirkung der Dephasierung und der
Ladungstragerstreuung auf kohédrente Phinomene zu zeigen, wird hier der Einfluss
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der Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung untersucht. Dazu wird betrachtet, inwieweit
sich der Grundzustandsiibergang eines InGaAs Quantenpunktes mittels eines optischen
Pulses bei Anwesenheit von Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung invertieren ldsst. Die
Ladungstragerdynamik wird entsprechend Kap. 7 und die optische Anregung entsprechend
dem folgenden Kap. 8.1 iiber die Bloch-Gleichungen modelliert. Neben resonanten Rabi-
Oszillationen in Halbleiter-Quantenpunkten (Kap. 8.2, siehe auch Ref. [106]) wird auch der
Einfluss auf schnelle adiabatische Ubergange (Rapid adiabatic passage, RAP) untersucht
(Kap. 8.3, siehe auch Ref. [105]). Zuvor werden deren analytische Losungen in Kap. 8.1 fiir
den Fall eines Zwei-Niveau-Systems vorgestellt.

Neben der Depasierung und Ladungstragerstreuung ist die starke Abhdngigkeit der
erzielten Inversion von den Pulsparametern bei resonanten Rabi-Oszillationen proble-
matisch. Fin weiteres Hindernis stellen Quantenpunkt-Ensemble dar, da aufgrund deren
inhomogener Ubergangsenergien und Dipolmatrixelemente, die die Stirke der Licht-
Materie-Wechselwirkung angeben, fiir jeden Quantenpunkt unterschiedliche Pulse zwecks
Inversion erforderlich sind. Dagegen ist die durch RAP erzeugte Inversion in gewissen
Bereichen weitgehend unabhingig von den Anregungsbedingungen. RAP kann durch
verschiedene Anregungsschemen realisiert werden. In Halbleitern wurden beispielsweise
Verfahren untersucht, die auf der stimulated Raman adiabatic passage [14, 41] basieren
oder gechirpte optische Pulse [69, 101, 119] nutzen. In dieser Arbeit wird der letztere Ansatz
betrachtet, bei dem sich die Tragerfrequenz des anregenden Pulses linear mit der Zeit d&ndert
und durch die Resonanz des zu invertierenden Ubergangs gefiihrt wird.

Als konkretes Anwendungsbeispiel werden rein-optische Schalter betrachtet, die beispiels-
weise durch optisch verstarkende Halbleiter [45, 80] oder Quantenpunkte in photonischen
Kristallen [89] realisiert wurden. Rein-optische Schalter werden unter anderem fiir
photonische Schaltkreise bendtigt, in denen optische Signale direkt von anderen optischen
Signalen beeinflusst werden. So wird in Kap. 8.4 untersucht, wie sich die zuvor betrachteten
Invertierungsprozesse bei mehrfacher Anwendung zum Schalten zwischen Grundzustand
und voller Inversion eignen und welche Voraussetzungen die Quantenpunktsysteme dabei
erfiillen miissen.

8.1 Losung fur Zwei-Niveau-Systeme

Zunichst wird fiir ein Zwei-Niveau-Systems, in dem neben der optischen Anregung keine
weiteren Wechselwirkungen stattfinden, die analytische Losung des Problems betrachtet.
Dipolubergange

Fiir die optische Anregung wird dabei die Dipolndherung [99] verwendet. In dieser wird

die Wechselwirkung der Elektronen mit einem externen elektromagnetischen Feld iiber den
Hamiltonoperator

Hp = Z Z _dalﬂzEaLlaﬂz (8.1)
a,B,q 1,2
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beschrieben, wobei

dalﬂz = <¢a1 |er[ Ql)ﬁz) (8.2)

die Matrixelemente der Dipol-Wechselwirkung sind. Die elementare Wechselwirkung
besteht dabei im Ubergang eines Elektrons vom Zustand j3» in den Zustand «; durch
Einwirkung eines externen elektromagnetischen Feldes E, das als klassische Grofse
behandelt wird.

Da der Impulsiibertrag bei einer optischen Wechselwirkung klein ist, kann man fiir die
translationsinvariante Benetzungsschicht aufgrund der Impulserhaltung ndherungsweise
davon ausgehen, dass nur direkte Uberginge vorliegen, bei denen sich zwar das
Band, aber nicht der Impuls des Elektrons &@ndert. Dementsprechend werden auch
keine Intrabandiibergidnge betrachtet. Aufgrund der Symmetrie der Zustinde der hier
betrachteten InGaAs-Quantenpunkte ergeben sich auch fiir diese nur direkte Ubergénge, so
dass nur die Elemente d,,. ., beitragen. Dagegen sind fiir die in Kap. 9 betrachteten InGaN-
Quantenpunkte auch nichtdiagonale Ubergénge (d,, ,) moglich.

Optische Bloch-Gleichungen

Durch Auswertung von Gl (8.1) erhdlt man fiir ein Zwei-Niveau-System die optischen
Bloch-Gleichungen (e-h-Bild, siehe beispielsweise Ref. [34, 40])

L = (e ) W — (1 fo — ) B, 8.3)
z’h% fop =dE*W — dEU* . (8.4)

Durch Abspaltung der Frequenz w(t) des externen Feldes (rotating frame)

E(t) = E(t)e ",

(L) = U(t)e @O (59)
und durch Einfiihren des Bloch-Vektoren
2RV
U= 23V , (8.6)
fet+ frn—1
lassen sich die optischen Bloch-Gleichungen (8.3) und (8.4) in Vektorform
(Z—Ij =QrxU (8.7)
schreiben, wobei
. —dE
Qp = - 0 _ (8.8)
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die Winkelgeschwindigkeit dieser Rotation ist (im Rotating-Frame). Diese Rotationen
werden als Rabi-Oszillationen bezeichnet. Im Folgenden wird der Fall einer resonanten
Anregung, die zu oszillierenden Besetzungen fiihrt, und einer linear zu- bzw. abnehmenden
Frequenz, die einen schnellen adiabatischen Ubergang (RAP) bewirken kann, behandelt. Die
Behandlung dieser Fille in einem Quantenpunktsystem, in dem weitere Wechselwirkungen
berticksichtigt werden miissen, wird in den Kap. 8.2 und 8.3 behandelt.

Resonante Anregung

Im Falle einer resonanten Anregung hw(t) = €. + ¢, erhédlt man gemaf Gl. (8.8)

, —dE
Qp = — )
=510 ; (8.9)

was eine Oszillation der Inversion und des Imaginarteils der Polarisation darstellt.
Befindet sich das System zunédchst im Grundzustand (f = 0, ¥ = 0 und somit U =
(00 — 1)), bewegt sich der zugehorige Blochvektor mit einsetzender Anregung mit der
Winkelgeschwindigkeit dE zunichst in Richtung voller Inversion (U = (001)). Da sich die
Richtung der Winkelgeschwindigkeit nicht dndert, ndhert sich der Blochvektor, nachdem
volle Inversion erreicht wurde, anschlieffend wieder dem Grundzustand. So lange der Puls
andauert kommt es somit zu einer Oszillation deren Endzustand einzig von der Pulsfliche

_ [, dE(®)
A= / ar £ (8.10)

der Anregung abhingig ist. Dabei ist eine Pulsfliche von 7 erforderlich um das System
vollstandig zu invertieren und von 27 um wieder in den Ursprungszustand zu kommen.

Der Endzustand ist also stark von der Pulsflache abhédngig. Daneben ergibt sich - sofern
man keine Resonanz angenommen hitte - eine weitere deutlich Abhédngigkeit von der
Anregungsfrequenz. Insbesondere kann durch eine von der Resonanz abweichenden
Frequenz eine volle Inversion nicht mehr erreicht werden. Diese starken Abhédngigkeiten
konnen mittels RAP vermieden werden. Dazu wird keine konstante Anregungsfrequenz,
sondern eine linear zu- bzw abnehmende Frequenz verwendet.

Gechirpte Pulse

Im Falle einer linear zu- bzw. abnehmenden Frequenz w(t) = wo+ ot (gechirpter Puls) erhalt
man gemaf Gl (8.8)
—dE
0 . (8.11)
€c + en — h(wo + 2at)

1
Qp= -
B

In diesem gemafs Gl. (8.5) beschleunigten rotierenden Bild folgt der Bloch-Vektor dem
Rotationsvektor, sofern man sich im adiabatischen Regime befindet, was erfordert, dass die
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Rotation schnell gegeniiber der Anderung der Ausrichtung des Rotationsvektors Qp, ist:

d —dE
Qp(t — t . 12
S2(0)] > dt [*€ anee + €n, — Mwo + 2at) ®.12)

Im Falle eines gechirpten Pulses, dessen Frequenz durch die Resonanz des betrachteten
Ubergangs lauft (e. + ¢, = hwp), d&ndert sich die Ausrichtung des Rotationsvektors abhéngig
von der Richtung der Frequenzanderung von zum Grundzustand zeigend (o< (00 — 1))
zu zur vollen Inversion zeigend (o (001)) bzw. umgekehrt. Dies ist unabhédngig von den
weiteren Pulsparametern, wie Pulsfliche, Pulsdauer oder dem genauen Frequenzverlauf.
Fiir ein sich im Grundzustand befindendes System fiihrt ein derartiger Puls, der das
adiabatische Regime einhilt, zu einem beziiglich der Pulsparameter stabilen Ubergang zur
vollen Inversion. Umgekehrt bewegt sich ein voll invertiertes System in den Grundzustand.

0.5

Inversion

450
150 200 250 300 350 400

Chirp in meV

Abb. 8.1: Durch 3,27-Pulse hervorgerufene Inversion eines Zwei-Niveau-Systems in Ab-
héngigkeit der Pulsdauer und des Chirps (Energieverschiebung der Pulsfrequenz
wahrend des Pulses): Ohne Chirp (Chirp = 0) kommt es zu Rabi-Oszillationen,
nach denen sich das System aufgrund der Renormierungen bei Pulsdauern von
tiber 100 fs fast wieder im Grundzustand befindet. Dagegen kann das System
mittels eines gechirpten Pulses nahezu vollstindig invertiert werden.

Zur Untersuchung der Grenzen des adiabatischen Regimes sind in Abb. 8.1 und 8.2 die
Endinversionen in Abhingigkeit der Pulsdauer und des Chirps, der der Frequenzidnderung
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0.5\

Inversion
o
/

Chirp in meV

Abb. 8.2: Durch 100fs-Pulse hervorgerufene Inversion eines Zwei-Niveau-Systems in
Abhéngigkeit der Pulsfliche und des Chirps: Ohne Chirp (Chirp = 0) kommt
es zu Rabi-Oszillationen zwischen dem Grundzustand und voller Inversion.

wiéhrend des Pulses entspricht, bzw. in Abhéngigkeit der Pulsfliche und des Chirps
dargestellt. Um eine bessere Vergleichbarkeit mit dem in Abb. 8.4 dargestellten Fall eines
Quantenpunktsystems zu erreichen, werden in diesen Abbildungen die Renormierungen
des Systems gemafs den Halbleiter-Bloch-Gleichungen

d .
ih Vo = (Fa, + ) Yo = (1= fa, = for,) Quc (8.13)
d
i foe, =0Va — Qa ¥l (8.14)

beriicksichtigt. Diese stellen eine Erweiterung der optischen Bloch-Gleichungen zur
Berticksichtigung der Hartree-Fock-Renormierungen der Coulomb-Wechselwirkung (Kap.
4.2.1) dar. Dabei gilt fiir die verallgemeinerte Rabi-Energie €2, und die durch die Coulomb-
Wechselwirkung renormierte Einteilchenenergie e,, ,

oy =€ay +SHE (8.15)
Q. =dE + xfF (8.16)

unter Verwendung der in Gl. (4.21) und (4.22) angegebenen Selbstenergien ¥. Daher fiihrt
ein ungechirpter 3,27-Puls bei entsprechender Pulsdauer zu einem System, das sich nach
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dem Puls wieder im Grundzustand befindet; dieser Puls entspricht etwa einem nicht
renormierten 47-Puls. Dabei sind die Renormierungen in Abb. 8.1 auch von der Pulsdauer
abhéngig. So ergibt sich auch fiir ungechirpte, resonante Pulse eine Abhdngigkeit der
Endinversion von der Pulsdauer.

Entsprechend Gl. (8.12) lassen sich die Anforderungen an das adiabatische Regime auch
durch

A% > C—hT > 1 (8.17)

ausdriicken, wobei A die Pulsfliche, C' = ahT der Chirp und 7 die Pulsdauer ist.
Dementsprechend ergibt sich mit steigender Pulsdauer und konstanter Pulsfliche ein
kleiner werdender zu kleineren Chirps bewegter Bereich fiir das adiabatische Regime. Dies
lasst sich in Abb. 8.1 bestdtigen, sofern die Bereiche als adiabatisch gewertet werden, in
denen die Endinversion nahe 1 liegt und nur schwach von den Parametern abhidngt, was
bei der gewdhlten Pulsflache, die fiir das System ohne Chirp nicht zu einer vollstindigen
Inversion fiihrt, gerechtfertigt ist. Auflerdem nimmt der Bereich erlaubter Chirps mit
steigender Pulsfliche entsprechend Gl. (8.17) zu. Wie in Abb. 8.2 zu sehen ist, bildet sich
dieser Bereich ab einer Pulsfliche von etwa 27. Unterhalb dieser Pulsfldche ist daher kein
RAP moglich, was jedoch nicht bedeutet, dass eine vollstindige Inversion nicht moglich
wire, sondern dass keine beziiglich der Pulsparameter stabile Inversion moglich ist.

Im Bereich zu schwacher Chirps (C - T'/h ist nicht deutlich groBer als 1) geht die durch
die Pulse hervorgerufene Inversion weitgehend stetig zu der Inversion einer resonanten
Anregung (C' = 0) iiber; es kommt zu von der Pulsfliche abhdngigen Oszillationen. Dabei
ist zu bedenken, dass die Pulse gerade so gewéhlt wurden, dass im ungechirpten Fall eine
resonante Anregung vorliegt. Dagegen kommt es im Bereich zu starker Chirps (C - T'/h
ist nicht deutlich kleiner als A?) zu einer verringerten Inversion, da der Blochvektor mit
zunehmendem Chirp immer weniger in der Lage ist, dem Rotationsvektor zu folgen, da
dessen Richtungsanderung zu schnell im Verhiltnis zu dessen Betrag erfolgt.

8.2 Nicht-Markovsche Effekte bei der resonanten Anregung
eines Quantenpunktsystems

Nachdem ein Zwei-Niveau-System betrachtet wurde, wird jetzt ein InGaAs-
Quantenpunktsystem betrachtet, das aus einer Benetzungsschicht und mit einer Dichte
von 10'% em~2 zufillig verteilten Quantenpunkten besteht. Entsprechend Kap. 2.2 gibt es
fir Elektronen und Locher jeweils neben den Grundzustidnden zwei entartete angeregte
Zustande, wobei der energetische Abstand 40 meV = 1, 17w bei den Elektronen and
15 meV = 0,4hwro bei den Lochern betrdgt. Der Abstand der angeregten Zustdnde
zu den Benetzungsschichtzustinden entspricht jeweils auch diesem Abstand. Dieses
Energieschema bewirkt den Befunden aus Kap. 7 entsprechend effiziente Streuung.

Die Betrachtung eines Quantenpunktsystems macht es erforderlich, neben den Renor-
mierungen der Halbleiter-Bloch-Gleichungen (8.13) und (8.14) auch Dephasierung und
Streuung zu berticksichtigen. Zur Einbindung weiterer Wechselwirkungen bietet es
sich an, diese entsprechend Kap. 7 mittels den Kadanoff-Baym-Gleichungen (3.95) zu
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behandeln und als zusétzlichen additiven Beitrag zu den Halbleiter-Bloch-Gleichungen
einzubringen. Dabei beschriankt sich die folgende Untersuchung neben den Hartree-
Fock-Renormierungen auf die Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung, deren Beitrdge zur
Kinetik mittels Gl. (7.19) und (7.20) beschrieben werden. Wie in Kap. 7.2 anhand von
Streuraten gezeigt wurde, gibt es dabei sowohl innerhalb des Quantenpunkts als auch
mit der Benetzungsschicht effiziente Streuung, wobei hier allerdings nicht auf die Markov-
Naherung zuriickgegriffen wird.

Im Folgenden wird eine Gittertemperatur von 4 K (N0 = 4,4 - 107%6) angenommen, so
dass die Phononbesetzung nahe null liegt und somit die Absorption von Phononen nur
unmerklich zur Streuung beitrigt. Dies legt im Sinne der Energieerhaltung als Uberlapp
der Spektralfunktionen - wie sie bei der zuvor genutzten Markov-Néaherung angewendet
wurde - nahe, dass Streuung in hoherenergetische Zustande nur in unbedeutenden Umfang
stattfindet. Diese Naherung ist allerdings nur fiir sich langsam &ndernde Besetzungen
sinnvoll, wohingegen hier bei entsprechend starker Anregung auch sehr schnelle
Besetzungsdnderungen zu erwarten sind. Da sich die Energieerhaltung in diesem nicht-
markovschen Ansatz erst iiber die Zeit allméhlich aufbaut und nicht instantan vorliegt,
bewirken diese schnellen Besetzungsdanderungen effektiv ein Aufweichen der Energieer-
haltung auf kurzen Zeitskalen. Daher sind im Regime schneller Besetzungsdnderungen
auch Prozesse, die der Energieerhaltung deutlich zu widersprechen scheinen, wie der
Streuung eines Ladungstrdgers in einen hoherenergetischen Zustand durch die Emission
eines Phonons, effizient, so dass trotz der tiefen Temperatur und der damit verbundenen
kleinen Phononbesetzung die Streuung zwischen allen Quantenpunktzustdnden effizient
ist.

Um dies zu verdeutlichen, werden in Abb. 8.3 die Rabi-Oszillationen der elektronischen
Grundzustandsbesetzung in Folge einer optischen Anregung des Grundzustandes mittels
gaussformiger 4m-Pulse (inklusive Renormierung) unterschiedlicher Linge 7 gezeigt.
Ohne die Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung (schwarz) bewirken die 4m-Pulse zwei
komplette Oszillationszyklen zwischen einer Besetzung von f = 0 und f = 1,
wie es eben in einem Zwei-Niveau-System entsprechend den Bloch-Gleichungen (siehe
Kap. 8.1) zu erwarten ist. Die durch die Wechselwirkung verursachte Dephasierung
bewirkt eine Dampfung der Amplitude der Rabi-Oszillationen, so dass die durch die
Oszillation abgedeckten Besetzungen kleiner werden und dementsprechend die Extrema
(f = 0und f = 1) nicht mehr erreicht werden. Sofern es sich um einen Puls
handelt, der das System voll invertiert oder in den Grundzustand zuriick fiihrt, treten
Polarisationen hauptsachlich wahrend des Pulses auf. Da die Dephasierung proportional
zu Polarisation ist, nimmt dieser Effekt mit grofler werdender Pulsdauer zu, da die Zeit,
wiéhrend der Dephasierung stattfinden kann, mit der Pulsdauer zunimmt. Der selbe Effekt
ergibt sich auch fiir LA-Phononen [26], so dass es nahe liegt, anzunehmen dass kurze
Pulse vorteilhaft zur Invertierung eines Quantenpunktsystems sind. Allerdings erkennt
man in Abb. 8.3 anhand der Besetzung des Grundzustands der Elektronen (rot) und
der Locher (blau), dass die Abweichungen vom Zwei-Niveau-System auch bei kurzen
Pulsen deutlich sind. Dies kann durch Besetzungsstreuung erkldart werden, die nicht nur
wéhrend der Pulse sondern auch danach wirkt. Dabei bewirken insbesondere kurze Pulse
aufgrund der damit verbundenen schnelleren Besetzungsinderungen eine ultrakurze aber
drastische Aufhebung der Energieerhaltung und damit viele effiziente Streukandle aus dem
Grundzustand heraus, obwohl keine nennenswerte Absorption moglich ist, die in Markov-
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8.3 Rapid adiabatic passage

40fs

T

Abb. 8.3: Zeitliche Entwicklung der
Besetzung des Grundzustands
der Elektronen (rot) und der
Locher (blau) fiir verschieden
lange Pulse. Entgegen dem
Fall ohne Elektron-Phonon-
Wechselwirkung (schwarz)
kommt es zu Dephasierung
und dariiber hinaus auch nach
der optischen Anregung zu
Umverteilungen der Besetzun-
gen, die fiir Elektronen und
Locher unterschiedlich ver-
laufen. Dabei ist zu beachten,
dass die Zeitskala jeweils in
Pulsdauern gewdhlt ist.

120fs

Besetzung
T

400fs

T=

Naherung notwendig wire. Siehe auch Ref. [106].

Dieses Beispiel verdeutlicht eindrucksvoll die Bedeutung der sich erst {iber die Zeit auf-
bauenden nicht-markovschen Energieerhaltung gegentiber einer instantanen markovschen
Energieerhaltung, wie sie zum Beispiel notwendigerweise in Kap. 7 zur Definition von
Zeitunabhidngigen Streuraten verwendet wurde. Das Zusammenspiel von Dephasierung
und Streuung, das bei LA-Phononen nicht auftritt, schrankt bei den untersuchten
Quantenpunkten eine kohédrente Anregung unabhingig von der Pulsdauer und auch bei
niedrigen Temperaturen deutlich ein. Entsprechend den Ergebnissen fiir die Streuraten und
Dephasierungsraten aus Kap. 7 versprechen Quantenpunkte mit anderem Energieschema
bessere Bedingungen fiir kohdrente Anregungen. Solche Quantenpunkte werden in Kap.
8.4 zur Realisierung optischer Schalter betrachtet.

8.3 Rapid adiabatic passage

Um den Einfluss der Dephasierung und der Besetzungsstreuung gegeniiber der vor-
hergehenden Untersuchung fiir resonante Anregungen klein zu halten wird hier ein
Quantenpunktsystem mit anderem Energieschema untersucht. So wird ein Energieabstand
der Quantenpunktzustande von 60 meV = 1,6w;o fiir die Elektronen und 25 meV =
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8 Kohirente optische Anregungen

0,7hwro fir die Locher angesetzt, was entsprechend den Ergebnissen aus Kap. 7
insbesondere eine deutliche Reduktion der Streuung im Quantenpunkt bewirkt (siche Abb.
7.1 und 7.5), wohingegen die Dephasierung nur wenig abnimmt (siehe Abb. 7.8).

Inversion

200
Pulsdauer in fs

Chirp in meV

Abb. 8.4: Durch 3,27-Pulse hervorgerufene Inversion eines Quantenpunktsystems mit
Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung in Abhdngigkeit der Pulsdauer und des
Chirps (Abb. 8.1 zeigt den analogen Fall ohne Elektron-LO-Phonon-Wechselwir-
kung): Die Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung fithrt zur Dephasierung sowie
Ladungstragerstreuung, deren Einfluss mit der Pulsdauer zunimmt und zu die
Inversion reduziert.

Wiéahrend Quantenpunktsysteme mit schwacher Dephasierung mittels optischer Pulse
von mehreren ps Lange invertiert werden konnen [101, 119], fithrt dieser relativ lange
Zeitraum in Quantenpunktsystemen mit effizienten Dephasierungsmechanismen zu einer
vollstindigen Dephasierung, wodurch eine Inversion verhindert wird. Um dennoch
Inversion zu erreichen ist in solchen Systemen ein schneller Ubergang vom Grundzustand
zur Inversion notwendig, um die Zeit zu reduzieren, in der Polarisationen vorhanden
sind und somit Dephasierung stattfinden kann. Dabei liegt die grofite Anfalligkeit fiir
Dephasierung im Bereich mittlerer Inversion (f ~ 0,5), da hier die Polarisation im
Verlauf einer kohdrenten Anregung am grofiten ist. Dagegen kommt es im voll be-
bzw. unbesetzten Zustand nur zu Besetzungsstreuung. Diese ist fiir die hier betrachteten
Quantenpunktzustidnde mit grofsen energetischen Abstinden zu anderen Zustdanden relativ
klein. Aus diesem Aspekt heraus sind kurze (T' klein) und stark gechirpte (C/T grofs)
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8.3 Rapid adiabatic passage

Pulse vorteilhaft. Dagegen verlangt das adiabatische Regime gemif} Gl. (8.17), dass sich
C - T in einem bestimmten von der Pulsfliche abhdngigem Intervall befindet, so dass die
Anforderungen zur Verringerung der Dephasierung zu einer Verletzung des adiabatischen
Regimes fiithren, was wiederum zu einer Verringerung der Inversion fiihrt. Betrachtet man
unter diesen Gesichtspunkten nochmals Abb. 8.1 ergibt sich ein Bereich relativ kurzer Pulse
und hoher Chirps der beide Anforderungen weitgehend erfiillt, was durch die in Abb.
8.4 dargestellten Ergebnisse fiir das betrachtete Quantenpunktsystem bestatigt wird. Die
Inversion im Bereich langer, schwach gechirpter Pulse wird dagegen merklich durch die
Wechselwirkung reduziert.

0.5 | i

0,1 meV/is

Abb. 8.5: Zeitliche Entwicklung der Beset-

zung des Quantenpunkt-Grund-
1 I I = zustandes der Elektronen (durch-
gehende Linie) und Locher (ge-
punktete Linie): Durch verschie-

[2]
g % den stark gechirpte Pulse (0, 1"%\],
§ 0.5 | g 0, ?)E}mf—'zV und 1, 33“}—2\7) mit einer
@ i Pulsflache von 87 bei einer Tempe-
ratur von 77K wird der Grundzu-
stand teilweise invertiert. Im Fall
1 eines Zwei-Niveau-System (gestri-
chelte Linie), in dem zwar Energie-
K2 renormierungen, aber keine Streu-
> ung oder Dephasierung bertick-
0.5 | g sichtigt werden, werden deutlich
e hohere Inversionen erreicht.
O | |
0.0 0.1 0.2 0.3 0.4

Zeitin ps

Zur genaueren Untersuchung wird in Abb. 8.5 die zeitliche Entwicklung der Grundzu-
standsbesetzung der Elektronen und Locher fiir verschieden stark gechirpte 200fs Pulse
mit einer Pulsfliche von 87 betrachtet. Diese gegeniiber den zuvor betrachteten 3,!27
vergroflerte Pulsflache fiihrt entsprechend Gl. (8.17) zu einem grofieren adiabatischen
Bereich fiir den Chirp. Die Pulse sind in Abb. 8.6 dargestellt. Zum Vergleich sind in Abb. 8.5
auch die Besetzungen fiir ein Zwei-Niveau-System (also ohne Dephasierung und Streuung)
gestrichelt eingetragen. Die Oszillationen in den Besetzungen des Zwei-Niveau-Systems
wihrend des Ubergangs zeigen, dass nur die Dynamik fiir die mittlere Chirprate von
0.33meV adiabatisch ablduft. So ist das adiabatische Regime im unteren Bild verletzt, da
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Abb. 8.6: Anregungsschema ohne Beriicksichtigung der Renormierungen mit den Uber-
gangsenergien fiir die s- und p-Schalen (rot) und zeitabhidngige Frequenzen
der verschieden gechirpten Pulse. Zum zeitlichen Maximum der Pulsintensitét
(blau) sind die Pulse resonant mit dem s-Schalen-Ubergang. Dabei entsprechen
die Chirpraten denen aus Abb. 8.5 (lang gestrichelt 0, 1“}‘;\’, kurz gestrichelt

0,332¢Y gepunktet 1, 3322Y). Beim Chirp von 1, 33™¢Y wird ebenfalls die p-Schale

fs 7
signifikant angeregt.

die Chirprate im Vergleich zum Quadrat der maximalen Rabi-Frequenz zu grofs ist, und im
oberen Bild, da die Rate zu klein verglichen mit dem Quadrat der inversen Pulsdauer ist.
Allerdings fiihrt dies nur zu einer kleinen Reduktion der resultierenden Inversion fiir einen
weiten Bereich an Chirpraten.

Betrachtet man nun das Quantenpunktsystem, verbessert sich die Inversion weiter mit
steigender Rate, auch wenn dadurch das adiabatische Regime verletzt wird. Dies ist
dadurch zu erkldren, dass der starkere Chirp zu einem beschleunigten Ubergang fiihrt, so
dass der Einfluss der Dephasierung reduziert wird. Zwar findet Ladungstrager-Streuung
auch vor und nach dem Ubergang statt, doch ist dessen Einfluss fiir das betrachtete
Quantenpunktsystem deutlich schwicher. Wie in Kap. 7 gezeigt wurde hiangt die starke
der Streuung allerdings stark von den jeweiligen Quantenpunkten ab. So sind insbesondere
Quantenpunktzustinde nahe einem Kontinuum oder nahe der Resonanz mit anderen
Quantenpunktzustdnden (wie in Kap. 8.2) aufgrund ihrer starken Streuung ungeeignet, die
hier erzielte Inversion zu erreichen.

In dem betrachteten Bereich ist der Effekt durch die reduzierte Dephasierung starker als die
Reduktion der Inversion durch das Verletzen des adiabatischen Regimes. Somit sind hohe
Chirpraten, die die Dephasierung reduzieren, aber nicht so grof$ sind, dass die Verletzung
des adiabatischen Regimes den RAP-Effekt an sich kompromittiert, vorteilhaft um eine hohe
Inversion zu erreichen, wie dies beispielsweise in Abb. 8.5 fiir eine Rate von 1, 33“}—?’ der Fall
ist.
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8.3 Rapid adiabatic passage

Die unterschiedlichen Energieabstinde zwischen den Zustinden fiihren fiir Elektronen
und Locher zu Unterschieden in der Zeitentwicklung der Besetzungen. So ist die
Ausstreuung der Locher aus dem Quantenpunkt aufgrund des kleineren Energieabstandes
zur Benetzungsschicht schneller als die der Elektronen, was zu dem kleineren Anstieg
der Lochbesetzungen wahrend der Pulse fiihrt. Da aus gleichem Grund aber auch die
Einstreuraten grofier sind, tiberholt die Lochbesetzung die der Elektronen nach den Pulsen,
sofern der Chirp ausreichend groff war, um geniigend Ladungstrdger in angeregten
Zustdnden anzuregen, die in den Grundzustand gestreut werden konnen.

Stabilitat gegenliber Pulsparametern

Inversion

-150 -100 -50 0 50 100 150

mittlere Frequenz in meV

Abb. 8.7: Resultierende Inversion als Funktion der Pulsfrequenz relativ zur Resonanz
bei maximaler Intensitit fiir ein Zwei-Niveau-System (schwarz) und den

Quantenpunktgrundzustand (rot) (Pulsfliche = 6m, Chirprate = 0,33%Y,
Pulsdauer = 200fs). Die blaue Kurve zeigt den Quantenpunktgrundzustand

ohne Ladungstragerstreuung, aber mit Dephasierung durch die Elektron-LO-
Phonon-Wechselwirkung. Durch den grofien Frequenzbereich, in dem eine hohe
Inversion erreicht wird, ist es moglich mit einem einzelnen Puls Quantenpunkte
mit Ubergangsenergien in einem Bereich von iiber 100 meV zu invertieren.

Im Folgenden wird gezeigt, wie sich die Wechselwirkung auf die Stabilitdt der erzielten
Inversion gegeniiber den Pulsparametern auswirkt. Bevor die Abhéngigkeit von der
Pulsflache betrachtet wird, wird zunédchst die Stabilitdt gegeniiber der Pulsfrequenz
untersucht und in Abb. 8.7 gezeigt. Dabei ergibt sich ein Intervall, dessen Grofie im
Falle eines hier betrachteten linear gechirpten Pulses etwa das Doppelte des Chirps ist
(2C = 133meV), hoher resultierender Inversion. Fiir den Fall eines Zwei-Niveau-Systems
(schwarz) bedeutet dies nahezu volle Inversion, wohingegen diese im Quantenpunktsystem
durch die Dephasierung merklich abgesenkt ist, wie auch schon in Abb. 8.5 gezeigt
wurde. Allerdings ist die Grofse des Intervalls nicht durch die zusétzliche Wechselwirkung
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8 Kohirente optische Anregungen

verdndert worden. Wahrend sich im Fall ohne Streuung (blau) wie fiir das Zwei-Niveau-
System eine nahezu symmetrische Form ergibt, hebt die Streuung diese auf, da eine hohere
Frequenz dazu fiihrt, dass die angeregten Zustdnde starker besetzt werden. Dies fiihrt bei
niedriger Anregungsfrequenz zu einer die Einstreuung iibertreffenden Ausstreuung, so
dass die resultierende Inversion kleiner als die ohne Streuung ist. Dagegen {tibertrifft die
Einstreuung aufgrund der stdarkeren Anregung von Ladungstragern in anderen Zustdnden
ab einer bestimmten Frequenz die Ausstreuung, wodurch die resultierende Inversion grofier
als die ohne Streuung wird. Diese Einstreuung fithrt auch zu einer deutlich erhohten
Inversion fiir hohe Frequenzen abseits des adiabatischen Bereichs.

Die weitreichende Unabhingigkeit von der Frequenz des anregenden Pulses bedeutet
anders herum auch, dass mit einem einzigen Puls verschiedene Quantenpunkte mit
Ubergangsenergien, die sich beispielsweise in dem hier dargestellten Fall um iiber 100
meV unterscheiden, weitgehend invertiert werden konnen. Da sich selbstorganisierte
Quantenpunkte eines Ensembles eine Streuung der Ubergangsenergien aufweisen, bietet
sich RAP zur Invertierung derartiger Ensembles an. Im Gegensatz zu diesem Ergebnis ist
es mit langen und nur schwach gechirpten Pulsen moglich, nur bestimmte Ubergénge zu
invertieren, wie beispielsweise von Melinger et al. [69] an Molekiilen gezeigt wurde.

0.8
0.6
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0.2

-0.2
04|/
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Inversion
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|
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Abb. 8.8: Resultierende Inversion des Grundzustandes bei resonanter (rot) und gechirpter
(sonst) Anregung durch einen 200fs Puls gegen dessen nicht renormalisierte
Pulsfliche: Wahrend die resonante Anregung zu Rabi-Oszillationen und damit
zu einer oszillierenden Abhéngigkeit der Inversion von der Pulsfliche fiihrt, ist
die durch die gechirpten Pulse hervorgerufene Inversion kaum von der Pulsflache
abhingig. Mit zunehmender Chirprate (griin 0, 12¢Y, blau 0, 332¢Y, lila 1, 332V
wird dariiber hinaus der Einfluss des Dephasierung reduziert und somit die
Inversion vergrofiert. Die durch die gechirpten Pulse hervorgerufene Kinetik ist

in Abb. 8.5 fiir eine Pulsfliche von 87 dargestellt.

Neben der Stabilitit gegeniiber der Pulsfrequenz ist vor allem die in Abb. 8.8 gezeigte
Stabilitit gegeniiber der Pulsfliche von Bedeutung. Eine resonante Anregung (rot) fiihrt
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8.4 Optisches Schalten von Besetzungen

wie zuvor diskutiert zu Rabi-Oszillationen, so dass die durch einen Puls erzeugte Inversion
stark von dessen Pulsfliche abhingt. Dagegen ist die Inversion, die durch gechirpte
Pulse hervorgerufen wird, auch von deren Pulsfliche relativ unabhingig, wobei allerdings
eine mit der Chirprate zunehmende Mindestfliche notwendig ist. Dies stimmt mit der
Bedingung (8.17) {iberein, nach der die notwendige Pulsflache wurzelartig mit dem Chirp
und somit mit der Chirprate ansteigt. Bei ausreichender Pulsfliche nimmt nicht nur die
erreichte Inversion sondern auch deren Stabilitdt mit zunehmender Chirprate zu. Dagegen
ist fiir kleine Pulsflachen eine kleine Chirprate vorteilhaft, da diese das adiabatische Regime
weniger stark verletzt. Auch hier gilt, dass die stabilen Bereiche durch die zusitzliche
Wechselwirkung im Quantenpunktsystem gegeniiber einem Zwei-Niveau-System nicht
kleiner werden, sondern nur die in diesen Bereichen erzielte Inversion abnimmt.

Es lasst sich festhalten, dass RAP eine niitzliche Methode ist, um ein Quantenpunktsystem
oder gar ein Ensemble von Quantenpunkten zu invertieren, und dass mittels schneller
und stark gechirpter Pulse die Reduktion der erzielbaren Inversion durch die Elektron-LO-
Phonon-Wechselwirkung gering gehalten werden kann. Damit stellt sich die Frage, ob sich
dieser Effekt nutzen lasst um einen Quantenpunkt optisch zu schalten, was im néchsten
Abschnitt diskutiert wird.

8.4 Optisches Schalten von Besetzungen

Im Folgenden wird untersucht inwiefern sich die Ergebnisse der vorhergehenden
Abschnitte, in denen die einmalige Inversion eines Quantenpunktsystems bzw. die Wirkung
eines einzelnen Pulses betrachtet wurde, auf optische Schalter {ibertragen lassen, die
durch mehrfache aufeinander folgende Pulse realisiert werden, die das System aus
den Grundzustand zu voller Inversion bzw. umgekehrt iiberfiihren sollen. Dabei wird
insbesondere untersucht, unter welchen Bedingungen sich Quantenpunktsysteme fiir die
Realisierung solcher Schalter eignen.

Resonante Anregung

Zunidchst wird die Realisierung eines optischen Schalters mittels resonanter m-Pulse
betrachtet. Eine ausfiihrlichere Diskussion dazu ist in Ref. [106] zu finden. Entsprechend
Kap. 8.1 lasst sich ein Zwei-Niveau-System mittels 7-Pulsen invertieren bzw. aus dem
invertierten Zustand zuriick in den Grundzustand iiberfithren, wie auch in Abb. 8.9 anhand
einer Sequenz von vier m-Pulsen gezeigt wird (schwarz). Die verwendeten Parameter
entsprechen dabei denen aus Kap. 8.2. Selbst bei Beriicksichtigung von Dephasierung
(keine Streuung, blau) ldsst sich immer noch zwischen einem Zustand positiver und
negativer Inversion unterscheiden, wobei der Betrag der Inversion mit jedem Puls abnimmt.
Allerdings fiihrt die Besetzungsstreuung zu Besetzungsdnderungen, die auch nach den
Pulsen anhalten, so dass keine klare Unterscheidung von Zustanden positiver und negativer
Inversion mehr moglich ist. So nimmt die Besetzung nach dem vierten Puls derart zu,
dass sich die Inversion ohne optische Anregung um iiber 0, 5 verdandert und sich dabei das
Vorzeichen und somit der Schaltzustand wechselt, sofern man das Vorzeichen der Inversion
als Schaltzustand verwendet. Ferner bewirkt in dem hier gezeigten Beispiel der dritte Puls
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Abb. 8.9: Durch eine Folge von vier 25 fs langen 7-Pulsen bewirkte zeitliche Entwicklung
der Inversion des Grundzustands (stark wechselwirkender Quantenpunkt): Ohne
Wechselwirkung (schwarz), mit Dephasierung und ohne Streuung (blau), mit
Dephasierung und Streuung (rot) durch Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung.

kaum eine Anderung der Besetzung, da der untersuchte Ubergang wihrend des Pulses fast
transparent ist.

Inversion
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Abb. 8.10: Durch eine Folge von drei 50 fs langen 7-Pulsen bewirkte zeitliche Entwicklung
der Inversion des Grundzustands (schwécher wechselwirkender Quantenpunkt):
Ohne Wechselwirkung (schwarz) und mit Dephasierung und Streuung (rot)
durch Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung.

Das betrachtete System ldsst sich also aufgrund der Stiarke der Wechselwirkung nicht
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8.4 Optisches Schalten von Besetzungen

sinnvoll als optischen Schalter verwenden, wobei insbesondere die Streuung problematisch
ist. Deren Effizienz ist allerdings gemafs den Ergebnissen aus Kap. 7 stark vom
jeweiligen Energiespektrum der Quantenpunkte abhingig und in dem hier betrachteten
Fall wurde ein System mit starker Streuung betrachtet, so dass sich diese Probleme
durch die Verwendung entsprechender Quantenpunkte deutlich reduzieren ldsst. So wird
im Folgenden entsprechend Kap. 8.3 ein Quantenpunkt betrachtet, dessen elektronische
Zustande eine Energiedifferenz von 1,6 Phononenergien und dessen Lochzustinde 0,7
Phononenergien auseinander liegen. Ferner sind die Abstinde der Grundzustinde zu
den Benetzungsschichtbandern mit 2,8 bzw. 1,3 Phononenergien hier so grofl, dass
die Wechselwirkung mit der Benetzungsschicht deutlich kleiner ist als in dem zuvor
betrachteten System.

Dementsprechend ergibt sich fiir die in Abb. 8.10 dargestellte Kinetik eine deutlich
langsamere Streuung, wodurch insbesondere zwischen den Schaltpulsen nur eine geringe
Umverteilung der Besetzungen stattfindet, so dass analog zum in Abb. 8.9 untersuchten Fall
mit Dephasierung aber ohne Streuung zwischen einem Zustand positiver und negativer
Inversion unterschieden werden kann. Dies liegt nicht nur an den kleineren Streuraten,
sondern auch daran, dass die Pulse aufgrund der grofieren energetischen Abstinde der
Zustinde und der verlingerten Pulsdauer hier kaum Ladungstrdger in den {ibrigen
Zustdnden anregen und somit die gegeniiber der Ausstreuung energetisch begiinstigte
Einstreuung aufgrund geringerer Besetzungen deutlich reduziert wird. Dies ldsst sich auch
an der durch die Streuung {iberwiegend abnehmende Inversion erkennen, wohingegen in
dem zuvor betrachteten System die Inversion tiberwiegend zunimmt.

Quantenpunkte eignen sich also als optische Schalter, sofern die Wechselwirkung mit dem
tibrigen Festkorper schwach ist. Dafiir ist entsprechend Kap. 7 insbesondere ein hinreichend
grofser energetischer Abstand zu anderen Zustidnden und die Vermeidung von Resonanzen
notwendig.

Rapid adiabatic passage

Zwar eignet sich resonante Anregung zur Realisierung optischer Schalter, jedoch
konnen bereits leichte Abweichungen der Pulsfliche oder der Pulsfrequenz zu deutlich
abweichenden Ergebnissen fiihren. Dabei entstehen durch die Pulse Renormierungen
der Ubergangsenergie und auch der Pulsfliche, die von der Pulsdauer oder allgemeiner
Pulsform abhdngen und ausgeglichen werden miissen. Robuster ist in dieser Hinsicht das
RAP-Verfahren (siehe Kap. 8.3), das innerhalb des adiabatischen Regimes (siehe Gl. (8.17))
von diesen Parametern unabhéngig ist, weshalb sich die Frage stellt, ob diese sich zum
optischen Schalten von Besetzungen eignen.

In Abb. 8.11 ist der durch mehrere gechirpte Pulse hervorgerufene zeitliche Verlauf der
Inversion dargestellt, wobei die Pulse zeitlich wie fiir die zweite resonante Anregung
(siehe Abb. 8.10) angeordnet sind. Ohne Wechselwirkung wird die Inversion, da das
adiabatische Regime eingehalten wird, erwartungsgemafs (siehe Kap. 8.3) zwischen dem
Grundzustand und voller Inversion mit jedem Puls hin- und hergeschaltet. Fiir die ersten
zwei Pulse dndert dies sich auch mit Wechselwirkung nur in kleinem MafSe, wobei
aufgrund der schnelleren Uberginge im Vergleich zur resonanten Anregung der Einfluss
der Dephasierung noch kleiner ist und somit eine deutlichere Inversion beim Schalten
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Inversion

0.0 0.5 1.0 1.5 2.0 2.5
Zeit in ps

Abb. 8.11: Durch eine Folge von drei 200 fs langen, mit 2 meV/fs gechirpten 8-
Pulsen bewirkte zeitliche Entwicklung der Inversion des Grundzustands: Ohne
Wechselwirkung (schwarz), mit Dephasierung und Streuung durch Elektron-LO-
Phonon-Wechselwirkung (rot).

erreicht wird. Dabei verlduft der Ubergang aufgrund des starken Chirps schneller, auch
wenn die Pulsdauer an sich lianger ist. Der Chirp ist aber auch dafiir verantwortlich, dass
trotz der groflen Energieabstiande zwischen den Zustanden auch in anderen Zustdnden viele
Ladungstrager angeregt werden, deren Relaxation in den Grundzustand nach dem zweiten
Puls durch Einstreuung zu einem starken Anstieg der Inversion fiihrt, so dass das System
analog zum ersten Fall resonanter Anregung (siehe Abb. 8.9) wahrend des dritten Pulses
fast transparent ist.

Damit eignet sich RAP fiir das hier betrachtete System nicht um einen optischen Schalter zu
realisieren. Dies d@ndert sich allerdings bei Systemen mit schwicherer Wechselwirkung, wie
sie z.B. in Ref.[101, 119] betrachtet wurden. So ermdglicht eine schwéchere Wechselwirkung
laingere und somit gemdfs Gl. (8.17) schwécher gechirpte Pulse, die wiederum dazu
fiihren, dass neben den betrachteten Ubergang keine weiteren Zustdnde besetzt werden,
was Streuung bei niedrigen Temperaturen (sofern der Grundzustand betrachtet wird)
fast vollkommen ausschliefst, so dass analog zum Fall schwécherer Wechselwirkung bei
resonanter Anregung (Abb. 8.10) eine Verwendung als Schalter moglich sein kann.
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Dieses Kapitel ist weitgehend in enger Zusammenarbeit mit Stefan Barthel entstanden.
So wurden die Einteilchenzustinde, Einteilchenenergien, effektive Potentiale und Dipol-
matrixelemente von Stefan Barthel berechnet, wobei in Kap. 9.1 und 9.2 von Oliver
Marquardt berechnete Felder genutzt wurden. Diese Einteilcheneigenschaften wurden
zur Berechnung von Vielteilchenzustinden und optischen Spektren verwendet. Die
Aufenthaltswahrscheinlichkeit der Zustdnde wurde von Stefan Barthel berechnet. Die
Diskussion der Ergebnisse bis zur Visualisierung der ”Aufenthaltswahrscheinlichkeit des
Elektronen- und Loch-Anteils der Exzitonen” (bis Seite 125) wurden im Wesentlichen
gemeinsam mit Stefan Barthel erarbeitet.

Aufgrund des groflen Bereichs moglicher Emissionsfrequenzen [77, 78, 79], die auch
den griinen und blauen Spektralbereich einschlieflen, bieten sich Nitrid-Quantenpunkte
fiir optoelektronische Anwendungen an. In diesem Kapitel werden daher die optischen
Eigenschaften von InGaN-Quantenpunktsystemen untersucht.

Experimentell wurde beobachtet, dass bei Wahl einer unpolaren Wachstumsrichtung
der Quantenpunkte gegeniiber einer polaren Richtung eine erhohte Dipolstdarke auftritt
[27]. Dies konnte nicht durch bisherige theoretische Untersuchungen erkldrt werden.
In dieser Arbeit werden zwei Ansdtze zur Beschreibung der erhchten Dipolstdrke in
unpolaren Nitrid-Quantenpunkten vorgestellt. Dazu werden in Kap. 9.1 neben den
Einteilchenzustdnden mittels Konfigurationswechselwirkungsrechnung (CI-Rechnung) die
exzitonischen Zustidnde fiir einen polaren und einen unpolaren InN-Quantenpunkt sowie
deren optische FEigenschaften bestimmt. In Kap. 9.2 werden dagegen die optischen
Ubergénge zwischen Quantenpunkt- und Benetzungsschichtzustdanden untersucht.

Schliefslich wird in Kap. 9.3 fiir verschiedene Anregungsdichten der Einfluss der
Renormierungen der Coulomb- und Elektron-Phonon-Wechselwirkung (siehe Kap. 4 und
5) auf die optischen Eigenschaften polarer Quantenpunkte untersucht, die im Absorptions-
bzw. Gewinnspektrum des Systems sichtbar werden. Dabei wird zur Berechnung der
Absorptions- bzw. Gewinnspektren die Antwort des Systems auf einen optischen Puls
bestimmt.

Es werden hier linsenférmige, pure InN-Quantenpunkte mit einem Durchmesser von 7,7
nm und einer Hohe von 3,1 nm betrachtet, die von GaN umgeben sind und auf einer
Benetzungsschicht liegen, die aus zwei Atomlagen besteht. Fiir die polaren Quantenpunkte
ist dies abgesehen davon, dass hier pure InN-Quantenpunkte betrachtet werden,
konsistent mit experimentellen Untersuchungen [97, 112, 122]. Die Einteilchenzustinde
und Eigenenergien dieser Quantenpunkte werden mittels empirischen Tight-Binding
entsprechend Kap. 2.3 berechnet.
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9.1 Verstarkte Dipolkopplung durch Coulomb-Wechselwirkung
in unpolaren Nitrid-Quantenpunkten

In diesem Kapitel sind Ubersetzungen aus der Veroffentlichung [104] enthalten. Fiir diese
wurden Verwertungsrechte an das American Institute of Physics tibertragen.

In Nitriden gibt es starke intrinsische elektrische Felder, durch die es in kleinen Strukturen,
wie den hier betrachteten Quantenpunktsystemen, zum quantum-confined Stark effect
[72, 130] und somit zu einer Separation der Elektronen und Locher kommen kann (siehe
auch Ref. [34]). Dies fiihrt zu einer Verringerung der Dipolstérke fiir die Rekombination der
Ladungstrager und somit zu einer Verldngerung der Lebensdauer [88], was sich negativ auf
die Effizienz optoelektronischer Anwendungen auswirkt. Fiir zweidimensionale Strukturen
lasst sich dies vermeiden, indem diese so gewachsen werden, dass die Felder senkrecht
zur Einschlussrichtung verlaufen (unpolare Richtung) [131]. Dies ldsst sich allerdings nicht
analog auf Quantenpunkte iibertragen, deren Zustinde in allen Richtungen gebunden
sind, so dass es stets zu einer Separation der Ladungstrager kommt. Allerdings deuten
Experimente [27] auf eine beschleunigte Rekombination fiir Quantenpunkte hin, die in
unpolarer Richtung gewachsen wurden.

Verschiedene theoretische Studien haben den Einfluss der intrinsischen Felder auf die
Einteilchengrundzustdnde der unpolaren Quantenpunkte hinsichtlich des Vorzeichens der
piezoelektrischen Konstante [107], Geometrie [63] und Konzentration [109] untersucht.
Dabei ergaben sich lediglich marginale raumliche Uberlappungen der Einteilchengrund-
zustinde und somit implizit schwache Dipoliiberginge, die im Widerspruch zu den
erwahnten experimentellen Ergebnissen zu langsamer Rekombination der Ladungstrager
im Vergleich zu polaren Quantenpunkten fiihrt. Dies wird hauptsachlich durch die grofere
Ausdehnung der unpolaren Quantenpunkte in Richtung der Felder verursacht, wodurch
die raumliche Trennung von Elektronen und Lochern selbst bei schwécheren Feldern grofier
ist als im polaren Fall.

Von Quantenfilmen her ist bekannt, dass der quantum-confined Stark effect durch
Vielteilchenwechselwirkungen beeinflusst wird [129, 132]. In diesem Abschnitt wird
daher tiber eine Einteilchenrechnung hinaus gegangen, wobei exzitonische Zustdnde und
deren optische Spektren berechnet werden. Dazu wird die Coulomb-Wechselwirkung
mittels Konfigurationswechselwirkungsrechnung (CI) beschrieben. Als Basis dienen dabei
die Produktzustinde sdmtlicher Quantenpunkt-Einteilchenzustinde, also alle Zustdnde,
die an den Quantenpunkt gebunden sind. Die CI erlaubt es, alle Korrelationen der
betrachteten Wechselwirkung innerhalb der gewéhlten Basis zu berticksichtigen. Diese
Korrelationen sind von entscheidender Bedeutung fiir die Exzitonen des unpolaren
Quantenpunkts. Hartree-Fock- und andere Einteilchenrechnungen beinhalten dagegen
nicht alle Korrelationen des Systems [15] und sind aus diesem Grund hier ungeeignet.

Zwar ist bekannt, dass die Form und Grofie von Quantenpunkten von der Wachstums-
richtung abhangen kann [134], doch wird fiir die unpolare Wachstumsrichtung die gleiche
Quantenpunktgeometrie wie fiir die polare Richtung angenommen - zumal zur Zeit keine
genauen Hinweise auf ihre Geometrie vorliegen. Dies erlaubt es, sich auf die Effekte
der Ausrichtung des Polarisationspotentials zu konzentrieren. Dabei kommt es durch die
unterschiedliche Ausrichtung des zugrundeliegenden Kristallgitters bei den Abmessungen
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der Quantenpunkte zu Abweichungen von bis zu 10%. Da die Benetzungsschichtzustinde
bei kleinen Anregungsdichten aufgrund des grofien energetischen Abstands keinen
nennenswerten Einfluss auf die niederenergetischen Quantenpunktiibergidnge haben,
werden diese Zustande nicht berticksichtigt.

9.1.1 Einteilchenzustande

Bevor die CI-Rechnung zur Bestimmung der Vielteilcheneigenschaften présentiert wird,
werden zundchst die Einteilchenzustdnde, die mittels Tight-Binding-Rechnung entspre-
chend Kap. 2.3 berechnet werden, und deren optische Eigenschaften diskutiert. Dabei wer-
den alle Eigenfunktionen bis zur Bandkante der Benetzungsschicht bestimmt und fiir die
spatere CI-Rechnung verwendet. Die Bandkanten werden mittels halbanalytischer Tight-
Binding-Rechnung der zweidimensionalen, translationsinvarianten Benetzungsschicht
bestimmt (siehe Kap. 2.3). Insgesamt erhilt man so 25 Elektronen- und 90 Lochzustdnde
im unpolaren sowie acht und 96 Zustande im polaren Quantenpunkt.

0.0

-0.15

Abb. 9.1: Querschnitt der intrinsischen Potentiale in eV fiir den polaren (c-plane) und
unpolaren (m-plane) Quantenpunkt: Die Form der Quantenpunkte wird durch
die schwarze Kontur angedeutet. Die Abbildungen wurden auf Grundlage von
Berechnungen, die von Oliver Marquardt durchgefithrt wurden, von Stefan
Barthel angefertigt.

Die in Abb. 9.1 dargestellten intrinsischen Potentiale beeinflussen die Eigenschaften der
Einteilchenzustdnde entscheidend. Erwartungsgemdfs sind diese Felder im unpolaren
Quantenpunkt aufgrund der kleineren spontanen Polarisation schwacher. So ergibt
sich eine maximale Potentialdifferenz von 488 meV fiir den polaren Quantenpunkt,
wohingegen der unpolare Quantenpunkt lediglich 384 meV aufweist, was auch eine hohere
Grundzustandsiibergangsenergie in diesem Quantenpunkt bewirkt. Da der unpolare
Quantenpunkt in Feldrichtung deutlich stirker ausgedehnt ist, ist die Feldstdrke in diesem
sogar um etwa 60% schwacher.

Wie in Abb. 9.2 zu sehen ist, werden im polaren Quantenpunkt die Elektronen
durch das Feld nach oben, also in Wachstumsrichtung, gedriickt und die Locher nach
unten. Diese rdumliche Trennung der Zustidnde impliziert durch den geringen Uberlapp
kleine Dipolmatrixelemente (8.2) und damit schwache optische Uberginge. Zwar weisen
die angeregten elektronischen Zustinde zunehmende Aufenthaltswahrscheinlichkeit im
unteren Teil des Quantenpunkts auf, doch liegen diese energetisch mindestens 150
meV oberhalb des Grundzustands. Dagegen liegen 35 Lochzustinde weniger als 100
meV vom Grundzustand entfernt. Aufgrund des starken Feldes weisen allerdings erst
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Abb.9.2: Exemplarische Elektronen- (oben) und Lochzustinde (unten) des polaren
Quantenpunkts jeweils von der Seite und von oben: Die Quantenpunktgeometrie
wird durch die schwarzen Linien angedeutet. Gezeigt werden der erste, zweite
und sechste elektronische Zustand sowie der erste, 20. und 66. Lochzustand
(jeweils von links nach rechts). Aus Darstellungsgriinden sind die angeregten
Lochzustinde verkleinert dargestellt. Gezeigt werden die Flachen gleicher
Aufenthaltswahrscheinlichkeitsdichte normiert auf deren Maximum. Von rot zu
blau nimmt diese von 0,9 auf 0,1 ab. Die Einzelbilder wurden von Stefan Barthel
berechnet und angefertigt.

noch hoher angeregte Zustinde deutliche Anteile oberhalb der untersten Gitterebenen
des Quantenpunktes auf. Vielmehr werden diese mit zunehmender Anregung weiter
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vom Zentrum des Quantenpunkts weg in die Benetzungsschicht gedriickt. Dies bewirkt
insbesondere aufgrund des zunehmenden Abstands eine schwéachere Coulomb-Anziehung
mit den elektronischen Zustidnden, was dazu fiihrt, dass diese Zustinde nur unwesentlich
den exzitonischen Grundzustand beeinflussen - wie in Kap. 9.1.2 gezeigt wird.

In Abb. 9.3 sind einige Einteilchenzustdnde des unpolaren Quantenpunkts dargestellt. Trotz
der deutlich reduzierten Feldstirke kommt es hier aufgrund der grofleren raumlichen
Ausdehnung in Feldrichtung zu einer noch stidrkeren Separation der Grundzusténde als
im polaren Quantenpunkt. Im Gegensatz zu diesem besitzen hier allerdings die angeregten
Lochzustinde zunehmende raumliche Uberlapps mit den elektronischen Zustéinden. Dabei
nihern sich die Zustinde der Elektronen und Locher zunidchst an, wobei die Locher
zunehmend im Zentrum Anteile besitzen und die allerdings energetisch deutlich weiter
vom Grundzustand entfernten Elektronenzustidnde den gesamten Quantenpunkt ausfiillen.
Bei noch hoherer Anregung kehrt sich dies allerdings um und die Locher und Elektronen
schieben in entgegengesetzte Richtungen in die Benetzungsschicht.

Zur Deutung dieser Einteilchenzustdnde wird ein zweidimensionales effektives Potential
eingefiihrt, das neben den Feldern auch den Einschluss durch die Nanostrukturierung in
der Wachstumsrichtung berticksichtigt. Dabei wird aus dem eigentlich dreidimensionalen
ein zweidimensionales Problem der Wachstumsebene, bei dem alle Eigenschaften der
Wachstumsrichtung in diesem Potential berticksichtigt werden. Das effektive Potential wird
dabei definiert als Grundzustandsenergie des eindimensionalen Problems der atomaren
Sdule in Wachstumsrichtung an dem betreffenden Ort auf der Wachstumsebene, wobei
das Potential separat fiir Elektronen und Locher berechnet wird. Dieses Problem stellt
einen endlichen, diskreten Potentialtopf dar, dessen Hohe durch den Bandversatz des
Quantenpunktmaterials zum Umgebungsmaterial gegeben ist. Die Breite ist dagegen vom
Ort abhéngig und entspricht der Anzahl der Einheitszellen aus dem Quantenpunktmaterial
in der betreffenden Sdule. Hinzu kommt das Polarisationspotential, das fiir jede Sdule
unterschiedlich ist.

Die Ergebnisse sind in Abb. 9.4a fiir Elektronen und in Abb. 9.4b fiir Locher dargestellt. Ver-
einfacht ergibt sich fiir einen eindimensionalen Schnitt durch den Quantenpunkt der in Abb.
9.5b dargestellte Verlauf. Ohne Feld fiihrt der grofSere Bereich mit InN im Quantenpunkt zu
einem abgesenkten Potential gegeniiber der diinneren Benetzungsschicht (schwarz). Durch
das Feld werden die Potentiale verkippt (rot), wobei die Potentialtopfe (grau hinterlegt) nun
auch teilweise aufierhalb des Quantenpunktes liegen. Insbesondere fiir die Locher liegen
aufgrund des Feldes einige Bereiche des Quantenpunktes energetisch ungtinstiger als Teile
der Benetzungsschicht. Die berechneten effektiven Potentiale, deren Querschnitte in Abb.
9.5a dargestellt sind, stimmen gut mit diesem Bild iiberein. Entsprechend dieser Potentiale
ergeben sich die zuvor beschriebenen Aufenthaltswahrscheinlichkeiten der Zustande.

Einteilchenspektren

Gemif! Gl. (8.2) konnen fiir die Einteilchenzustande Dipolmatrixelemente d,s berechnet
werden. Diese Matrixelemente werden hier entsprechend Ref. [108] durch Anwendung der
Einhiillendendarstellung des Ortsoperators bestimmt. Damit ldsst sich direkt das lineare
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Abb.9.3: Exemplarische Elektronen- (links) und Lochzustinde (rechts) des unpolaren
Quantenpunkts jeweils von der Seite und von oben: Gezeigt werden der erste, 13.
und 21. elektronische Zustand sowie der erste, 43. und 80. Lochzustand (jeweils
von oben nach unten). Aus Darstellungsgriinden sind die am hochsten angeregten
Zustande verkleinert dargestellt. Die Art der Darstellung entspricht ansonsten der
in Abb. 9.2. Die Einzelbilder wurden von Stefan Barthel berechnet und angefertigt.

optische Spektrum durch Anwendung von Fermis goldener Regel,

. 2 . A
He E) = ﬁ;'daﬂm A2 + (eq+ €5 —€)

2 9.1)
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Abb. 9.4: Numerisch berechnetes effektives Potential in eV fiir die Elektronen (a) und
Locher (b) im unpolaren Quantenpunkt: Jedes farbkodierte Rechteck stellt das
effektive Potential einer atomaren Sdule dar. Der Quantenpunkt befindet sich
jeweils mittig und ist durch die starken Anderungen des Potentials an dessen
Réandern gut zu erkennen. Die energetisch giinstigsten Orte sind jeweils rot
gefarbt. Die Energie wird im cv-Bild angegeben, so dass hohe Energien fiir Locher
glinstiger sind. Die Berechnungen wurden von Stefan Barthel durchgefiihrt.
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Abb. 9.5: Auf die Feldrichtung projiziertes effektives Einschlusspotential fiir den unpolaren
Quantenpunkt: Neben dem berechneten Potential aus Abb. 9.4 (a) fiir Elektronen
(rot) und Locher (griin) wird ein vereinfachtes Schema (b) dieses Potentials ohne
(schwarz) und mit (rot) Feld gezeigt. Fiir die Locher ergibt sich durch das Feld ein
effektives Potential, bei dem ein Teil der Benetzungsschicht energetisch giinstiger
liegt als Teile des Quantenpunkts. Die Berechnungen fiir Teil (a) wurden von Stefan
Barthel durchgefiihrt.
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bestimmen, wobei hier eine lorentzférmige Verbreiterung von A = 10 meV angenommen
wird, wie sie entsprechend Ref. [112] fiir Temperaturen um 100 K zu erwarten ist.
Physikalisch kann diese Verbreiterung als Wirkung inelastischer Streuung gesehen werden,
die in diesem Modell nicht explizit berticksichtigt wird. Um keine Richtung auszuzeichnen,
wird fiir das Spektrum von einem unpolarisierten E-Feld ausgegangen. Dazu wird tiber alle
moglichen Polarisationsrichtungen E gemittelt.

Aufgrund der hohen Zustandsdichte der Lochzustinde gibt es viele mogliche Uberginge
zwischen diesen Zustdnden und dem elektronischen Grundzustand in einem energetisch
kleinen Bereich. Das Spektrum der Einteilchenzustdnde ist fiir diesen Bereich in den
linken Paneelen von Abb. 9.6 dargestellt (zwecks besserer Vergleichbarkeit sind die im
folgenden Abschnitt diskutierten Vielteilchenspektren in der selben Abbildung dargestellt).
Beim polaren Quantenpunkt ist der Grundzustandsiibergang dominant. Da sich die
Absorption (rot) aus zwei entarteten Ubergingen zusammensetzt, besitzt die Emission
des Grundzustandsiibergangs (blau) nur die halbe Hohe. Dagegen sind aufgrund der
Ce,-Symmetrie die meisten anderen Uberginge dunkel oder besitzen nur eine schwache
Dipolkopplung, so dass trotz der hohen Zustandsdichte der Locher nur wenige, im
Vergleich zum Grundzustandsiibergang schwache Uberginge in dessen Nihe liegen und
sich somit ein alleinstehender Grundzustandsiibergang ergibt. Weitere merkliche Beitrige
ergeben sich erst durch angeregte elektronische Zustiande, die energetisch weiter entfernt
liegen.

Im Gegensatz dazu ist der Grundzustandsiibergang des unpolaren Quantenpunkts deutlich
schwicher als beim Polaren und auch die ersten angeregten Lochzustidnde tragen kaum
zum Spektrum bei. Dagegen ergeben sich starke Ubergénge hoher angeregter Lochzusténde
mit dem elektronischen Grundzustand. Ferner sind aufgrund der geringeren Symmetrie die
meisten Ubergénge optisch aktiv, so dass sich in Kombination mit der hohen Zustandsdichte
und der Verbreiterung von 10 meV im Gegensatz zum polaren Quantenpunkt eine
quasikontinuierliche Absorption ergibt. Zu hoheren Ubergangsenergien gehend nimmt
nicht nur die Zustandsdichte, sondern auch auch die Absorption deutlich zu, so dass es
ab Energien von etwa 80 meV oberhalb des Grundzustandsiibergangs zu einer Absorption
kommt, die stdrker als fiir den Grundzustandsiibergangs des polaren Quantenpunkts ist.
Auch hier tragen die Ubergénge angeregter elektronischer Zustinde nicht im betrachteten
Energiebereich bei.

9.1.2 Einfluss der Coulomb-Wechselwirkung

Der Einfluss der Coulomb-Wechselwirkung soll mittels voller Konfigurationswechselwir-
kung (“full configuration interaction”, FCI) bestimmt werden. Diese Methode erlaubt die
exakte Losung des Eigenwertproblems eines Hamiltonoperators innerhalb eines endlich
dimensionalen Hilbertraums. FCI ist nicht mit der hier unpraktikablen kompletten CI
("complete CI”) zu verwechseln, bei der eine vollstindige Basis verwendet wird [87]. Eine
ausfiihrliche Einfithrung in die Theorie des Konfigurationswechselwirkungs-Verfahrens ist
beispielsweise in Ref. [118] zu finden. Die FCI-Methode ist nicht nur bewdhrt, sondern
wurde ausgiebig fiir Quantenpunktsysteme genutzt, wobei Basen beispielsweise durch
Effektivmassen- [43], k-p- [100], Tight-Binding- [110] und empirische Pseudopotential-
Rechnungen [28] gewonnen wurden.
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Abb.9.6: Absorptionsspektren des leeren Systems (rot) und Emissionsspektren des
Grundzustandsexzitons (blau) ohne Vielteilcheneffekte (links) - also auf Basis der
Einteilchenzustdnde - und mit Coulomb-Wechselwirkung (rechts) fiir den polaren
(oben) und unpolaren (unten) Quantenpunkt: Die Insets zeigen Oberfldchen
von gleicher Aufenthaltswahrscheinlichkeitsdichte (0,9 bis 0,1, normiert auf das
jeweilige Maximum, berechnet gemafs Gl. (9.9)) fiir den elektronischen (rot) und
lochartigen (blau) Anteil der Zustinde zum jeweiligen Spektrum. Die Insets
wurden von Stefan Barthel erstellt.

Der hier betrachtete Coulomb-Hamiltonian

Hx = Z eaegea + Z €ﬁhgh5 — Z ngg/ealegea/h;hﬁ/
o B afa’ B! 9.2)

Einteilchenenergien Elektron-Loch-Anziehung

erhélt die Teilchenzahl, so dass zur Berechnung der Exzitonen nur Produktzustande
el nl10) (9.3)
bendtigt werden, die genau ein Elektron-Loch-Paar beinhalten, da diese vom restlichen

Hilbertraum entkoppelt sind. Dabei wird die schwache Elektron-Loch-Austauschwech-
selwirkung (Veheh) nicht berticksichtigt. Da nur ein einzelnes Exziton betrachtet wird,
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ergibt sich keine Wechselwirkung zwischen gleich geladenen Ladungstrdagern. Die
Coulomb-Matrixelemente V¢**¢ werden entsprechend Gl. (4.4) im Fourierraum berechnet.
Zwar ist das Problem formal immer noch unendlich-dimensional, doch kann es durch
Beschrankung auf die Produktzustiande der Einteilchenquantenpunktzustidnde, von denen
es 2250 im unpolaren und 768 im polaren Quantenpunkt gibt effektiv in einem
endlich-dimensionalen Hilbertraum berechnet werden. Da die tibrigen Eigenzustdnde des
Einteilchenproblems energetisch weit entfernt liegen und nicht mehr lokalisiert sind, stellt
dies eine gerechtfertigte Ndherung dar. Die Berechnung erfolgt dabei durch Entwicklung
des Hamiltonoperators nach den Produktzustinden und Diagonalisierung der daraus
resultierenden Matrix

(0] eahs Hx €l/hly |0) = 0acr 859 (Ba + Eg) — VIR, . (9.4)

Die Diagonalisierung liefert neben den exzitonischen Eigenenergien Ex auch die
Koeffizienten c?f , die die Zusammensetzung der exzitonischen Zustiande

[¥x) = Zﬁi el 0) 9.5)

als Linearkombination der Produktzustinde angeben. Im hier betrachteten Fall der opti-
schen Erzeugung und Rekombination einzelner Exzitonen konnen die Dipolmatrixelemente

— af

in gleicher Weise als Linearkombination berechnet werden. Entsprechend den Spektren der
Einteilchenrechnung kdnnen die exzitonischen Spektren mittels Fermis goldener Regel (9.1)
bestimmt werden. Die rechten Paneele in Abb. 9.6 zeigen die so berechneten Emissions- und
Absorptionsspektren.

Durch die Coulomb-Wechselwirkung werden die Grundzustandsiibergdnge um 70 meV fiir
den polaren und 99 meV fiir den unpolaren Quantenpunkt abgesenkt, was hier aufgrund
der relativen Energieskala, die den Abstand zum jeweiligen Grundzustandsiibergang
zeigt, nicht zu sehen ist. Wahrend sich im polaren Fall die Stirke des optischen
Grundzustandsiibergangs nur geringfiigig andert, verstarkt sich der Grundzustandsiiber-
gang des unpolaren Quantenpunktes durch die Coulomb-Wechselwirkung erheblich.
Dadurch haben beide Quantenpunkte einen dhnlich starken Grundzustandsiibergang, wie
anhand des Emissionsspektrums zu sehen ist. Bei der Absorption ist die Entartung des
Grundzustandsiibergangs im polaren Fall zu beriicksichtigen, durch die die Absorption an
der Grundzustandstibergangsenergie weiterhin deutlich grofier als im unpolaren Fall ist.

Aufenthaltswahrscheinlichkeit des Elektronen- und Loch-Anteils der
Exzitonen

Um den Unterschied zwischen Einteilchen- und Vielteilchenzustdnden besser darstellen
zu konnen, bietet es sich an jeweils die Aufenthaltswahrscheinlichkeit der Elektronen-
und Lochanteile der Zustiande zu vergleichen. Wahrend dies fiir die Einteilchenzustande

124



9.1 Verstdrkte Dipolkopplung durch Coulomb-Wechselwirkung in unpolaren
Nitrid-Quantenpunkten

unproblematisch ist, kann dies fiir die Vielteilchenzustinde nicht direkt erfolgen, da
es sich bei diesen Aufenthaltswahrscheinlichkeiten um Einteilchengrofien handelt, deren
Berechnung erfordert, dass der Elektron- bzw. Lochanteil der exzitonischen Zustinde
heraus projiziert wird. Um den Elektronanteil zu erhalten wird vom Dichteoperator

h\ X X h
p= Z g7¢ﬁ> caﬁca,ﬁ/ <¢zl,¢ﬁl

9.7)
aBa’ B
der Lochanteil abgespurt
pe = Z |bg,) Zcfﬁcé(’ﬁ (el
oo/ 15} (98)
~—_—
PZ o/

so dass man fiir die Aufenthaltswahrscheinlichkeit des elektronischen Anteils

W) = (ol ) = 3 {rlot) s (510) ©9)

af
erhilt. Analog erhélt man den Lochanteil durch Abspuren des elektronischen Anteils.

Diese Darstellung wird in den Insets von Abb. 9.6 genutzt. Die Aufenthaltswahr-
scheinlichkeit der Grundzustiande dndert sich durch die Coulomb-Wechselwirkung im
polaren Quantenpunkt nur schwach. Dagegen fiihrt die Wechselwirkung im unpolaren
Quantenpunkt zu einer deutlichen Annidherung der Elektronen und Locher. Im Folgenden
wird dies fiir den unpolaren Quantenpunkt genauer betrachtet.

Zusammensetzung der Vielteilchenzustande

Das Grundzustandsexziton des unpolaren Quantenpunkts setzt sich aus einer Vielzahl
von Einteilchenproduktzustinden zusammen. Um dies zu verdeutlichen, werden die
diagonalen Elemente der abgespurten Dichtematrix pfx/ah betrachtet (siehe GI. (9.8)). Diese
geben den Anteil der Einteilchenzustidnde o an der Normierung des elektronischen bzw.
Lochanteils des Vielteilchenzustandes an und sind in Abb. 9.7 dargestellt. Der elektronische
Anteil (a) besteht zu tiber 50% aus dem Grundzustand. Jeweils weitere etwa 10% Anteil
haben die beiden darauf folgenden Zustdnde. Die restlichen Zustande stellen im Schnitt nur

wenig mehr als 1%, wobei die Anteile beziiglich der Energie etwa exponentiell abfallen.

Dagegen tragt der Lochgrundzustand nur etwa 7% zum exzitonischen Grundzustand
bei (sieche Abb. 9.7b). Es gibt hier eine starke Durchmischung vieler Zustinde, wobei
eine Gruppe von Zustdnden deutlich starker als die iibrigen Zustdnde dhnlicher Energie
beitrdagt. Wahrend die Anteile der starker beitragenden Zustdnde zunichst dhnlich stark
mit der Energie abfallen wie bei den elektronischen Anteilen, ergibt sich ab etwa 150
meV ein etwa dreifach schnellerer Abfall. Es liegt nahe, dass dieser schnellere Abfall
durch die zunehmende Verschiebung der Zustdnde in die Benetzungsschicht weg vom
Quantenpunkt und die daraus resultierende Abschwéchung der Coulomb-Wechselwirkung
mit im Quantenpunkt lokalisierten Zustdnden zustande kommt.

Zur genaueren Untersuchung der stark und schwach beitragenden Gruppen von Zustanden
werden in Abb. 9.8 die Zusammensetzungen der ersten vier Zustdnde betrachtet. Beim
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Abb.9.7: Anteile der Finteilchenzustdnde an der Normierung des elektronischen Anteils
(@) und des Lochanteils (b) des Vielteilchengrundzustands des unpolaren
Quantenpunktes als Funktion der Einteilchenzustandsenergien relativ. zum
jeweiligen Grundzustand: Mit zunehmender Energie fillt tendenziell der Anteil,
wobei der Abfall fiir den Lochanteil beziiglich der Einteilchenenergien schneller
als exponentiell erfolgt. Aufierdem bilden sich zwei Klassen von Zustdnden
heraus, von denen eine beziiglich der jeweiligen Energie grofie und die andere
kleine Anteile am Vielteilchengrundzustand hat, wohingegen bis etwa 200 meV
kein Zustand einen mittleren Anteil aufweist. Beim elektronischen Anteil ist dies
nicht der Fall und der Abfall erfolgt etwa exponentiell.

Vergleich des Grundzustandes (rot) mit dem ersten angeregten Zustand (griin) stellt man
fest, dass die Zustinde, die beim Grundzustand schwach beitragen, beim angeregten
Zustand stark beitragen und umgekehrt, wobei der sich die Beitrdge beider Gruppen meist
um einen Faktor im Bereich von fiinf bis zehn unterscheiden. Da es sich zwischen dem
zweiten (blau) und dritten (lila) angeregten Zustand zwischen den Gruppen ebenso verhilt,
liegt der Schluss nahe, dass diese Gruppen - verglichen mit der Wechselwirkung innerhalb
der Gruppen - nur schwach miteinander wechselwirken.

Widhrend die ersten beiden Zustinde (rot und griin) bedeutende Beitrdge vieler
Einteilchenzustdnde besitzen, setzen sich Letztere (blau und lila) hauptsédchlich aus den
ersten beiden Einteilchenzustdnden zusammen. Dementsprechend liegen die Anteile der
iibrigen Einteilchenzustdnde etwa um einen Faktor zehn unterhalb der Anteile, die bei den
ersten beiden Vielteilchenzustanden auftreten. Dieser Unterschied macht sich insbesondere
in den Spektren bemerkbar (sieche Abb. 9.6). So entspricht die Absorptionsstirke der
letzteren Vielteilchenzustinde (2. und 3. angeregter Zustand; etwa 40 bzw. 60 meV
oberhalb des Grundzustandsiibergangs) etwa der Absorptionsstirke der ersten beiden
Einteilchentibergange, die relativ schwach sind. Dagegen fiihren die vergleichsweise grofien
Beitrdage der energetisch hoheren Einteilchenzustdnde, die grofiere Dipolstarken aufweisen
als die niederenergetischen Zustinde, zu einer relativ grofien Absorptionsstirke des
Vielteilchengrundzustands.

Dagegen setzt sich der Vielteilchengrundzustand des polaren Systems weitgehend aus dem
elektronischen Einteilchengrundzustand und den beiden entarteten Lochgrundzustianden
zusammen (nicht gezeigt), weshalb eben die in Abb. 9.6 gezeigte Aufenthaltswahrschein-
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Abb. 9.8: Anteile der Einteilchenlochzustinde an der Normierung der Lochanteile der
energetisch niedrigsten Vielteilchenzustinde des unpolaren Quantenpunktes:
Jeweils die Einteilchenzustinde, die zur am Grundzustand stdrker beitragenden
Klasse gehoren, tragen nur schwach zum ersten angeregten Zustand bei und
umgekehrt. Beim zweiten und dritten angeregten Zustand verhidlt es sich
ebenfalls so. Ferner setzen sich diese jeweils fast vollstindig (> 90%) aus dem
Einteilchengrundzustand beziehungsweise ersten angeregten Einteilchenzustand
zusammen.

lichkeit kaum durch die Coulomb-Wechselwirkung verdndert wird. Dies legt nahe, dass
es beim polaren Quantenpunkt eine gute Naherung ist, die Basis der CI Rechnung
nach wenigen Einteilchenzustdnden abzuschneiden, wohingegen diese Naherung beim
unpolaren Quantenpunkt aufgrund der starken Durchmischung nicht moglich ist.
Qualitativ kann dieser Unterschied auf die raumliche Trennung der angeregten Zustdande
zuriickgefiihrt werden. So fiihrt die etwa 2,5-fach stdrkere elektrostatische Feldstirke im
polaren Quantenpunkt dazu, dass auch die angeregten Zustiande rdumlich separiert sind,
wihrend es beim unpolaren Quantenpunkt zu einem erhshten Uberlapp der angeregten
Zustinde kommt, was eine stdrkere Elektron-Loch-Anziehung durch die Beimischung
angeregter Zustande zum Grundzustandsexziton bewirkt.

9.1.3 Abhangigkeit von der Wechselwirkungsstarke

Zur weiteren Analyse des Einflusses der Coulomb-Wechselwirkung wird betrachtet, wie
sich die Exzitonen und somit die Spektren in Abhdngigkeit der Wechselwirkungsstarke
verhalten. Dies ermoglicht es insbesondere, die fiir eine signifikante Anderung der
Grundzustinde und die damit einhergehende Zunahme der Dipolstirke benotigte
Wechselwirkungsstidrke zu ermitteln. Dazu werden gemaf3

H = Ho + ¢ Heoulomb » (910)
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wobei ¢ die Starke bzw. anteilige Wirkung der Coulomb-Wechselwirkung ist, Ab-
sorptionsspektren fiir verschiedene Stdarken berechnet. Fiir die Spektren wird hier aus
Darstellungsgriinden eine auf 0,1 meV reduzierte Verbreiterung verwendet, wie sie bei
tiefen Temperaturen auftritt [112].
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Abb. 9.9: Absorptionsspektrum der Elektron-Loch-Paare im unpolaren Quantenpunkt in
Abhéngigkeit der Stiarke der Coulomb-Wechselwirkung c: ¢ = 0 (links) entspricht
dem Spektrum der Einteilchenzustinde und ¢ = 1 (rechts) dem Fall voller
Vielteilchen-Coulomb-Wechselwirkung.

Abb. 9.9 zeigt die entsprechenden Ergebnisse fiir den unpolaren Quantenpunkt. Da eine
logarithmische Skala fiir die Absorption verwendet wird, sind die Anderungen der Dipole
mit zunehmender Wechselwirkung nicht zu erkennen. Auffallend ist das weitgehend
lineare Regime fiir grofie Teile des betrachteten Bereichs und die schwache Abweichung
der Steigungen der einzelnen Zustinde voneinander. Dieses lineare Regime entspricht
den Energierenormierungen der unverdnderten Einteilchenzustinde und bleibt solange
erhalten, wie die Vielteilchenzustdnde sich nicht verdndern, also ihre Zusammensetzung
beziiglich der Produktzustiande der Einteilchenzustdnde nicht bzw. nur schwach dndern.
Im Wesentlichen ergibt sich die Steigung in diesem Regime aus dem Abstand des
elektronischen und lochartigen Anteils der exzitonische Zustinde. So entspricht die
Steigung der Coulomb-Anziehung zweier Punktladungen im Abstand von etwa 6 nm.
Dieses Bild kommt der Situation zwischen den energetisch niedrigsten elektronischen
Einteilchenzustinden und den Einteilchenlochzustinden, deren Uberginge im hier
betrachteten Energiebereich auftreten, relativ nahe. Mit zunehmender Anregung der
beteiligten Zustinde nimmt dabei der Abfall leicht zu, da der Abstand der beteiligten
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Zustande abnimmt.

Sobald die Wechselwirkung so stark ist, dass es zu einer Durchmischung der Zustinde
kommt, ergeben sich bei der Energierenormierung nicht-lineare Effekte. Diese fiihren
insbesondere bei den beiden energetisch niedrigsten Zustdnden zu einer deutlichen
zusétzlichen Energieabsenkung, die im Vergleich zum polaren Quantenpunkt (siehe Abb.
9.10) um 29 meV grofer ist. Die Ursache fiir die erst ab etwa 80% der natiirlichen
Wechselwirkungsstiarke auftretenden tiberlinearen Effekte ist das Polarisationspotential,
das eine Anndherung der unterschiedlich geladenen, an den Exzitonen beteiligten
Ladungstrdger ungiinstig macht. Im Fall einer Wechselwirkung, die nicht ausreicht
diesen Effekt zu neutralisieren, bewirkt lediglich die Anziehung der kaum verdnderten
Zusténde eine Energieabsenkung. Ist die Wechselwirkung allerdings stark genug, dass eine
Annédherung trotz des Feldes vorteilhaft ist, fithrt die Anderung der Zustiande, die sich
als Durchmischung der Basiszustinde ausdriickt, zu tiberlinearen Effekten. Im Bild der
Punktladungen wiirden sich diese durch die zusétzliche Anziehung also nicht nur starker
anziehen, sondern auch ndher aneinander riicken und sich dementsprechend zusitzlich
starker anziehen.

Wie schon anhand von Abb. 9.8 gezeigt wurde, sind die beiden energetisch niedrigsten
Zustande im Fall voller Coulomb-Wechselwirkung stark durchmischt, was sich hier in dem
beschleunigten Energieabfall fiir grofie ¢ zeigt. Dagegen ist die Abnahme des dritten und
vierten Zustands fiir ¢ = 1 entsprechend ihrer Zusammensetzung aus jeweils weitgehend
nur einem Einteilchenzustand wieder anndhernd linear.

Im Unterschied zum unpolaren Quantenpunkt ergeben sich entsprechend Abb. 9.10 fiir
den polaren Quantenpunkt keine erkennbaren {iiberlinearen Effekte bei voller Coulomb-
Wechselwirkung (¢ = 1, in der Abbildung werden Wechselwirkungsstirken bis ¢ =
2,5 betrachtet). Allerdings stellen sich solche Effekte fiir Wechselwirkungen ein, die im
Vergleich zur Natur verstédrkt sind (¢ > 1). Dies ist konsistent mit der zuvor diskutierten
Erkldarung, dass die Polarisationsfelder zunachst iberwunden werden miissen, bevor sich
nennenswerte Durchmischungseffekte ergeben. So sind die Felder hier etwa um den Faktor
2,5 starker als im unpolaren Quantenpunkt. Eine derart erhhte Wechselwirkung stellt sich
unter natiirlichen Bedingungen bei Multiexzitonen ein, was vermuten lasst, dass sich auch
im polaren Quantenpunkt dhnliche Effekte ergeben, wie sie fiir den Unpolaren beobachtet
wurden, sofern eine grofiere Anregungsdichte vorhanden ist.

Daneben ist auffdllig, dass sich hier im Gegensatz zum unpolaren Quantenpunkt die
Steigungen im linearen Bereich zwischen den einzelnen Ubergéngen deutlich unterschei-
den, wobei die Steigung weitgehend vom beteiligten Einteilchenlochzustand abhangt. Dies
entspricht der Tatsache, dass der effektive Abstand zwischen den Ladungstragern mit
zunehmender Anregung tendenziell zunimmt. Das stdrkere Feld bewirkt ein Ausweichen
der Lochzustinde vom unteren Zentrum des Quantenpunktes nach AufSen, weg von
den niederenergetischen elektronischen Zustanden, wodurch die Einteilchengrundzustande
auch mit Coulomb-Wechselwirkung weitgehend erhalten bleiben. Die Ursache hierfiir liegt
in den starken Feldern.

Ferner ist hier das Entstehen von zusétzlichen Peaks im Spektrum bei zunehmender Wech-
selwirkungsstarke zu beobachten. Dies ergibt sich nicht nur durch das Auseinanderlaufen
zuvor iiberlagerter Peaks, sondern auch durch das Entstehen neuer optischer Uberginge,
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Abb.9.10: Absorptionsspektrum der Elektron-Loch-Paare im polaren Quantenpunkt in
Abhiéngigkeit der Starke der Coulomb-Wechselwirkung c: ¢ = 0 (links) entspricht
dem Spektrum der Einteilchenzustinde und ¢ = 1 dem Fall voller Vielteilchen-
Coulomb-Wechselwirkung. Dariiber hinausgehende ¢ > 1 entsprechen einer im
Vergleich zur Natur verstarkt angenommenen Wechselwirkung.

die zuvor aufgrund der hohen Symmetrie der Quantenpunkte dunkel waren und durch die
Einmischung anderer Einteilchenzustdnde mit zunehmender Wechselwirkung optisch aktiv
werden.

Zusammenfassung

Wiédhrend unsere Untersuchungen der Einteilcheneigenschaften vorhergehende Studien
[63, 107, 109] beziiglich des Riickgangs der Dipolstirke beim Ubergang von einem
polaren zu einem unpolaren Nitrid-Quantenpunkt bestétigen, zeigen unsere Ergebnisse der
Vielteilchenrechnung, dass die Coulomb-Wechselwirkung in unpolaren Quantenpunkten
von entscheidender Bedeutung fiir die optischen Eigenschaften ist und zu einer
betrdchtlichen Steigerung der Dipolstirke des Grundzustandsiibergangs fiihrt. Dies
wird durch eine starke Durchmischung vieler Einteilchenzustdnde verursacht. Dagegen
bewirkt die Coulomb-Wechselwirkung im polaren Fall aufgrund der stiarkeren Felder, die
einer Durchmischung entgegenwirken, neben einer Energieverschiebung nur schwache
qualitative Anderungen des Spektrums. Daraus folgt eine etwa gleich grofle Dipolstirke
der exzitonischen Grundzustandsiibergéange fiir beide Geometrien.
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9.2 Dipoliibergange zwischen Quantenpunkt- und
Benetzungsschichtzustanden

Zur Erkldarung der erhohten Dipolstidrke der unpolaren Quantenpunkte kommen neben den
zuvor betrachteten Coulomb-Effekten ebenfalls optische Uberginge mit Beteiligung von
Benetzungsschichtzustanden in Betracht. Diese liegen allerdings energetisch mindestens
200 meV vom Grundzustandsiibergang entfernt. Am nichsten liegen die Uberginge
zwischen den elektronischen Quantenpunktgrundzustinden und den Lochzustdnden in
der Benetzungsschicht, da die elektronischen Bander mit etwa 800 meV deutlich weiter
vom Grundzustand entfernt liegen als bei den Lochern (200 meV). Da dementsprechend
die Uberginge zwischen Benetzungsschichtzustinden ohne Beteiligung der Quanten-
punktzustinde also mindestens 1 eV oberhalb des Grundzustandsiibergangs liegen,
beschréankt sich diese Untersuchung auf die Uberginge zwischen dem elektronischen
Grundzustand mit den Lochzustdnden der Benetzungsschicht. Ferner werden hier lediglich
die Einteilcheneigenschaften betrachtet, also im Gegensatz zu den vorhergehenden
Untersuchungen keine Coulomb-Effekte berticksichtigt.
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Abb. 9.11: Durch Ubergénge zwischen dem elektronischen Quantenpunktgrundzustand
und den Lochbandern der Benetzungsschicht hervorgerufenes Absorptionsspek-
trum (lila, rechts): Die Energieskala ist relativ zum Grundzustandsiibergang
gewdhlt. Zusidtzlich ist die winkelgemittelte Bandstruktur der Lochzustinde
dargestellt (durchgédngige Linien in rot, griin und blau; links). Der Abstand der
gestrichelten Linien zur entsprechenden durchgingigen Linie gibt die effektiven
Dipolmatrixelemente zwischen dem betreffenden Band und dem elektronischen
Grundzustand in beliebigen Einheiten an. Die Berechnungen der Bandstruktur
wurden von Stefan Barthel durchgefiihrt; die Dipolmatrixelemente wurden
gemeinsam berechnet.
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Abb. 9.11 zeigt das Absorptionsspektrum der Uberginge zwischen dem elektronischen
Grundzustand mit den Lochzustdnden der Benetzungsschicht (lila). Auffillig ist der grofie
Peak 360 meV oberhalb des Grundzustandsiibergangs. Dieser Peak tibertrifft die Absorption
des Quantenpunktgrundzustandsiibergangs (auch bei Beriicksichtigung der Coulomb-
Effekte), wobei zu beachten ist, dass in diesem Energiebereich auch Ubergénge zwischen
Quantenpunktzustdnden liegen, deren Absorption die gleiche Grofie des hier gezeigten
Peaks erreicht. Zu diesem ausgeprdgten Peak kommt es durch die flache Dispersion
zweier Lochbdnder in der Benetzungsschicht (durchgéngige Linien in blau und griin) in
Kombination mit insbesondere beim dritten (blau) Band grofien Dipolmatrixelementen,
deren Grofle jeweils durch den Abstand der durchgingigen Linien zu den gestrichelten
Linien dargestellt sind. Wahrend dieses dritte Band fast ausschliefllich zu diesem Peak
beitragt, bewirkt des zweite (griin) Band zusétzlich einen Auslaufer in der Absorption, der
bis etwa 260 meV reicht. Daneben bewirkt das erste (rot) Band einen kleinen Peak bei 240
meV.

Bei den hier dargestellten Dipolmatrixelementen handelt es sich um effektive Dipolmatrix-
elemente, die die Ubergéinge mit allen Benetzungsschichtzustdnden eines Impulsbetrages
k berticksichtigen. Dementsprechend verschwinden diese Elemente fiir ¥ = 0 und
nehmen zundchst mit & zu. Dagegen nehmen die eigentlichen Dipolmatrixelemente
zwischen dem elektronischen Grundzustand und einem Benetzungsschichtzustand mit
grofier werdendem k ab, da deren zunehmend kurzwelligere Oszillationen dazu fiihren,
dass sich die Beitrdge unterschiedlicher Orte zu den Matrixelementen zunehmend
gegenseitig aufheben. Dieses Verhalten dominiert fiir grofSere k, so dass die effektiven
Dipolmatrixelemente auch fiir grofler werdende Impulse verschwinden. Daher gibt
es oberhalb von 400 meV mit Ausnahme des Ausldufers des grofien Peaks keine
nennenswerten Beitrage dieser Ubergénge zur Absorption.

9.3 Dichteabhangigkeit der Spektren polarer
Nitrid-Quantenpunkte

In diesem Abschnitt wird die Dichteabhingigkeit der Spektren polarer Nitrid-Quan-
tenpunkte unter dem Einfluss der Hartree-Fock-Renormierungen und Elektron-Phonon-
Wechselwirkung untersucht. Dazu werden wie im letzten Kapitel die Halbleiter-Bloch-
Gleichungen (8.13) mit der Elektron-Phonon-Wechselwirkung entsprechend Gl. (7.16) und
(7.17) kombiniert.

Es werden hier jeweils die drei am stdrksten gebundenen Quantenpunktzustinde der
Elektronen und Locher sowie die zwei energetisch am nédchsten gelegenen Lochbadnder
der Benetzungsschicht und ein entsprechendes elektronisches Band betrachtet. Die anderen
Quantenpunktzustinde werden aus numerischen Griinden nicht betrachtet. Wie in Kap.
9.1 gezeigt wird, ist zumindest bei kleinen Dichten die Wirkung dieser Zustiande durch die
Coulomb-Wechselwirkung auf die Grundzustandsiibergiange gering.

Im Gegensatz zu den zuvor betrachteten InGaAs-Quantenpunkten weisen die hier
Betrachteten nicht-diagonale Uberginge auf. In Abb. 9.12 sind diese schematisch dargestellt.
Die Entartung des Grundzustandes der Locher fiihrt zu zwei Grundzustandsiibergédngen
(rot) und analog kommt es zu einem weiteren zweifach entarteten Ubergang (blau).

132



9.3 Dichteabhingigkeit der Spektren polarer Nitrid-Quantenpunkte

Elektronen Abb. 9.12: Energieschema
der untersuch-
ten Quanten-
punkte  sowie
die  Grundzu-
standstibergan-
ge (rot) und
Ubergénge

zwischen  den
angeregten Zu-
Locher standen (blau).

Bemerkenswert ist dabei, dass die energetische Reihenfolge der Lochzustinde von der
genauen Groflie der Quantenpunkte abhidngt. So liegt der im betrachteten Quantenpunkt
angeregte Zustand bei einem kleineren Quantenpunkt unterhalb der entarteten Zustande.
Da sich die Auswahlregeln fiir erlaubte Uberginge dagegen nicht dndern, kommt es
fiir derartige Quantenpunkte zu einem dunklen Grundzustandsexziton. Eine zu der hier
gezeigten Untersuchung analoge Betrachtung derartiger Quantenpunkte ist in Ref. [115] zu
finden.

Um das lineare Absorptionsspektrum des Systems zu erhalten, wird die Suszeptibilitit x (w)
genutzt, deren Imaginérteil die Absorption darstellt. Die Suszeptibilitit
Pw)

x(w) = o) (9.11)
und somit die Absorption werden durch Anwendung eines externen elektrischen Feldes
E und die durch dieses erzeugte optische Polarisation P = }_  ; V,sd}, 5 bestimmt, siehe
auch Ref. [59]. Durch einen hinreichend kurzen und daher spektral breiten Puls kann das
System {iiber einen grofsen Bereich angeregt werden und damit auch die Suszeptibilitait
iiber einen grofsen spektralen Bereich bestimmt werden. Dabei wird die optische Anregung
entsprechend Kap. 8 analog zu den optischen Bloch-Gl. (8.3) und (8.4) modelliert. Im
Null-Dichte-Fall entspricht dies einer CI-Rechnung, wie sie in Kap. 9.1 zur Bestimmung
Vielteilchenzustande angewendet wird.

Abb. 9.13 zeigt die Absorptionsspektren der betrachteten InN-Quantenpunkte fiir verschie-
dene Gleichgewichtsbesetzungen bei 300 K. Oberhalb von etwa 1300 meV gibt es aufgrund
der Benetzungsschicht eine starke Absorption. Insbesondere fiihrt die Bildung von Exzito-
nen in der Benetzungsschicht zu einer Zunahme der Zustandsdichte an der Bandkante, so
dass die Absorption hier besonders stark ist. Unterhalb der Bandkante sind die Uberginge
zwischen den Quantenpunktzustidnden erkennbar. Mit zunehmender Besetzung vollzieht
sich ein Ubergang von Absorption hin zu Gewinn, da die Quantenpunktiibergénge durch
die zunehmende Besetzung invertiert werden. Ferner ist eine Verschiebung der Uberginge
hin zu hoheren Energien mit zunehmender Besetzungsdichte von jeweils {iber 150 meV
erkennbar. Dagegen dndert sich die Absorption durch die Benetzungsschicht nur wenig. Die
verglichen mit der Benetzungsschicht schwache Absorption der Quantenpunktiiberginge
ergibt sich durch die Quantenpunktdichte von 10'°/cm? und die daraus resultierende
geringere Zustandsdichte der Quantenpunktzustinde.
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Abb. 9.13: Absorptionsspektrum der Quantenpunkte fiir verschiedene Ladungstragerdich-
ten (Legende in cm™2): Rechts sind die Quantenpunktiibergdnge vergrofert

dargestellt.
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Abb.9.14: Die in Abb. 9.13 auftretenden Renormierungen (schwarz) und deren einzelne
Beitrdge (restliche Kurven, siehe Text) fiir den Grundzustandsiibergang (a) und
den Ubergang zwischen den angeregten Zustinden (b) in Abhéngigkeit der
Ladungstriagerdichte.

Die bereits erwidhnte Verschiebung der Uberginge von jeweils iiber 150 meV zu
hoheren Energien bei einer Anderung der Besetzungsdichte von 0 auf 5 - 10! /cm? wird
durch mehrere Beitrage hervorgerufen. Die einzelnen Energierenormierungen sowie die
resultierende Verschiebung gegeniiber dem freien Ubergang (schwarz) sind in Abb. 9.14a
fir den niederenergetischen Ubergang und in Abb. 9.14b fiir den hoherenergetischen
Ubergang dargestellt.

Der Hartree-Beitrag (griin, siehe Gl. (4.21)) entspricht der klassischen Coulomb-
Wechselwirkung. Dabei bewirkt der quantum-confined Stark effect in den Nitriden durch
die Separation von Elektronen und Lochern, dass sich jeweils gleich geladene Ladungstra-
ger nédher sind als entgegengesetzt geladene Ladungstrdger, so dass prinzipiell von einer
starkeren Abstofsung als Anziehung auszugehen ist. Dementsprechend fiihrt dieser Beitrag
zu einer Zunahme der Ubergangsenergie, die mit zunehmender Besetzungsdichte weiter
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ansteigt, sofern die Besetzung in den Quantenpunktzustanden noch weiter ansteigt. Dabei
ist zu beachten, dass in dieser Rechnung nur Einteilchenzustinde verwendet werden und
somit eine moglicherweise mit zunehmender Besetzung auftretende Reduktion des Stark-
Effekts durch die Anwesenheit der zusitzlichen Ladungstrdger nicht in der Rechnung
berticksichtigt wird.

Der Austausch-Beitrag ist hier in durch Besetzungen verursachte Anteile (rot, siehe GI.
(4.21)) und zusatzliche, tiber die Polarisation wirkende Anteile (blau, siehe Gl. (4.22))
aufgeteilt. Der durch Besetzungen hervorgerufene Anteil im Gegensatz zum Hartree-Beitrag
prinzipiell negativ. Die Auswirkungen auf die Polarisation sind wiederum proportional zur
Inversion f¢+ f" —1 des Ubergangs, so dass dieser Beitrag zur Verschiebung der Uberginge
tiir kleine Besetzungen negativ ist, mit zunehmender Besetzung ansteigt und schliefSlich
positiv wird, sobald Inversion eintritt.

Auch die Abschirmung der Coulomb-Wechselwirkung durch die Ladungstrdger in der
Benetzungsschicht nimmt mit zunehmender Besetzungsdichte zu. Dies bewirkt eine
Reduktion der durch die zuvor genannten Beitrdge hervorgerufenen Renormierungen.
Fiir die untersuchten Besetzungen fiihrt dies allerdings noch nicht zu einer Reduktion
der Beitrdge, da die an den Ubergéngen beteiligten Besetzungen bzw. Inversionen starker
zunehmen, als notwendig ist um die ansteigende Abschirmung zu kompensieren.

Entsprechend des verwendeten Modells ist der Beitrag der Elektron-LO-Phonon-Wechsel-
wirkung (lila, siehe Gl. (5.20)) hier unabhédngig von den Besetzungen und somit konstant.
Die leichten Schwankungen liegen im Bereich der Genauigkeit der Berechnung. Die
Verschiebung entspricht dabei in etwa dem nach Stérungstheorie zu erwartenden Wert von
—hwro - a = —45meV [19, 61].

Obwohl sich die Beitrdge teilweise kompensieren, resultieren aus ihnen deutliche
Energieverschiebungen (schwarz). Die Uberginge im leeren System sind ausgehend von
freien Ubergingen jeweils um etwa 100 meV zu niedrigeren Energien verschoben. Mit
zunehmender Besetzungsdichte nimmt die Ubergangsenergie zu, was hauptsichlich durch
den Hartree-Beitrag bewirkt wird. So ergibt sich fiir eine Besetzungsdichte von 5 - 10! /cm?
jeweils eine Energieverschiebung von etwa 50 meV zu hoheren Energien.
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10 Zusammenfassung

In dieser Arbeit werden unter Anwendung der Methode der Nichtgleichgewichts-
Greenschen Funktionen die Coulomb- und Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung in Halb-
leiterquantenpunkten untersucht. Mittels Renormierungen, die iiber retardierte Greensche
Funktionen beschrieben werden, erlaubt der verwendete Ansatz eine selbstkonsistente, mi-
kroskopische Beschreibung der durch die Wechselwirkungen verursachten Dephasierung
und Streuung. Die Renormierungen berticksichtigen nicht nur Energieverschiebungen und
-verbreiterungen, sondern auch komplexe Eigenschaften, die als Quasiteilchen interpretiert
werden konnen. Insbesondere bedeutet dies, dass keine strikte Energieerhaltung vorliegt.
Dabei werden nicht nur die Quantenpunkte an sich betrachtet, sondern auch eine an diese
gekoppelte, quasikontinuierliche Benetzungsschicht.

In Quantenpunkten kommt es aufgrund der Lokalisierung der Ladungstrager zu einer
verstarkten Kopplung zwischen diesen verglichen mit delokalisierten Ladungstragern.
Dies wirkt sich insbesondere auf die Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung aus, durch
welche sich eine Hybridisierung ergibt, die die Streuung zwischen Quantenpunktzu-
stinden deutlich verstdrkt. Allerdings wird diese Hybridisierung durch die Coulomb-
Wechselwirkung reduziert. Um diesen Einfluss zu quantifizieren, werden Streuraten
genutzt, die nicht nur die einzelnen Wechselwirkungen, sondern auch deren gegensei-
tige Beeinflussungen beriicksichtigen. So konnen die Streuraten der Elektron-Phonon-
Wechselwirkungdurch die Coulomb-Wechselwirkung um tiber die Halfte reduziert werden.
Dabei werden insbesondere die Streuraten zwischen Zustinden reduziert, die ohne
Coulomb-Wechselwirkung aufgrund ihres energetischen Abstands nahe der Energie der
LO-Phononen grofSe Streuraten aufweisen. Zusitzlich bewirkt das Zusammenwirken der
Wechselwirkungen eine energetische Verbreiterung der Zustande, die die Streuraten abseits
dieser Resonanz erhoht.

Fiir zukiinftige Untersuchungen konnte es interessant sein, zusétzlich zu den betrachteten
Wechselwirkungen auch die LA-Phononen zu betrachten. Diese lassen zwar aufgrund der
diskreten Quantenpunktzustinde keinen grofien Beitrag erwarten, tragen aufgrund ihrer
kleineren Energie gegeniiber LO-Phononen jedoch auch bei niedrigen Temperaturen bei.
Da sie unabhéngig von der Ladungstragerdichte auftreten, konnten sich ferner zusitzliche
Einfliisse auf die oben erwédhnte Hybridisierung ergeben, die bei niedrigen Dichten wichtig
sein konnten.

Die Streuraten werden auch genutzt, um die Vorteile des verwendeten Ansatzes gegeniiber
einer storungstheoretischen Rechnung zu verdeutlichen. So fithrt die Selbstkonsistenz
automatisch zur Berticksichtigung von Prozessen beliebig hoher Ordnung, so dass beispiels-
weise automatisch Streuung mit mehreren Phononen bertiicksichtigt wird, wohingegen
in einem storungstheoretischen Modell jede Ordnung, die beriicksichtigt werden soll,
explizit berechnet werden muss. Auch ergeben sich deutliche quantitative und qualitative
Unterschiede der Streuraten. Am deutlichsten wird der Unterschied bei der Betrachtung
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von zwei diskreten Quantenpunktzustinden, zwischen denen die durch LO-Phononen
assistierte Streuung nicht durch Anwendung von Fermis goldener Regel mit strikter
Energieerhaltung beschrieben werden kann; tatsichlich kommt es jedoch zu schneller
Streuung, die durch Nichtgleichgewichts-Greenschen Funktionen beschrieben werden
kann.

Ein weiterer Schwerpunkt dieser Dissertation war die Beschreibung des Einflusses der
Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung auf die kohidrente Dynamik optischer Anregungen.
Analog zu den Streuraten wurden Dephasierungsraten berechnet. Diese zeigen, dass
insbesondere in Quantenpunkten mit Zustinden nahe eines Kontinuums Dephasierung
schnell ablduft, was sich insbesondere negativ auf Anwendungen auswirkt, die Kohdrenz
erfordern. Die Untersuchungen des Einflusses der Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung
auf die Invertierung eines Quantenpunktiibergangs durch resonante Rabi-Oszillationen
sowie schnelle adiabatische Ubergange (RAP) zeigen, dass der Einfluss der Dephasierung
durch schnelle optische Anregungen, die teilweise in unter 100 fs ablaufen, deutlich
verringert werden kann. Derart schnelle Besetzungsianderungen fiithren jedoch zu
bedeutenden nicht-markovschen Effekten und somit zu einer weiteren Aufweichung der
Energieerhaltung; die Energieerhaltung stellt sich erst mit der Zeit ein. Dies bewirkt
insbesondere eine deutlich beschleunigte Streuung, die ebenfalls die Kohdrenz reduziert. So
ist auch Ausstreuung aus dem elektronischen Grundzustand in einen hoherenergetischen
Zustand durch die Emission eines Phonons aufgrund der spontanen Emission, die
temperaturunabhéngig ist, selbst bei 4 K ein effizienter Prozess. Dieses Verhalten ist
allerdings stark von den Energieniveaus der Quantenpunktzustdnde abhingig. So kann ein
weniger stark wechselwirkender Quantenpunkt als optischer Schalter verwendet werden,
der mittels resonanter w-Pulse invertiert wird. Auch ist RAP gut dazu geeignet, derartige
Quantenpunkte zu invertieren. Dabei ist insbesondere die relativ grofie Unabhéngigkeit der
erzielten Inversion von den Pulsparametern vorteilhaft. Dies ermoglicht beispielsweise auch
mit einem einzelnen Puls ein Ensemble von verschiedenen Quantenpunkte zu invertieren.
Allerdings ergibt sich dabei eine stiarkere Anfilligkeit gegeniiber den Wechselwirkungen,
so dass eine Verwendung als optischer Schalter fiir die betrachteten Quantenpunkte nicht
moglich ist.

Eine sinnvolle Erweiterung der Berechnungen zur kohdrenten Dynamik wdare die
Einbeziehung der Coulomb-Wechselwirkung. Dies erfordert allerdings - anders als bei
der Berechnung der Streuraten - die Einbeziehung von Ubergangsamplituden und
Dephasierung, was den Rahmen dieser Arbeit iibersteigt. Die Coulomb-Wechselwirkung
wiirde zusédtzliche Dephasierungs- und Steuprozesse bewirken. Andererseits konnte das
Zusammenspiel beider Wechselwirkungen - entsprechend den Streuraten - auch zu einer
Reduktion der Interaktion zwischen den Quantenpunktzustdnden fiithren. Insbesondere bei
den hier betrachteten schnellen Prozessen wére eine zweizeitige Rechnung, die auf den
GKBA (siehe Kap. 3.4) verzichtet, sinnvoll, jedoch auch numerisch deutlich aufwendiger.

Ein dritter Schwerpunkt bestand in der Untersuchung von Nitrid-Quantenpunkten.
Experimentelle Befunde, die eine erhohte Rekombination in unpolaren gegentiiber polaren
Nitrid-Quantenpunkten festgestellt haben, konnen durch den Einfluss der Coulomb-
Wechselwirkung erkldrt werden. Die intrinsischen Felder in Nitriden fithren durch den
quantum-confined Stark effect zu einer Separation von Elektronen und Lochern und damit
zu einer Reduktion der Dipolstérke, die direkt die Rekombinationsrate bestimmt. Dieser
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Effekt wird allerdings in unpolaren Quantenpunkten, in denen die Felder schwicher
sind, ausreichend durch die Coulomb-Wechselwirkung reduziert, um eine effiziente
Rekombination der Ladungstrdger zu ermoglichen. Der Fall eines einzelnen Exzitons
wird mittels Konfigurationswechselwirkungsrechnung betrachtet. Dies fiihrt fiir beide
Quantenpunkte zu etwa gleich starken Dipoliibergdngen der Grundzustdnde, wohingegen
diese ohne Wechselwirkung im polaren Quantenpunkt deutlich stdrker sind. Weitere
Untersuchungen zeigen, dass auch starke Dipoliibergénge zwischen Quantenpunkt- und
Benetzungsschichtzustdnden vorliegen, die allerdings bei deutlich hoheren Energien als die
Grundzustandsiibergédnge liegen.

Es wird gezeigt, dass die Uberwindung der Felder eine gewisse Wechselwirkungsstirke
erfordert, die beim polaren Quantenpunkt nicht erreicht wird. Daher wire die Betrachtung
von Multiexzitonen, bei denen die Wechselwirkung starker ist, von Interesse. So konnte
die Dipolstirke des unpolaren Quantenpunkts moglicherweise weiter verstarkt werden.
Auch konnte die beim Exziton kaum verdnderte Dipolstiarke des polaren Quantenpunkts
gegebenenfalls durch die zusitzlichen Ladungstrdager erhoht werden. Ferner werden hier
reine InN-Quantenpunkte betrachtet, so dass die Felder sehr stark sind, wohingegen
experimentell nur In-Konzentrationen von etwa 20% erreicht werden. Es ist daher
erstrebenswert, die Rechnung mit niedriger In-Konzentrationen durchzufithren, um sich
stirker am Experiment orientieren zu konnen. Dies konnte ebenfalls die Feldstirke
reduzieren und damit den Einfluss der Coulomb-Wechselwirkung verstarken.

Dariiber hinaus wurde die Besetzungsabhidngigkeit der Spektren des polaren Nitrid-
Quantenpunkts unter Einfluss der Elektron-LO-Phonon-Wechselwirkung und einfacher
Coulomb-Renormierungen betrachtet. Insbesondere kommt es dabei zu starken Energie-
verschiebungen. Dabei werden aus numerischen Griinden nur die niedrigsten Quanten-
punktzustiande beriicksichtigt. Daher bietet es sich an, bei zukiinftigen Untersuchungen
alle Quantenpunktzustiande zu berticksichtigen. Dies kann insbesondere in Verbindung mit
der reduzierten In-Konzentration erfolgen, da diese zu einer kleineren Anzahl gebundener
Zustanden fiihrt. Des weiteren wire es erstrebenswert, auch komplexere Effekte der
Coulomb-Wechselwirkung zu berticksichtigen, was fiir dieses Materialsystem ebenfalls aus
numerischen Griinden nicht erfolgte.

138



Teil IV

Anhang

139



A Uberlapp-Integrale fiir das Oszillatormodell

A Uberlapp-Integrale fiir das
Oszillatormodell

Dieser Abschnitt entspricht weitgehend dem entsprechenden Teil meiner Diplomarbeit
[103].

Entsprechend Kap. 2.2 kénnen die Zustande des InGaAs-Quantenpunktsystems als Produkt
einer Wellenfunktion £ (z) in Wachstumsrichtung z und Funktionen ¢,, (r||) in der Ebene der
Benetzungsschicht dargestellt werden,

@, (I') = Qa (I‘H) 13 (Z) s (Al)

wobei r)| die Projektion von r auf die Wachstumsebene ist.

Formfaktor

Diese Aufspaltung der Wellenfunktionen erlaubt es, den z-abhidngigen Anteil der
Matrixelemente in einem Formfaktor F' (‘qH ‘) zusammenzufassen, so dass die Coulomb-
Matrixelemente (vergleiche Gl. (4.4))

_ 1 2 e? F(q||) iq)r —iqr
Vo = o [ o s o e ) ol o) A

bei gegebenen Formfaktor nicht mehr vom vollstandigem q, sondern nur noch vom Anteil
in der Wachstumsebene ¢g|| abhéngen. Da der z-abhéngigen Anteil fiir alle Wellenfunktionen
gleich ist, ist der Formfaktor unabhangig von den betrachteten zustinden. Man erhalt fiir
diesen

F(|lay]) = / dz / d2' € (2)€* () emul=#ler (2 e (2) | (A.3)
wobei zur Ausfithrung der ¢.-Integration
1 ; / m /
dqz e’qu(Z—z ) — 76_Q|||Z_Z | A4
/ ¢ +qj q (Ad)
verwendet wird. Dabei gilt F(q; = 0) = 1 und dass der Formfaktor fiir grofser werdende

q|| stetig abnimmt. Fiir die Matrixelemente der Elektron-Phonon-Wechselwirkung folgt dies
vollkommen analog. Fiir einen unendlich hohen Potentialtopf erhélt man den Formfaktor

2
2 q L L 1 qL
F — q & — A5
(o) al HalE ) (qHL (Q||L)2+47T2> )

mit |q | = g
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Quantenpunkt-Uberlapp-Integrale

Fiir die Berechnung der Matrixelemente werden nun noch die Uberlapp-Integrale der
betrachteten Zustdande in der Benetzungsschichtebene benotigt.

Fir die Quantenpunktzustinde ergibt sich fiir diese gemafs (2.3)
P g &
(0m.RIEV NGy R) = (Sinle T dy ) €I (A.6)
mit
2
(dole’ | go) = ¢ 37 .

2
q
(Gole’ Ml |¢1 ) =iys i T

‘ [ =, (A7)
(Pl VM |ppy) = [1 - 4[32] e 12
2 2
(P1|e’ UM pg1) = /3 L F2i®q ;"i57 |

Dabei ist ®, der Winkel von q in Polardarstellung. Selbiges gilt im Folgenden auch fiir die
Vektoren k und k + q.

Orthogonalisierte ebene Wellen
Mittels der OPW!-Methode kénnen aus ebenen Wellen zu den Quantenpunktzustanden

orthogonale Benetzungsschichtzustdnde konstruiert werden. Dazu wird von den ebenen
Wellen deren Uberlapp mit den Quantenpunktzustdnden subtrahiert

’(bk |:|¢k Z ’(bm,R) <¢m,R|¢ﬁ> . (AS)
m,R

Dabei gilt fiir den Normierungsfaktor

Nie = \/1—NZ\<¢ﬁ|¢m>l2- (A9)

Die verschiedenen Quantenpunktpositionen R liefern hier lediglich einen Phasenfaktor, der
das Betragsquadrat nicht verdandert, so dass die Summation tiber die Quantenpunktpositio-
nen der N Quantenpunkte ausgefiihrt werden kann, wobei ¢,,, = ¢, 9. Mit Gl. (A.12) erhalt
man

nop E2) _&2
NE=1-4r 292 {1+2B2}e 7 (A.10)
wobei ngp = N/A die Dichte der Quantenpunkte auf der Benetzungsschicht ist. Eine
detailliertere Darstellung dieses Schemas ist beispielsweise in Ref. [81, 82, 83] zu finden.

!orthogonalized plane waves
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Uberlapp-Integrale der ebenen Wellen

Zur Berechnung der OPW-Uberlapp-Integrale werden die Skalarprodukte zwischen
Quantenpunktzustdnden und ebenen Wellen sowie die Uberlapp-Integrale der ebenen
Wellen benotigt. Fiir die Skalarprodukte zwischen den Quantenpunktzustdnden erhélt man
mit (2.3) und (2.5)

(Dldw) = (Ppldm) ™ (A11)
mit
2yml
o= fﬁ |1;| (A.12)
($2161) = ($2]o) ’ﬂ

wobei sich die tibrigen Skalarprodukte durch komplexes Konjugieren ergeben.

Die Uberlapp-Integrale der ebenen Wellen ergeben sich aus selbigen Gleichungen und
lauten

(S UTN|GR) = (Gme™ VM| ) e T alR

= (Gl ) ellkFR (A.13)
mit
(fole"lok) = 2\;; o (A.14)
(@x1|eIm110R) = (gole™m1|¢f) i|k;q|emk+q |
und
(Bl @mio) =6 (k— K —q) . A1)

Uberlapp-Integrale zwischen Quantenpunkten und OPW-Zustianden

Gemif Gl. (A.8) gilt fiir die Uberlapp-Integrale der Quantenpunktzustinde mit den OPW-
Zustanden

(¢ |e" U1l | gy, ) = <q’>m|eiqllr|\ | ) ekt R
{<¢m|6’zq'r” o0) — Z {Gmle™ N ) { Doy |¢k>} clktaR (A.16)

m/

Durch Einsetzen der Uberlappintegrale (A.7) und der Skalarprodukte (A.12) erhélt man

2 2 2
1 Z\f{ <k+q> —e_2k43+2q

(ol 16x) = 2

[1 - Zq cos (®g — @k)] } (A17)
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und

; 1 27 (|k+4q| - (ktq)? - 224 g2
<¢i1|e’tq”r|||¢k> = — { e 262 e:FZ k+aq _|_e 4[32
N
k \q/Aﬂ 5k o (A18)
2 FiPq _ D FiPr R Fid, | Fi(28q+Py)
g5 = 5 g ()

Uberlapp-Integrale der OPW-Zustinde

Analog folgt aus der Definition der OPW-Zusténde (A.8) fiir den Uberlapp dieser

k—q—-k)

, ) .
<¢k’equlr” ’¢k’> = ( Nka/ {1 + Z <¢2’¢m> <¢m|equ\r”|¢m’> <¢m’|¢2’>

m,m’ (A.19)

= [(Ghlem) [* = - [(olan)[” }

was sich durch Einsetzen der Uberlappintegrale (A.7) und der Skalarprodukte (A.12) in

. _ _ 1/ _ﬁ / _LQ
<¢k’e1q”r|||¢k/> :m{cll{){l_élﬂ-nQD |:e ;;2 <1+2k> _|_e /;2 <1+2k>:|

Nka/ /82 ﬂ ﬂ
_2k?42k2 442
+ 47rngzDe 452 1 {1 — % (/{’ COs ((I)k’ — cI)q) — k cos ((I)k — (I)q))
kK qQ q2
+ 2@ [(1 — 4ﬂ2) cos (P, — Ppr) — 17 cos (Py + Py — 2(I>q)] }
(A.20)

umformen lasst.
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B Tight-Binding Uberlapp-Integrale

Bei der hier verwendeten Tight-Binding Rechnung wird eine diskrete Basis aus Wannier-
Zustanden |[nR) verwendet, wobei n das Orbital und R den Ort der jeweiligen Einheitszelle
des Kiristallgitters beschreibt (siehe auch Kap. 2.3). Dementsprechend lassen sich die
Eigenfunktionen

_ n,R
|$a) = §Rca InR) (B.1)
und somit Uberlappintegrale
iqr n,R,x nR _iqR
(o |e' |¢a'>=ZRca G (B.2)

als Summe schreiben und berechnen.

Fiir die Benetzungsschichtzustdande wird wie bei dem Oszillatormodell ein Produktansatz
(A.1) verwendet, wobei sich hier die z-Anteile der einzelnen Zustande unterscheiden. Zur
Berechnung der Uberlappintegrale mit Beteiligung von Quantenpunkt- und Benetzungs-
schichtzustinden werden letztere durch Bildung des Produktes der z-Anteile und der
Anteile in der Ebene auf die gleiche Basis wie die Quantenpunktzustdnde gebracht, so dass
Gl. (B.2) zur Berechnung verwendet werden kann. Sind nur Benetzungsschichtzustinde
beteiligt, werden analog zu Gl. (A.2) Formfaktoren genutzt, wobei zu beachten ist, dass
sich die z-Anteile der Zustdande und daher die Formfaktoren fiir verschiedene Zustinde
unterscheiden.
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C Berechnung der Matrixelemente

Die Berechnung der Matrixelemente nach Gl (A2) kann fir die InGaAs-
Quantenpunktzustinde direkt erfolgen. Zwar liegt eine 1/q-Singularitit vor, doch ist
diese iiber das g-integral hebbar. Um nicht jeden Quantenpunkt einzeln betrachten zu
miissen, wird die Summation tiber die Quantenpunkte in die Matrixelemente gezogen,
die die Wirkung der Quantenpunkt- auf die Benetzungsschichtzustdnde beschreiben. Da
angenommen wird, dass alle Quantenpunkte identisch sind, ldsst sich die Summation als
Multiplikation mit der Anzahl der Quantenpunkte schreiben. Fiir diese gilt N = ngpA
mit ngp Quantenpunktdichte und A Fliche der Benetzungsschicht, wobei sich A bei der
Verrechnung mit der Normierung der Benetzungsschichtzustande aufhebt.

Ferner kommt es bei den quasikontinuierlichen Benetzungsschichtzustinden zu dem
Problem, dass deren Anzahl nicht begrenzt ist. Dieses Problem ladsst sich durch eine
Naherung 16sen. Geht man von einer winkelunabhidngigen Dispersion und Besetzung
aus, verfiigen Benetzungsschichtzustinde mit k-Werten innerhalb eines Betragsintervalls
ndherungsweise iiber gleiche Besetzungen und Energien. Dies erlaubt die Summation iiber
diese aus den Differentialgleichungen direkt in die Matrixelemente zu ziehen. So erhélt man
beispielsweise ein Fock-artiges Matrixelemente

Vakak = Z Vakak (C.1)
keK
das die Wechselwirkung eines Zustandes o mit den Benetzungsschichtzustanden im Bereich
K mitk € K g.dw. K—A < k| < K+ A darstellt, wobei 2A die Breite des Betragsintervalls
ist. Durch Umwandlung der Summation in eine Integration

A
Vosor = gz | I Vit )

lasst sich die Menge an zu berechnenden Groflen fiir die Benetzungsschicht auf eine
numerisch beherrschbare Zahl reduzieren. Die Fliche der Benetzungsschicht A hebt sich
bei der Verrechnung mit der Normierung der Benetzungsschichtzustdande auf.

Die 1/g-Singularitiat wird bei den Matrixelementen zwischen verschiedenen Benetzungs-
schichtzustdnden k k' aufgrund der §-Relation (Impulserhaltung) in den Uberlappintegra-
len zu einer 1/(k — k’)-Singularitit. Bei den oben beschriebenen Matrixelementen (C.2) wird
diese durch das k-Integral gehoben.

Fir die InGaN-Quantenpunktsysteme ist bei Beteiligung der Quantenpunktzustinde
Gl (44) anzuwenden, da keine Zerlegung der Quantenpunktzustinde in z-Anteil und
dazu senkrechten Anteil moglich ist. Auch wenn dieses Materialsystem schon in der
Néhe der Bandkante eine leichte richtungsabhéingige Bandstruktur der Benetzungsschicht
aufweist, wird hier obiges Schema zur Bildung von Matrixelementen, die Betragsintervalle
beschreiben, als Ndaherung angewendet.
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D Verwendete Parameter

Sofern nicht anders angegeben, wurden folgende Parameter fiir die Berechnungen
verwendet.

Parameter fiir das InGaAs-Quantenpunktsystem

LO-Phononenenergie hwro 36 meV
Frohlich-Kopplungskonstante e’ 0,06
effektive Elektronenmasse Me 0,067 my
effektive Lochmasse my 0,150 myg
Quantenpunktdichte ngp  101%m—2
Hohe der Benetzungsschicht Lwr 22nm
freie Energie der s-Schalen Elektronen € -2,2 hwr,o
freie Energie der p-Schalen Elektronen ¢, -1,1 Awro
freie Energie der s-Schalen Locher eg -0,8 hwro
freie Energie der p-Schalen Locher ez -0,4 hwr,o
Oszillatorparameter B 0,1797 nm~!
Dielektrizitatskonstante e(oc0) 12
Parameter fiir das InGaN-Quantenpunktsystem
LO-Phononenenergie hwrpo 90 meV
Frohlich-Kopplungskonstante o 0,5
Quantenpunktdichte ngp  10%m™2
Dielektrizitatskonstante e(c0) 84
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E Numerische Verfahren

Die Differentialgleichungen werden mittels eines Pradiktor-Korrektor-Verfahrens dritter
Ordnung entsprechend Ref. [90] gelost.

Die Integrationen werden abhangig vom Problem mittels Gauss-Chebyshev-Verfahrens so-
wie Trapez- oder Simpson-Regel berechnet. Diese etablierten Verfahren sind beispielsweise
in Ref. [90, 91] dargestellt. Fiir die hochdimensionalen Integrationen der Coulomb-Streuung
(SBA-Selbstenergie) wird eine Quasi-Monte Carlo Integration genutzt, die im Folgenden
vorgestellt wird.

Quasi-Monte Carlo Integration

Der Aufwand fiir die Berechnung von mehrdimensionalen Integralen tiber ein festes Raster
fiir jede Dimension nimmt exponentiell mit der Dimension zu. So stellen in dieser Arbeit
insbesondere die achtdimensionalen Integrale zur Berechnung der Coulomb-Streuung einen
grofien numerischen Aufwand dar. Eine ansprechende Alternative zur Verwendung fester
Raster stellen Monte Carlo Integrationen dar. Diese verwenden ein Set quasi zufélliger
Punkte im zu integrierenden Raum, die anstelle des festen Rasters ausgewertet werden. Fiir
hochdimensionale Integrale glatter Funktionen erhélt man mit dieser Methode ein deutlich
kleineren Fehler bei gleicher Anzahl auszuwertender Punkte bzw. bei gleichem Fehler
des Integrals sind weniger Punkte und damit weniger numerischer Aufwand notwendig.
Details und Untersuchungen sind in Ref. [73] zu finden.

Als quasi zuféllige Punkte wird dabei eine Sobol-Sequenz verwendet. Bei diesem
Verfahren werden quasi zufillige Punkte bestimmt, die unabhédngig von ihrer Anzahl
moglichst gleichmafiig verteilt sind, so dass es zu keinen Haufungen und damit
Ubergewichtungen von Teilen des zu integrierenden Raumes kommt. Diese Verteilung der
auszuwertenden Punkte (Quasi-Monte Carlo Integration) gewdéhrleistet gegentiiber einer
zufélligen Verteilung fiir glatte Funktionen mit steigender Anzahl der Punkte ein schnelleres
Konvergieren des Integrals. Eine Implementierung zur Berechnung einer Sobol-Sequenz
wird in Ref. [16] diskutiert.

Bei Anwendung dieses Verfahrens erhdlt man fiir das achtdimensionale Integral zur
Berechnung der Coulomb-Streuung (durch Ausstreuung assistierter Einfang) bereits bei
4 - 10% ausgewerteten Punkten die gleiche Genauigkeit, die bei Anwendung eines
gleichméfligen Rasters erst bei etwa 10! Punkten erreicht wiirde (nach Umformung in
zwei sechsdimensionale Integrale). Dabei wurde zur Erzeugung der Sobol Sequenzen ein
Programm von John Burkardt [17] verwendet.
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