Instituto de Fisica “Gleb Wataghin”, Departamento de Fisica da Matéria Condensada,

Universidade Estadual de Campinas.

TESE DE DOUTORADO

Estados eletrénicos e absorgao 6ptica em semicondutores de
baixa dimensionalidade

Autor: Gustavo Arnaldo Narvaez
Orientador: Prof. Dr. José Anténio Brum (IFGW/UNICAMP)

Co-orientador: Dr. Pawel Hawrylak (Institute for Microstrutural Sciences-National Re-

search Council of Canada)

o

W
- n , o o/a;_ W/M/’ o:k,
SI7e ey )(/7 /)‘)wfc)/""""‘Z

. A .
Banca examinadora: o ‘;\50-, f"N‘/ ‘)/0‘//E dl . / o e /)é
Prof. Dr. José Antonio Brum //’ AJ/‘}/;Q /: nLern G o NI
Prof. Dr. Nelson Studart Filho (7 eme / £ om!

Profa. Dra. Luisa Maria Ribeiro Scolfaro /‘%:‘.}-1/047 z ¢ 2
Prof. Dr. Eduardo Miranda (]/‘/ /j aals o

Prof. Dr. Leandro Russovski Tessler
R AR DO W%



FICHA CATALOGRAFICA ELABORADA PELA
BIBLIOTECA DO IFGW - UNICAMP

Narvaez, Gustavo Arnaldo

N227e Estados eletronicos e absorcfio dptica em
semiconductores de baixa dimensionalidade / Gustavo
Arnaldo Narvaez. -- Campinas, SP : [s.n.], 2000.

Orientador: José Antonio Brum e Pawel Hawrylak.
Tese (doutorado) - Universidade Estadual de
Campinas, Instituto de Fisica “Gleb Wataghin”.

1. Teoria dos excitons. 2. Mecéinica quantica. 3. Fermi,
superficie. 4. Semicondutores propriedades o6ticas. I. Brum,
José Antonio. II. Hawrylak, Pawel. III. Universidade Estadual
de Campinas. Instituto de Fisica “Gleb Wataghin”.
III. Titulo.

ii



o Instituto C.P.6165

& = s CEP: 13083-970

N Ry de Fisica . Tel. (19) 788-5305
UNICAMP Gleb Watagh’in e-mail: secpos@ifi.unicamp.br

MEMBROS DA COMISSAO JULGADORA DA TESE DE DOUTORADO DE GUSTAVO
ARNALDO NARVAEZ — RA 960758 APRESENTADA E APROVADA AOQ INSTITUTO DE
FISICA “GLEB WATAGHIN”, DA UNIVERSIDADE ESTADUAL DE CAMPINAS, EM
12/12/2000.

COMISSAO JULGADORA:

= 7 A5

Prof. Dr. José Antonio Brum (Orientador do Candidato) — IFGW/UNICAMP

Mtz dadt

Prof. Dr. Nelson Studart Filho — IF/UFSCar

LSy

Profa. Dra. Luisa Maria Ribgiro Scolfaro - IF/USP

Prof. Dr. Eduardo Miranda — IFGW/UNICAMP

Jener R [ pulpn

Prof Dr. Leandro Russovski Tessler — IFGW/UNICAMP

iii



Esta tese € dedicada a minha filha
e aos meus pais, duas geracoes
diferentes com as quais aprendi e

aprendo constantemente.



Agradecimentos

Varias foram as pessoas que me ajudaram na longa caminhada até hoje e certamente eu
sou grato a todas elas. Listar todos os nomes daqueles que colaboraram comigo seria um ex-
ercicio pesado para minha memoria porisso eu simplesmente listarei aqueles que visivelmente
participaram do dia a dia do meu trabalho e sempre estiveram dispostos a dar conselhos e
apoio. Eles sao: José A. Brum, pela orientacao, pelo seu interesse na minha formacao. pelas
inimeras ajudas nas coisas do cotidiano e pela amizade; Eduardo “The Jed:” Miranda pela
sua incansavel predisposicao a discutir assuntos de fisica, pela forma magistral com que ele
lecionou o curso de Teoria Quantica de Muitos Corpos onde aprendi a apreciar a beleza
da fisica de muitas particulas, e, sem davida, pelas especificas enlightening discussions que
fizeram ele merecedor do titulo de Jedi; Fernando Cerdeira pela orientacao nos primeiros
tempos aqui no Instituto de Fisica da Unicamp; Oscar Armando Garcia Perez por ter sido
um companheiro incansivel nesta caminhada, e a Jane por sua constante dedicacao, sua
indescritivel paciéncia e seu amor.

Agradeco também ao povo brasileiro pela hospitalidade representada impecavelmente
pelo povo do “Bar da Jaque”. e pelo apoio financeiro através das agéncias CNPq e FAPESP.

I also acknowledge all the people that made my visit to Canada an amazing exrperiency:
Rafa Sala, Mrs. Jensen, Paul Seringer, Mme. Purelte, Agatha, Twona, Macick, and Muoi
Tran, among many others. I also thank all the fellows of “Lunergan’s Pub” that suffered me
singing in the Videoke nights.

I specially thank Pawel Hawrylak for teaching me that physics can be as exciling as you
want, and for all the life lessons he gave me that showed me something that could seem simple
however many people do not see it: physics makes part of something even more exciting, life.

Finalmente. agradeco a minha filha por ela me mostrar que cada minuto de esfor¢o e

sacrificio valem a pena. a toda minha familia...

... y al tata Dios.



Resumo

Neste trabalho estudamos o efeito combinado da interacao elétron-elétron e a mobilidade
do buraco de valéncia nos estados eletronicos e a absor¢ao optica em semicondutores de
baixa dimensionalidade dopados com elétrons. Modelamos dois sistemas diferentes: i) pon-
tos quanticos auto-organizados, e ii) sistemas bidimensionais. No primeiro caso calculamos
a absorcao optica usando diagonalizacao exata para o calculo dos estados eletronicos finais
na presenca do buraco de valéncia. Nossos resultados mostram que o efeito combinado das
interacoes e o recto do buraco originam um espectro de absor¢ao complexo que apresenta
assinaturas claras do niumero de elétrons ocupando o ponto quantico. No caso de sistemas
bidimensionais focalizamos nossa atencio em dois problemas especificos: 1) o estado funda-
mental de um complexo de dois elétrons e um buraco de valéncia (trion), e ii) os estados
eletronicos e absorcao optica de um gas de elétrons bidimensional. Por um lado, usando
técnicas de diagonalizacao exata e o método variacional. mostramos que o efeito da mobili-
dade do buraco de valéncia no estado fundamental do trion pode ser representado por uma
interacao adicional entre os elétrons. Esta nova interagao modifica a correlagao eletronica
e tende a diminuir a energia de ligacao do complexo. Por outra parte, o estudo dos esta-
dos eletronicos do gas de elétrons 2D foi feito na aproximacao de campo médio (Hartree
e funcional da densidade local) em um sistema finito. Calculamos o espectro de absorcao
optica usando um modelo de uma particula que permite a inclusao dos efeitos da interacao

eletrénica e do reciio do buraco.



Abstract

In this work we study the combined effect of the electron-electron interaction and the
valence-hole mobility on the electronic states and optical absorption in low dimensional
electron doped semiconducting systems. We model two different systems: i) self-assembled
quantum dots, and ii) two-dimensional systems. In the first case we calculate the optical
absorption using exact diagonalization techniques to calculate the final electronic states in
the presence of the valence-hole. Our results show that the combined effect of interactions
and hole recoil originate a complex absorption spectrum with clear signatures of the number
of electrons charging the dot. On the case of two-dimensional systems we focused in two
specific problems: 1) the ground state of a complex having two electrons and a valence
hole (trion), and ii) the electronic states of a two-dimensional electron gas. Using exact
diagonalization techniques and a variational method we show that the effect of the valence-
hole mobility may be considered as an additional interaction among electrons. This new
interaction modifies the electronic correlation and tends to decrease the binding energy of
the complex. On the other side, the study of the electronic states of the two-dimensional
electron gas was performed within a mean-field approximation (Hartree and local density
functional) on a finite system. We calculate the absorption spectrum using a single-particle

model that allows us to include the effect of electronic interactions and hole recoil.

vii






Conteudo

1 Motivagao

I Sistemas zero-dimensionais

2 Pontos quanticos semicondutores

2.1 Estrutura eletronica. . . . . . . . . . e

3 Absorc¢ao dptica em pontos quanticos
3.1 Resultados e discussao . . . . . . . . ..
3.1.1  Absorc¢ao de um exciton em um ponto quantico nao dopado . . . . .
3.1.2  Absor¢ao num ponto quantico carregado . . . . ... ... L.
3.1.3 Efeitos de correlacao no estado eletronico inicial . . . . . . ... ...

3.2 Conclusoes . . . . . . .

IT Sistemas bidimensionais
4 Pocgos quanticos semicondutores

5 Estado fundamental do X~ bi-dimensional
5.1 Modelo . . . .. Lo
5.1.1 Método de configuragao-interacao . . . . . . .. ... ... ... ...
5.1.2 Meétodo variacional . . . . . ...
5.2 Resultados . . . . . . ..

6 Absorgao 6ptica em um géas de elétrons 2D
6.1 Hamiltoniana Modelo . . . . . . . . . . . ...

vii

ix

11
12

17
17
18
18
19
20

23

25

27
27
29
30
31

45



X

CONTEUDO

6.2 Calculo autoconsistente dos estados eletronicos . . . . . .. .. .. ... ... 47
6.2.1 Aproximacao de Hartree . . . . . . . . ... ... 0L 47
6.2.2 Efeitos de troca e correlagdo eletronica . . . . . .. .. .. ... ... 50
6.2.3 Resultados e discussao . . . . . . . .. .. ... L 51

6.3 Absorcao optica . . . . . . . ... 59
6.3.1 Limiar de absorcao . . . . . . . . . . oo 59
6.3.2 Formadelinha . . ... ... ... ... ... oo 60

6.4 Conclusdes . . . . . . . . . L e e e 68
6.5 Apéndice. . . . ... 69

7 Conclusao 71



Lista de Figuras

2.1
2.2

2.3

4.1

6.1

6.2

6.3

6.4

6.5

6.6

6.7

6.8

Morfologia de uma amostra contendo QD auto-organizados. . . . ... . ..
Espectro truncado dos estados de um oscilador harmoénico isétropo bidimen-
sional. ... oL L e

Estados de N=4 elétrons justificando o uso da regra de Hund . . . . . . . ..
Possiveis formas de modulacio da estrutura de bandas em uma superrede.

(a)Potencial efetivo na aproximagao de Hartree para N=>57 elétrons num disco
de R = 10af calculado autoconsistentemente em um nimero diferente de
subespacos de momento angular m.(b) Comparacgao do nosso resultado com
ng=4eng =20 . . . . e e e e e e e
Potencial efetivo na aproximacao de Hartree para discos de raio R = 10aj e
R = 15a% e densidade eletronica aproximadamente 1.1 x 10 em=2. . . . . .
(a) Potencial efetivo para o estado inicial e o estado final na aproximacao
de densidade local para um disco de raio R = 10a% e N = 57 elétrons.(b)
Densidade eletronica radial no estado final. . . . . . .. ... ... ..
Espectro de energia do estado inicial e final para N = 57 elétrons e R = 10a
Estados eletronicos e limiar de absorcao em funcao do nimero de elétrons no
estado inicial para um disco de R =20ag. . . . . . . . ... ... ..
Limiar de absorcdo em funcao do nimero de elétrons no estado inicial em
duas situagdes qualitativamente diferente: i) polarizagao de spin nula(SU) e
polarizagao de spin igual a 1(SP). . . . .. .. ... ... .
Espectros de absor¢ao 6ptica na aproximacao de densidade local para difer-
entes tamanhos do disco conservando fixo o nimero de elétrons. . . . . . . .
Espectro de absor¢ao em fun¢ao do nimero inicial N de elétrons no disco.

Painel interno: separacao dos picos no espectro de absorcao em funcao de V.

1X

14
15

26

53

54

26
57

61

xi



LISTA DE FIGURAS

6.9 Espectros de absor¢ao 6ptica considerando os efeitos da mobilidade do buraco

criado Opticamente. . . . . . .. L.

6.10 Espectros de absorcao dptica considerando os efeitos da mobilidade do buraco

em ordem zero na interacao V,,. . . . . .. ...



LISTA DE FIGURAS



Capitulo 1
Motivacao

Em um material semicondutor a absor¢ao de um féton promove um elétron da banda de
valéncia para a banda de conducao. A interacao foton-matéria é um dos problemas mais
interessantes da matéria condensada. Este é um problema de muitas particulas uma vez que
a banda de valéncia do material esta completamente preenchida por elétrons e a remocao de
um deles cria uma lacuna chamada de buraco de valéncia. Este buraco interage efetivamente
com o elétron que foi promovido a banda de conducao. Esta interacao efetiva é um fenémeno
de muitos-corpos. Se imaginamos que no estado anterior ao processo de absor¢ao temos N
elétrons na banda de valéncia, no estado final, apds a absor¢ao, os N — 1 elétrons que ainda
ocupam estados da banda de valéncia interagem entre si e com o elétron que agora ocupa
estados da banda de conducao. Esta interacao eletronica determina o potencial efetivo entre
o buraco de valéncia e o elétron de conducao. Apds algumas aproximacoes, a dinamica desta
excitacao eletronica do sistema pode ser descrita em termos da dinamica de uma particula
efetiva: o exciton.

A interagao efetiva entre o elétron de conducao e o buraco de valéncia é atrativa e
Coulombiana. A carga das particulas envolvidas, elétron e buraco, é blindada pela constante
dielétrica do meio. Assim, V57 = —e2/k|7j| com 7 = 7, — 1. Pela simetria desta interacio
e dentro da aproximagao de bandas parabdlicas, o movimento do exciton pode ser separado
em um movimento do centro de massa das duas particulas e de uma particula reduzida de
massa efetiva u = memy,/(me + my). Os estados excitonicos do movimento reduzido sio
tipo hidrogenoides e apresentam um espectro de infinitos estado ligados mais um continuo
de estado estendidos. O estado fundamental do exciton possue energiada ordem de Ex =
e*u/26%h* = R e extensao da ordem de a¢f = (h/2xR)Y/?. R é o Rydberg excitéonico e ele

difere do Rydberg atomico devido a massa reduzida e a constante dielétrica do meio. Isto



4 CAPI{TULO 1. MOTIVACAO

origina-se na diferente natureza existente entre o sistema excitéonico e o atémico.

Amostras de semicondutores cristalinos nao dopados de alta qualidade(baixo nivel de
pureza) foram obtidas no fim dos anos 50. Isto permitiu observar experimentalmente os
efeitos excitonicos previstos tedricamente com mais de duas décadas de antecipacao por
Frenkel[1] e Wannier[2], entre outros. Experimentos de refletivade. emissao e absorcao 6ptica,
em cristais de alta pureza de Si, Ge, GaAs e InP. permitiram observar assinaturas destes
estados excitonicos nos espectros opticos.

Com o avango da tecnologia, nos anos 80 surgiu a possibilidade de preparar amostras
de materiais semicondutores onde o movimento em uma das direcoes é confinado. Estas
amostras sdo preparadas utilizando a técnica de crescimento epitaxial por molecular beam
epitazy entre outras. Este cristal sintético que apresenta os pogos quanticos é crescido ca-
mada por camada. Para produzir os pocos quanticos se cresce uma heteroestrutura de dois
compostos com diferentes estruturas eletronicas. Inicialmente se cresce uma camada de
composto A e emseguida uma camada fina do composto B seguida por outra camada A.
A diferenca no valor do gap entre os dois materiais produz uma modula¢ao das bandas de
energia na direcao de crescimento(epitaxial) que, devido a pequena dimensdo que o material
possue na direcdo de crescimento, leva a efeitos de confinamento quantico em um sistema tipo
poco de potencial. Os estados eletronicos estendidos tem natureza bidimensional e formam
subbandas na direcao perpendicular a direcao de crescimento. Estes materiais sintéticos
abriram a possibilidade de estudar experimentalmente os estados excitonicos em um regime
de baixa dimensionalidade. Resultados experimentais de emissao e absorcao confirmaram a
presenca destes estados excitonicos confinados, confirmando a natureza quase-bidimensional
do sistema.

Analogamente ao efeito observado em metais, a presenca de portadores de carga na banda
de conducao do poco quantico produz grandes altera¢oes nos espectros de emissao e absor¢ao
optica. Em particular, os efeitos de muitos corpos decorrentes da interacao eletronica sao
ampliados em amostras contendo po¢os quanticos devido ao confinamento espacial. As den-
sidades eletronicas que podem ser atingidas nestes materiais quase-bidimensionais, produzi-
das por dopantes incluidos no material hospedeiro afastados do poco. produzem energias de
Fermi compardveis com a energia tipica da interacao eletronica. Esta é uma caracteristica
originada pelo confinamento espacial presente no sistema. Fenomenos como a singularidade
no nivel] de Fermi foram observados experimentalmente nestes sistemas tanto em medidas do
fotoluminescéncia como de absor¢ao éptica. Do ponto de vista tedrico, os efeitos da mobil-

idade do buraco de valéncia criado no processo de absorcao dptica, originada na dispersao



da banda de valéncia, ndo permitem sua inclusao nos calculos de uma forma sistematica.
Somado a isto esta o fato de que a interacao entre particulas tem uma escala comparavel com
a energia de Fermi nestes sistemas. Estes dois elementos fazem o calculo das propriedades
6pticas bastante dificil. Em particular. os resultados mais recentes do espectro de absor¢ao
nestes sistemas quase-bidimensionais indicam o desaparecimento da singularidade no nivel
de Fermi. Esta conclusao estaria em oposicao aos resultados experimentais existentes. Ar-
gumentos de localiza¢do do buraco de valéncia em defeitos da interface entre os materiais
da heteroestrutura poderiam ser usados para justificar a existéncia da singularidade nos es-
pectros experimentais. Resultados recentes indicam que mesmo em amostra de alta pureza,

onde espera-se que o buraco seja moével, as singularidades estao presentes no espectro.

Nos 1ltimos dez anos. novos avangos tecnolégicos permitiram crescer amostras de qual-
idade que exibem efeitos de confinamento nas trés dire¢oes do espacgo. Estes sistemas zero-
dimensionais. conhecidos como pontos quanticos. também tem sido objeto de estudo tanto
teérico como experimental. Apds estes primeiros anos de trabalho, concluiu-se que os estados
eletronicos e as propriedades Opticas destes sistemas comportam-se como atomos artificiais.
A principal diferenca com atomos reais é o potencial de confinamento dos elétrons. Os es-
pectros 6pticos de emissao em fungao do campo magnético mostram uma alta complexidade
devido ao efeito combinado da interacao elétron-elétron. da mobilidade do buraco e da es-
trutura eletronica. Os resultados obtidos por nds para o espectro de absor¢ao na auséncia
do campo magnético também refletem a importancia da interacao eletronica e da mobilidade
do buraco fotocriado. Os avancos tecnologicos tem permitido testar experimentalmente um
unico ponto quantico. Os resultados obtidos mostram um grande acordo entre teoria e exper-
imento. Embora a espectroscopia de um ponto quantico isolado esteja altamente avangada
ainda nao se tem feito um estudo sistematico da emissao/absor¢ao 6ptica em pontos quanticos
carregados com alguns elétrons. Por outro lado, nao ha um estudo completo dos efeitos da
dopagem eletronica em pontos quanticos, incluindo os estados eletronicos do continuo devido
a presenca da wetting layer. Modelos do espectro 6ptico de emissao e absor¢ao ainda estao

ausentes.

Os trabalhos desenvolvidos nesta tese visam entender o efeito combinado da interacao
elétron-elétron e a mobilidade do buraco de valéncia nos estados eletronicos e na absorcao
Optica de estruturas semicondutoras de baixa dimensionalidade. Em particular, temos estu-
dado em detalhe a absorcao optica em pontos quanticos semicondutores auto-organizados,
e sistemas eletronicos bidimensionais. Para modelar estes sistemas utilizamos diferentes

formalismos tedricos, entre eles: diagonalizagao exata, método variacional e céalculo auto-
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consistente. Nossos resultados mostram que a absorcao éptica é uma grandeza sensivel a
interacao entre os elétrons presentes no sistema e também é fortemente determinada pela
mobilidade do buraco. Nossa conclusao principal é: interagoes e mobilidade do buraco atuam
em forma combinada para dar um espectro de absorcao 6ptica extremamente complexo. Ao
longo desta tese tentaremos expor e fundamentar claramente esta conclusao.

A organizacao desta é a seguinte:

Capitulo 2: introduz os principais resultados experimentais e idéas gerais sobre pontos
quanticos discutindo brevemente os estados eletronicos de pontos quanticos auto-organizados.

Capitulo 3: apresenta os resultados obtidos teérica e experimentalmente para a absorcao
Optica em pontos quanticos auto-organizados. Duas situagoes diferentes foram investigadas:
pontos quanticos i) nao dopados. e ii) carregados com N elétrons. Apos a inclusao de um
par elétron-buraco no sistema eletronico na absorcao optica, a parte eletronica do exciton
se acopla resonantemente com diferentes configuragoes eletronicas, na presenca do buraco
fotocriado, através da interacao direta e de troca. Estas configuragoes resonantes estao pre-
sentes no sistema devido a relaxacao do buraco junto com excita¢oes do sistema eletronico.
Devido a esta interacao o exciton como quase-particula bem definida deixa de existir. O
espectro de absorcao optica é complexo e é determinado pelo numero especifico de elétrons
ocupando a caixa quantica. Os resultados experimentais mostrados neste Capitulo foram
obtidos pelo Dr. Manfred Bayer e colaboradores na Universidade de Wiirzburg na Ale-
manha. Os resultados mostrados neste capitulo foram publicados no Physical Review B[3] e
no Physical Review Letters[4].

Capitulo 4: Introduz o conceito de superrede semicondutora e discute a formacao de gases
de elétrons quase-bidimensionais neste tipo de materiais sintéticos. Apresenta a técnica de
crescimento destas superredes.

Capitulo 5: descreve o problema dos estados eletronicos de um sistema semicondutor bi-
dimensional puro constituido por dois elétrons e um buraco na banda de valéncia. Este con-
junto de particulas forma uma entidade conhecida como exciton carregado negativamente( X 7).
O estado fundamental e a energia de ligacao deste complexo foi modelado utilizando a técnica
de configuracao-interacao e também seguindo o método variacional. Dentro da aproximacao
parabdlica para as bandas de conducao e valéncia identificamos um Hamiltoniano efetivo
para o X~. Mostramos que a energia de ligacao do exciton carregado negativamente pode
ser muito bem aproximada pela energia de ligacio de duas particulas com massa efetiva
excitonica(reduzida) ligadas a um centro espalhador Coulombiano fixo, interagindo através

de forcas Coulombianas. O desvio desta aproximacao nos fornece informacao sobre a in-



terferéncia entre os efeitos da interacao elétron-elétron e da massa mével do buraco. Os
resultados deste capitulo foram aceitos para publicacdo na revista Physica E.

Capitulo 6: é dedicado ao problema da absor¢ao 6ptica em um gas de elétrons bi-
dimensionais(2DEG) em um material semicondutor. O objetivo deste trabalho é entender o
efeito da interacao elétron-elétron e da mobilidade do buraco de valéncia na singularidade
no nivel de Fermi, presente nos espectros de absorcao optica deste tipo de sistemas. Para
calcular o limiar e o espectro de absor¢ao optica do 2DEG seguimos o modelo implemen-
tado por Brum e Hawrylak[67]. O cédlculo dos estados eletronicos é feito autoconsistentemte,
emulando o gas de elétrons de densidade eletrénica nyp com um conjunto de N elétrons
confinados em um disco bi-dimensional de raio R. O efeito de correlacao e troca electronica
é considerado dentro da aproximacao de Funcao de Densidade Local[44, 45]. O célculo do
espectro de absor¢ao dptica é feito utilizando o modelo de Combescot-Nozieres[46]. O efeito
da mobilidade do buraco de valéncia no espectro de absorcao optica é tratado aproximada-
mente, seguindo a teoria de Hawrylak[64]. Os resultados iniciais obtidos, e mostrados neste
Capitulo. refletem a alta complexidade do problema. Os efeitos de confinamento introduzidos
pelo disco que emula o espaco bi-dimensional sao importantes. Isto dificulta enormemente
o estudo da dependéncia da absorcao Optica com a densidade eletronica nyp. Os resulta-
dos obtidos para a forma de linha da absorcao 6ptica ,considerando o buraco de valéncia
localizado. reproduz resultados existentes na literatura[67. 64]. A descri¢ao do rectio(massa
moével) do buraco fotocriado nao permite tirar resultados conclusivos sobre o seu efeito na
singularidade no nivel de Fermi. Isto sugere a necessidade de um calculo em um melhor nivel
de aproximacao.

Finalmente, apresentamos uma Conclusao Geral sobre os problemas abordados nesta tese
contendo uma sintese dos principais resultados obtidos e as possiveis derivacoes de nosso

trabalho.



CAPITULO 1. MOTIVACAO



Parte 1

Sistemas zero-dimensionais



Capitulo 2
Pontos quanticos semicondutores

O desenvolvimento da tecnologia tem permitido o crescimento de microestruturas de es-
tado sélido que exibem confinamento quantico, dos portadores de carga, nas trés diregoes
do espaco: pontos quanticos(QD)[5]. Os resultados de pesquisas tedricas e experimentais
tem revelado caracteristicas muito interessantes de QDs intrinsecos e dopados: estrutura
eletronica de camadas[6, 8, 7, 20, 24]. bloqueio Coulombiano, [8. 7. 21] efeitos magnéticos
intrinsicos, mesmo na auséncia de campo magnético aplicado [22, 11, 24, 25], emissao es-
timulada coerente-laser[12] entre outras. Em todas estas caracteristicas dois elementos tem
um papel fundamental: geometria do ponto quantico e intera¢oes entre portadores. A forma
geométrica e o tamanho determinam a natureza do confinamento quantico. Isto é refletido
nos estados eletronicos da banda de conducao e de valéncia dos QQDs. Por um lado. pon-
tos quanticos definidos eletrostaticamente, utilizando contatos geometricamente modelados,
ou resultantes de ataques quimicos de heteroestruturas possuem tamanhos da ordem de
100nm[13][8]. No caso de pontos quanticos auto-organizados estes podem ter tamanhos em
torno de 20nm/[29]. Na proxima Secao discutiremos o método de crescimento destes pontos
quanticos. A interacao Coulombiana entre elétrons e elétron-buraco tem um papel "sin-
tonizavel” dependendo da magnitude desta interacao comparada com com a escala tipica
de energia de confinamento. Quando a energia tipica Coulombiana é predominante frente
ao confinamento, fenéomenos como o bloqueio Coulombiano estdao presentes no QD. No caso
contrario, se a escala de energia do confinamento é maior que a da interagao entre particulas
as propriedades opticas e de transporte sdo determinadas pela estrutura eletronica de uma
particula do sistema. Em pontos quanticos auto-organizados a escala tipica da interacao
Coulombiana é menor que a escala imposta pelo confinamento. Este regime é chamado de

confinamento forte. Propriedades épticas como a fotoluminescéncia e absorcao, assim como

11
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Figura 2.1: Morfologia de uma amostra contendo QD auto-organizados.

a capacitancia eletronica tem sido medidas em QDs com um niumero variavel de elétrons.
A variacdo do nimero de elétrons é conseguida colocando a heteroestrutura que contém
os pontos quanticos em um capacitor e aplicando um campo elétrico variavel perpendicu-
lar a superficie que contém os pontos quanticos. Experimentos sofisticados de transmissao
de luz(absorcao) e espectroscopia da capacitancia foram relatados por Fricke et al [15], e
Warburton et al. Os resultados mostram que os efeitos de carga eletronica no espectro de
absorcao interbanda podem ser bem explicados assumindo que os estados eletronicos de uma
particula formam camadas de estados degenerados e incluindo as interacoes elétron-elétron
e elétron-buraco na aproximacao de campo médio.

Nosso objetivo nesta parte da tese é estudar o efeito da interacado eletronica e a mobilidade
do buraco de valéncia no espectro de absorcao éptica destes pontos quanticos autorganiza-
dos. A evidéncia experimental de um numero reduzido de camadas de estados eletronicos
fortemente confinados permite fazer um estudo sistematico tanto dos estados eletronicos
quanto da absorcao, na presenca de dopagem eletronica. Somado a isto, a possibilidade de
examinar experimentalmente um tnico ponto quantico fazem deste sistema um laboratério
para o estudo da fisica fundamental de muitos-elétrons.

Na proxima Secoes discutimos em detalhe os estados eletronicos nestes pontos quanticos.

2.1 Estrutura eletronica

Os elementos que participam na determinagdo dos estados eletronicos sao muitos, alguns

deles comum aos presentes em pocos quanticos(vide Se¢ao 4): i) descontinuidade da banda
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de conducao entre o material A e B, ii) largura L,,; da wetting layer, iii) tensao biaxial entre
as camadas A e B, iv) diferenca entre as constantes dielétricas entre os materiais A e B, e
v) morfologia do ponto quantico.

Como mostrado na Figura 6.8, uma amostra contendo QD auto-organizados tem a
seguinte morfologia: primeiro, um material semicondutor que atiia como sustrato. En-
seguida, o material semicondutor hospedeiro A crescido epitaxialmente, seguido de uma
camada de largura L,; ~ L. do material semicondutor B. A largura desta camada depende
do tipo de materiais A e B utilizados no crescimento dos QD. Quanto maior o descasamento
¢*B menor a largura L depositada epitaxialmente. No caso de pontos quéanticos de ligas
In,Ga,P crescidos sobre GaAs o valor de L, varia de 50 a 150 Angstrongs. Finalmente.
no topo desta camada crescem os pontos quanticos auto-organizados. Na geometria de lente
convexo os QD sao caracterizados pela altura h e pelo diametro d. Como esperado, estes
compriementos tfpicos dependem das condi¢oes de crescimento. Mesmo assim, a seguintes
relacoes sao validas de modo geral: h < L. d < L, e a razao h/d aproximadamente
constante. camada de material B que cresceu epitaxialmente sobre o material A constitue
a wetting layer(WL). Normalmente, apds o crescimento das ilhas, uma camada do material
A é crescido sobre estas ilhas. Nestas condicoes, os QD estariam inmersos em um sistema
quase-bidimensional determinado pelas camadas grossas de materiais A e B. Esta natureza
mixta das amostras contendo QD faz que tanto a estrutura eletronica quanto as propriedades

Opticas possuam caracteristicas muito particulares.

Estados de uma particula simples

Usando aproximacgao de massa efetiva, considerando a geometria de lente convexo para os
QD. e incluindo os efeitos de tensao e discontinuidade da constante diel’etrica através de
parametros efetivos para a massa do elétron m.. a constante dielétrica x e a descontinuidade
da banda de conducao AV, a equacao de Schrodinger, em unidades de Rydberg efetivo
para a energia e raio de Bohr efetivo para o comprimento. para a funcao envelope do elétron

na presenca do ponto quantico é:

[—V2 4+ Vi(7)| ®(7.) = BY(7) (2.1)

Devido a geometria do QD utilizamos coordenadas cilindricas: 7, = (r. 6. z) com o eixo
na direcao de crescimento da heteroestrutura(z). A funcao de onda eletronica é separada

em uma parte axial e outra no plano (r.8): ¥(r.0.z) = F,,.(r.0)G(z) onde F,,.(r.8) =
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Figura 2.2: Espectro truncado dos estados de um oscilador harmonico isétropo bidimen-

sional.

e™ fom(r)/v/27. A funcio G(z) é a funcio envelope na direcao do pogo. Esta funcao difere

da solucao de um QW simples devido a presenca do ponto quantico.

A solucio do movimento na direcao z fornece um potencial efetivo £{r) na diregao radial
r. Este potencial efetivo é utilizado na determingao dos estados eletrénicos no plano fum(r).
Os estado eletronicos se separam em dois grupos: i) estados ligados, originados na presenga
do ponto quantico. e ii) estados de espalhamento, devidos a presenca da WL. O método para
achar estes estado eletronicos é baseado no método da matriz transferéncia e foi discutido em
detalhe por Wojs et al[20]. O aspecto mais destacavel dos estados eletronicos ligados € que
eles formam camadas de estados quase-degenerados aproximadamente equiespacados por um
valor de energia constante 2. Esta caracteristica dos estados ligados pode ser descrita pelos
estados de um oscilador harménico bidimensional isétropo com frequéncia caracteristica ).
O espectro de energia destes estados é dado por &, = Y(n +m +1). O momento angular
de uma particula sujeita ao potencial confinador harmonico isotrépico bidimensional(2D) é:
[ = n —m. Assim. o espectro de estados eletronicos ligados é bem aproximado pelos estados
do oscilador harmoénico isétropo 2D, truncados em um nimero determinado de camadas
eletronicas. A Figura 2.2 mostra o espectro de estados confinados do oscilados harmonico
2D. Os valores experimentais que se encontram para a frequéncia tipica {2 sao da ordem
de dezenas de meV. Este valor depende fortemente do método de crescimento dos QD e os
parametros do material.
Assumindo uma banda parabélica com massa efetiva m; para o buraco. os estados de buraco

podem ser aproximados da mesma forma que os estados eletronicos: estados de um oscilador



2.1. ESTRUTURA ELETRONICA 15

Figura 2.3: Estados de N=4 elétrons justificando o uso da regra de Hund

harménico isétropo com frequeéncia €. Naturalmente. a frequéncia tipica {2, para os buracos
é diferente da frequéncia tipica dos elétrons §1.. Experimentalmente. se encontra §1;, /€2 < 1
independentemente do método de crescimento e/ou materiais utilizados. Isto é consequencia

da diferénca nas massas efetivas entre elétron e buraco.

Estados de muitas particulas e regras de Hund

Até aqui discutimos os estados eletronicos de particula simples. No caso em que N elétrons
ocupam o QD os estados eletronicos devem ser calculados incluindo o efeito da interagao
Coulombiana. Como mencionamos na Secao 2, em um QD auto-organizado a escala de ener-
gia do confinamento quéntico({2) é maior que a escala tipica da interagao Coulombiana(Uc).
Como ja discutimos, os estados eletronicos do QD na auséncia de portadores formam ca-
madas. A modo de exemplo vamos supor que o QD possue unicamente 2 camadas(s e
p). Os estados disponiveis sao: {|00),]10).]01)}. O problema consiste em achar o estado
fundamental dos IV elétrons no QD.

O caso N = 1 é trivial pois nao ha interagao Coulombiana presente no problema. O estado
fundamental de N = 2 também é trivial: consiste dos dois elétrons ocupando o estado |00).
O estado fundamental de N = 3 elétrons é duplamente degenerado, um estado corresponde
ao subepaco (S, = 1/2, R = £1) e a outra configuracao ao subespaco (S, = ~1/2. R = %1).
O caso N = 4 é o primeiro caso nao trivial. As possiveis configuragoes de dois elétrons com
a menor energia cinética shio mostradas na Figura 2.3. Neste caso. a configuracao eletronica
que possue a menor energia é aquela que maximiza o spin total posto que assim a energia

total da configuracao é diminuida através da interacdo de troca eletrénica. A regra de
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Hund atomica estabelece que: dada uma configuracao eletronica em um atomo com spin
total S e momento angular total L, esta possuira a menor energia total quando o spin total
S é méaximo e o momento angular total é o maior possivel desde que compativel com S. As
camadas eletronicas que descrevem os estados de um elétron no QD se asemelham aquelas
presentes em atomos. Por esta razao é natural pensar que a regra de Hund atéomica pode
ser generalizada aos estados eletronicos de QD carregados com N elétrons. A validade desta
generalizacao foi verificada pela primeira vez por Wojs e Hawrylak[24], usando diagonalizagao

exata para encontrar o estado fundamental de V elétrons ocupadno um QD auto-organizado.



Capitulo 3
Absorcao optica em pontos quanticos

Nosso primeiro passo para o entendimento do efeito da interacao elétron-elétron e da mobil-
idade do buraco de valéncia nas propriedades opticas de sistemas semicondutores de baixa
dimensionalidade consiste em estudar o espectro de absorcao 6ptica de pontos-quanticos
semicondutores auto-organizados carregados com NN elétrons. Estes pontos quanticos apre-
sentam um espaco de Hilbert limitado, o que permite estudar de uma forma sistematica a
interacao elétron-elétron e elétron-buraco. Também estes sistemas oferecem a possibilidade

de testar experimentalmente os resultados teéricos.

3.1 Resultados e discussao

O espectro de absorcao dptica é calculado em funcao do numero de elétrons partindo de uma
unica configuracao eletronica inicial, consistente com as regras de Hund generalizadas. Em
todo o trabalho consideramos polarizagao de luz circular negativa(o™). O calculo utilizando
luz polarizada circularmente positiva é analogo e nao traz diferéncas qualitativas.

Apds a absorcdo, os estados finais de muitos-elétrons mais o buraco de valéncia sao
expandidos em uma base de configuracdes de estados nao interagentes. Estas diferentes con-
figuragoes podem ser agrupadas segundo o numero de excitagoes eletronicas que possuem.
Devido a presenca do buraco estas excitacoes estao acopladas entre si através da interacao
Coulombiana. A forma particular em que este acoplamento se produz determina as carac-
teristicas do espectro de absorcao optica. Consideramos trés camadas de estados eletronicos e
de buraco. Como mostraremos a seguir esta é a situa¢ao mais simples que permite encontrar

resultados nao triviais.

17
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3.1.1 Absorgao de um exciton em um ponto quantico nao dopado

Antes de iniciar o calculo do espectro de absor¢ao de pontos quanticos carregados de elétrons
estudamos em detalhe o problema da absorcao de um exciton(/N = 0). Existem duas classes
de pares elétron-buraco: brilhantes e escuros. Os pares elétron-buraco criados épticamente
possuem momento angular total R = 0. O exciton fundamental é formado por todos os
estados de pares elétron-buraco com momento angular total zero. No nosso modelo de
ponto quantico, com trés camadas. temos seis pares elétron-buraco brilhantes os estados
Opticamente ativos e dois estados escuros. Estas oito configuragoes de pares elétron-buraco
com momento angular total zero formam o estado fundamental do exciton. Para explorar a
simetria do problema, os estados finais utilizados no calculo da absorcao sao projetados em
uma base especial de estados excitonicos: os estados coerentes. Esta base permite decidir
facilmente quais estados estao acoplados pela interacao elétron-buraco. Adicionalmente, com
esta base de estados, podemos ver que o estado coerente formado com as duas configuracoes
de pares elétron-buraco escuros é degenerado com o estado coerente proveniente das duas
configuracoes brilhantes. Esta degenerescéncia é independente dos parametros que caracter-
izam a quantizacao das bandas de conducao e valéncia. A interacao elétron-buraco mistura
resonantemente estes estados. Como consequéncia os estados coerente opticamente inativos
adquirem forc¢a de oscilador e podem ser observados no espectro éptico. A assinatura deste
fendmeno é o desdobramento da linha p no espectro de absorcao. Notar que este desdo-
bramento é uma caracteristica puramente excitonica. Estes resultados sio apresentados e

discutidos no Apeéndice A. A verificao experimental destas predi¢oes também encontra-se

nesse apéndice.

3.1.2 Absorcao num ponto quantico carregado

Apos ter investigado a absorcao dptica de um exciton na auséncia de portadores de carga
passamos a considerar um conjunto de N elétrons populando o ponto quéantico. O célculo do
espectro de absorcao é feito em diferentes niveis de aproximacao. Inicialmente consideramos
a configuracao eletronica do estado inicial como sendo rigida. Nesta aproximacgao nao sao
permitidas excitacoes eletronicas no estado final. na presenca do buraco. Esta aproximacao
seria o equivalente a aproximagao de esfera de Fermi rigida utilizada no calculo da absorcao
optica de gases de elétrons bidimensionais. Claramente, os efeitos de correlacao eletronica
nao sao levados em conta neste nivel de aproximacao. Posteriormente, calculamos a absorcao

levando em conta possiveis excitacoes dos elétrons populando o ponto quantico. Com isto,
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incluimos as correlacoes eletrénicas. Na auséncia de correlagao eletronica nos estados finais,
o espectro de absor¢do mostra efeitos de renormalizagao do gap. o bloqueio do espago de
fase, originado no principio de Pauli, e a quebra em duas da linha de absorcao tipo p devido
a presenca de estados escuros, como discutido no caso do exciton. Os espectros de absor¢ao
obtidos nestas duas aproximacoes sao qualitativamente diferentes. A inclusao das excitagoes
eletronicas junto com a relaxacao do buraco de valéncia modificam dramaticamente o espec-
tro de absorcéo. Esta mudanca tem sua origem no acoplamento resonante entre configuragoes
finais de elétrons mais buraco através da interacao Coulombiana direta e de troca. Como
consequéncia deste acoplamento o exciton deixa de ser uma quase-particula bem definida.
O espectro de absorgao optica torna-se sensivel ao namero de elétrons ocupando o ponto-

quéntico. Estes resultado sao apresentados e discutidos no Apéndice B.

3.1.3 Efeitos de correlacao no estado eletrénico inicial

Finalmente, testamos a validade das regras de Hund no caso particular de um ponto quantico
carregado com 4 elétrons. Este é o primeiro exemplo onde as regras de Hund sao aplicadas.
O estado fundamental inicial é constituido por todas as configuracoes eletronicas nao in-
teragentes compativeis con a energia cinética e o momento angular total da configuragao
originada na aplicagao das regras de Hund. Este subespaco de configuracoes possue difer-
entes excitacoes eletronicas que se acoplam a configuracao de Hund através da interagao
Coulombiana. Dependendo da intensidade(Vp) desta interagdo comparada com o confina-
mento quantico({).) os efeitos de acoplamento entre configuragoes serao maiores ou menores.
Quando o acoplamento ¢ desprezivel a configuracao de Hund é uma excelente aproximacao
para o estado fundamental. Estes efeitos de correlagao eletronica devem ser somados aos
efeitos de correlacao introduzidos pela interacao elétron-buraco. Embora em um caso sim-
ples como o tratado aqui, o calculo da absor¢@o éptica é um problema complicado. Nossos
resultados mostram que para valores de V5 > 2.58), a aproximac¢ao de uma unica configuracao
para o estado fundamental perde a validade. O espectro de absorcao reflete esta mudanca.
Os efeitos de redistribuicao da forca de oscilador sao intensificados devido as correlacoes
no estado inicial. Este estado inicial passa a ser constituido por um quadrupleto de con-
figuracoes que possuem um elétron excitado. Estes resultado sao apresentados e discutidos

no Apéndice B.
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3.2 Conclusoes

Para concluir, temos examinado um problema modelo{ponto quantico auto-organizado) que
permite estudar sistematicamente o efeito da interacao Coulombiana no espectro de ab-
sorcao Optica. Inicialmente investigamos o efeito da interagao elétron-buraco em um ponto
quantico sem portadores de carga adicionais(N = 0). Encontramos que o espectro de ab-
sorcao depende dramaticamente da estrutura eletronica embora néao reflita a densidade de
estados conjunta do exciton criado opticamente. A linha de absor¢ao associada a camada
tipo p é dividada em duas linhas, sendo este efeito puramente excitonico e nao associado a
separacao dos estados de particula simples. Por outro lado, mostramos que na presenca de
elétrons populando o ponto quantico o exciton deixa de ser uma particula bem definida. Isto
é consequeéncia da interacdo elétron-elétron e elétron-buraco. combinadas com a mobilidade
do buraco fotocriado. Com isto a absorcao Optica se torna sensivel ao numero de elétrons

presentes no ponto quantico.
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The excitonic absorption spectrum of a single quantum dot is investigated theoretically and experi-
mentally. The spectrum is determined by an interacting electron—valence-hole complex. We show
that the mixing of quantum configurations by two-body interactions leads to distinct absorption spectra
controlled by the number of confined electronic shells. The theoretical results are compared with re-
sults of photoluminescence excitation spectroscopy on a series of single self-assembled Ing spGagpa0As

quantum dots.

PACS numbers: 71.35.Cc, 73.20.Dx, 78.55.Cr, 85.30.Vw

In this Letter we determine the ground and excited states
of an exciton in zero-dimensional systems [1,2]. The
variation of the exciton density of states of a single self-
assembled quantum dot [3,4] with size is measured by
photoluminescence excitation (PLE) spectroscopy [5,6].
We find features in the absorption spectra which were
not observed in spectra from large ensembiles of dots [7].
These features can be understood by constructing a theo-
retical model of an exciton in a “coherent exciton” basis.
The basis captures important symmetries of the interacting
electron-hole pair. The trivial variation of the single par-
ticle shell structure is translated into a nontrivial modifica-
tion of the interacting electron hole system.

The lens-shaped self-assembled quantum dots (SAD)
are excellent models of zero-dimensional (0D) systems.
In these structures the single particle states |n, m) can be
well approximated by those of a pair of harmonic oscil-
lators with quantum numbers m and n [8]. These states
form a finite number of degenerate shells S =m + n
with degeneracies gs = § + 1 and energies E(S) = QS,
where () = Q) for electrons and holes. The angular
momentum of electrons is I = n, — m,. The angular
momentum of holes is opposite to the electrons. The elec-
trons and holes interact with each other via Coulomb in-
teraction. The exciton Hamiltonian can be written in any
basis of electron-hole states [8]. We focus here on the con-
struction of a basis which captures all the symmetries of
the problem and allows us not only to compute but also
to understand the exciton spectrum and its dependence on
the number of electronic shells, The exciton states are
a superposition of a product of electron and hole states
liY| j) (where |i) = |n,,m.)). Coulomb scattering con-
serves the total angular momentum R = [; — [; of a pair
and all states can be classified by their total angular mo-
mentum. The absorption spectrum A(w) of a photon with
frequency w due to transitions from the initial vacuum state
|0) of a SAD to all final states |i} is given by Fermi’s
golden rule: A(w) =3, |G|F0)*8(w — (F; — Fo)).
Here E; and Ey are the energies of the final and initial

0031-9007/00/85(2)/389(4)$15.00

states of the absorption process. Initial and final states
are coupled through the interband polarization operator
Ptioy = Zj |21 j). PV creates electron-hole pairs in
identical orbitals j, i.e., with zero total angular momen-
tum of the pair. Let us rename orbitals in terms of their
shell index S and angular momentum [ as |S, /). We can
now generate and classify electron-hole pairs with zero to-
tal angular momentum. These states fall into two classes.
In each shell §, there are what appear to be optically active
pairs of the form |, 1) |S, —1). Their number equals the de-
generacy of each shell § + 1 and the energy of each pair is
(2, + 4)S = 1S. Pairs in different shells have different
energy. The density of states corresponding to these pairs
in a dot with three shells is shown in Fig. 1a. While these
pairs correspond to vertical transitions, photons do not cre-
ate individual pairs but rather a linear superposition of
them P10) = X [>,15,1)1S, —1)]. Hence only one “co-
herent” state {S) = X, |S,1)|S, —1) from each S + 1 de-
generate shell couples to photons. The remaining S states
are dark. It is therefore convenient to create a coherent
exciton representation which explicitly accounts for this
symmetry. This is done by a transformation into Jacobi-
like coordinates where one of the orthogonal basis states is
the coherent state |S). In Jacobi coordinates one can im-
mediately decide which states are coupled to the coherent
state by Coulomb interactions and become optically active.
In fact, for symmetric interactions V,, = Vy;, = —V,;, co-
herent states are exact eigenstates of the interacting exci-
ton Hamiltonian restricted to a given shell. Hence even in
the presence of interactions each shell contains exactly one
optically active configuration. This symmetry and proce-
dure is analogous to Kohn’s theorem for intraband transi-
tions and can be loosely described as “Kohn’s theorem for
excitons” [9].

The next step is the search for other possible two-particle
configurations. The most important configurations, if they
exist, are those with energy resonant with coherent exciton
states. At first glance the only candidates are pairs of
states from different shells, e.g., |S, 1) |S’, —1). The energy

© 2000 The American Physical Society 389
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FIG. 1. (a) Density of states of optical transitions; (b) density
of states of an exciton in coherent exciton representation showing
degeneracies of excitonic shells; (c),(d) calculated absorption
spectra showing the splitting of the p-like transition for different
sets of quantum dot parameters.

of these states Q.5 + Q' is different from the energy
of coherent exciton states. It is therefore difficult to expect
these states to acquire a significant oscillator strength
apart from accidental, parameter dependent, degeneracies.
However, when we construct a superposition of these
electron-hole states from different shells in the form

15.p) = 758 = p.DIS + p. =1
IS+ p,DIS —p,-D), 1)
we find that their energy,
E(S.p) = 5 (0405 = p) + 4(S + p]
£ 9.5 + p) + QS - )], @)

equals the energy (2, + Q4)S of the coherent exciton
state in shell S. What is even more important, this conclu-
ston is valid for any ratio of the electron and hole kinetic
energy. These configurations have not been constructed
from Jacobi coordinates and therefore Coulomb interac-
tions mix them with coherent exciton states. The mix-
ing makes configurations with a + sign optically active.
These are precisely the nontrivial states which strongly
modify the absorption spectrum. We can immediately con-
struct degenerate shells of electron-hole states with de-
generacies depending on the number of confined single
particle levels (n, m). For two shells (s, p) we have degen-
eracies (1,2), for three shells (s, p,d) we have (1,4,3),
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while for five shells we have (1,4,9,12,5). Hence de-
generacies of excitonic shells depend on the number of
confined single particle levels. It is best to illustrate these
constructions on a simple example of a dot with two and
three shells.

For a dot with three lowest shells § =0,1,2,
there are six optically active configurations (a—f):
(100) |00)), (111)]1 — 1),11 — 1)[11), (I122) |2 — 2),]2 -
2)|22),120) [20)). In addition there are two configura-
tions (g, k) originating from different shells: (|00)|20)),
(120) |00)). These optically inactive states involve a hole
(electron) in the zero angular momentum state |00) of the
s shell and a hole (electron) in the zero angular momentum
state |20) of the d shell. They are degenerate with coherent
exciton states of a p shell. Hence an exciton is composed
of eight states with zero total angular momentum. The
next step is the transformation into coherent exciton
states (Jacobi coordinates). The s shell is unchanged,
|A) = |a). The p shell contains two configurations:

1B) = 75(16) + lc)) and C) = 7(1b) — le).  The
d shell is replaced with |D) = —Z(ld) + le) + | £)),

B = (d) = le)), and |F) = Z(ld) + le) -
2| ). The two configurations (g,h) are replaced
with |H) = 75(1g) + 1)) and |G) = 5(Ig) — |h)). The
density of states of an electron-hole pair in Jacobi coordi-
nates is shown in Fig. 1b. The key result is that there are
now four degenerate states B, C, G, H in the p shell. The
Jacobi coordinates allow us to separate the optically active
states from the dark states in the interacting system. By
expanding the interband polarization operator in the new
basis PT|0) = |A) + +2|B) + /3|D) we see that only
three coherent states, |A), | B), and |D), are optically active.
Clearly states |C), |E), |G), which are the antisymmetric
superpositions of pair states, cannot couple to remaining
states. Therefore, there are five active states: state |A)
from the s shell, states |B) and |H) from the p shell, and
states |D) and |F) from the d shell. Hence the spectrum
of SAD with three shells will consist of five peaks: one
derived from the s shell, two from the p shell, and two
from the d shell. The calculated absorption spectra A(w)
showing the splitting of the p-shell transition are shown in
Figs. Ic and 1d. In Fig. 1c the 2, = )} and masses are
the same. In Fig. 1d the £}, = 2Q; and the mass of the
hole is twice the mass of the electron. In addition, a small
splitting of the d-shell energy levels was introduced to
simulate the energy levels of lens-shaped self-assembled
quantum dots. In the absence of interactions the transition
energies (Fig. 1a) are equally spaced in units of electron-
hole energy t. The inclusion of the e-A scattering changes
the absorption spectrum. The attractive electron-hole
interaction renormalizes transition energies and leads to
additional structures in the spectrum. The most important
effect is the splitting of the p-shell absorption in Figs. 1¢
and 1d. The oscillator strength depends on parameters:
it is almost equally distributed between the p-p-like
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transition |B) and the s-d-like transition |H) in Fig. 1c
but changes oscillator strength in Fig. 1d. The absorption
into the d shell is also split into two lines, one strong
and one weak, and the oscillator strength depends on dot
parameters. It is important that the splitting of the p-shell
absorption is an excitonic feature due to mixing of configu-
rations. These configurations, and the splitting, become
possible in dots with at least three electronic shells and
are absent in dots with only two shells. The splitting is
not related to the splitting of single particle levels due to
dot asymmetries. To test these predictions experimentally
we chose identical InggoGag40As self-assembled quantum
dots with different sizes: one dot with only two shells and
one dot with three shells.

The single InggoGagapoAs SAD have been studied by
photoluminescence (PL) and PLE spectroscopy. Figure 2
shows PL spectra of mesa structures of the two samples
containing millions of dots [10]. At low optical excitation
emission from the ground s shell and from the wetting
layer can be seen in both types of dots. With increasing
excitation power, emission from higher confined shells is
observed. For the first type of dots (upper panel) only
two shells are confined: besides emission from the twofold
degenerate s-shell emission from the first excited p shell is
detected, which is fourfold degenerate (including the spin
degrees of freedom). In contrast, for the second type of
dots (lower panel) one more shell, the sixfold-degenerate
d shell becomes confined. Thus these two samples allow

dot wetting
type 1 layer

wetting

intensity [arb. units]

p-shell dot
type 2
-

intensity [arb. units]

1 1 2L 1 | L 1 1

1.25 1.30 1.35 1.40 1.45 1.50
energy [eV]

FIG. 2. Photoluminescence spectra on arrays of InggGagagAs
self-assembled dots recorded for varying excitation power by
an Ar' laser at T = 2 K. In the type-1 dots sample (upper
panel) only two electronic shells are confined in the dots; in the
type-2 dot sample (lower panel) three shells are confined.

us to study the modification of the exciton states, when the
number of single particle orbitals is doubled.
Spectroscopic resolution of single dots was obtained by
a lithographic patterning of the as-grown samples, as de-
scribed earlier. To test the theoretical predictions, quan-
tum dots exhibiting degenerate single particle shells are
required. Degeneracies could be lifted by dot shape asym-
metries leading also to a splitting of the p shell [11]. The
quantity which is very sensitive to asymmetries is the ex-
citon fine structure due to the electron-hole exchange in-
teraction. Shape asymmetries lead to a linear polarization
splitting of the exciton emission. For the present studies
we have selected only dots for which no such splitting is
observed. This is a clear indication for a rotational sym-
metry of the structures around the heterostructure growth
direction leading to angular momentum degeneracy.
Figure 3 shows characteristic PL (dotted traces) and PLE
(solid traces) spectra of a pair of single quantum dots of
type 1 (upper panel) and one of type 2 (lower panel). In
the low excitation PL spectra a single sharp emission line
with a half-width of about 0.1 meV is observed. For the
PLE studies the detection wavelength was set to this s-shell
recombination energy. The case of a type-1 dot can be
easily derived from the above considerations: only the
first three states of Fig. la need to be considered. Their
transformation to Jacobi coordinates gives the states |A),
IB), and |C). The last state is optically inactive. Therefore
only two absorption lines are observed in the absorption

1,275 1,300 1,325 1,350 1,375 1,400 1,425

T i T T v 1 ¥ T T T T
quantum dot
Y type 1
: .
c :
2 A
£
2 "
0 :
c :
0] - PL | phonon
E | —pLE replicum
...... A
quantum dot

7y type 2
h—4 -
c :
> Iy
£
S, p-shell I d-shell I
2"
] H
c
[] phonon
et
c replicum

1 n 1 i 1 1 1 N 1 L 1 L 1

1,276 1,300 1,325 1,350 1,375 1,400 1,425
energy [eV]
FIG. 3. Photoluminescence excitation spectra (T = 2 K) of
single Ing goGag 49As self-assembled dots of type 1 (upper panel)

and of type 2 (lower panel). Excitation source was a tunable
Ti-sapphire laser.
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spectra as displayed in Fig. 3. For the dots of type 1 only a
single sharp absorption line of strong intensity is observed
between the s-shell exciton energy and the energy of the
wetting layer recombination. Its energy corresponds well
with the energy of the p-shell emission in Fig. 2. Note
also that a phonon replicum is observed, which is located
36.7 meV above the s-shell exciton. However, its intensity
is more than an order of magnitude weaker than the p-shell
exciton absorption. This is an indication that the system
exhibits in good approximation charge neutrality; that is
to say, an exciton in the quantum dot does not have a
large dipole momentum nor does the dot contain additional
charges. Otherwise the phonon replica intensity would be
expected to be much stronger.

The phonon replicas are also very weak for dots of
type 2. However, now a doublet of strong absorption lines
of comparable oscillator strength is observed for the p
shell. The energy splitting between the two spectral lines
is about 8.5 meV for the lower and 10.5 meV for the up-
per spectrum. We identify the two lines as originating
from configurations |B) and |H). The calculated energy
splittings are 10 meV for Fig. 1c with r = 100 meV and
19 meV for Fig. 1d with ¢ = 70. The actual values do of
course depend on the parameters of the dot and a choice of
different effective masses can achieve a superficial quanti-
tative agreement with the experiment. In the d shell a dou-
blet of emission lines appears with a much smaller splitting
of about 2 meV. Furthermore, the higher lying feature has
a considerably larger oscillator strength than the lower en-
ergy feature. The number of features in the d shell is con-
sistent with those predicted by calculations. We note that
for all selected symmetrical quantum dots of types 1 and 2
the same principal behavior was observed in PLE. It can
be also observed for asymmetric dots, but in this case, e.g.,
the p-shell splitting due the asymmetry and the Coulomb
induced configuration mixing cannot be distinguished.

In summary, we have studied theoretically and experi-
mentally the evolution of the excitonic absorption spec-
trum of a single self-assembled quantum dot with its size.
It was shown that the absorption spectrum of the p shell
splits into two lines when higher electronic shells in the
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dot appear. The splitting was shown to be an example
of the nontrivial mixing of resonant configurations in
the interacting electron-hole complex. This experiment
demonstrates the high degree of control and tunability of
interacting electronic systems in quantum dots.
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We investigate theoretically the effects of electron-electron interactions on excitonic absorption in charged,
lens-shaped, self-assembled quantum dots (SAD). The electronic shells of SAD are filled with N electrons
according to generalized Hund’s rules. In absorption, an exciton is added to the electronic system. The
electronic part of the exciton couples in a nontrivial way to resonant electronic configurations of SAD through
direct and exchange interaction while the mobile valence hole contributes through the entanglement of many-
electron configurations. The two processes result in an excitonic absorption spectrum that reflects the filling of
electronic shells. These processes are illustrated by detailed calculations of absorption spectra for few-electron

complexes.

1. INTRODUCTION

The absorption of a photon in a semiconductor creates an
electron in the conduction band and a hole in the valence
band. An electron and a hole bind to form an exciton and the
absorption spectrum is proportional to the density of states of
this composite particle. When free carriers are present in the
conduction band the absorption is quickly modified.! For a
localized valence hole the absorption spectrum evolves from
excitoniclike to a Fermi edge singularity (FES)."* Much has
been understood about the FES because the problem of non-
interacting electrons coupled to a localized valence hole is
exactly solvable.? However, in quasi-two-dimensional semi-
conductor systems neither electron-electron interactions nor
the finite hole mass can be neglected and our understanding
of the effect of free carriers on optical absorption is
limited.>"® We can further our understanding of the effect of
electron-electron interaction on excitonic absorption by
studying simpler systems with limited Hilbert space where
electron-electron and electron-hole interactions can be
treated in a systematic way. A quantum dot’ filled with elec-
trons not only offers such an opportunity but is also an in-
teresting electronic system in its own right. An ability to
control, and hence detect, individual charges in self-
assembled quantum dots (SAD) is essential for a wide range
of applications, from single electron transistors and memo-
ries to quantum gates.® For these reasons interband optical
properties of quantum dots charged with electrons have been
investigated experimentally °~'? and theoretically.'*"!7 In
this work we focus on excitonic absorption in charged self-
assembled quantum dots. Emission spectra and excitons in
charged quantum dots have already been investigated using
exact diagonalization techniques.'>'” The emission spectra
showed spectral features related to the filling of electronic
shells. In particular, partially filled shells led to a splitting of
the emission line due to mixing of resonant final-state con-
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figurations. The splitting can be traced to spin polarization of
half-filled shells. Recent experiments by Schmidt er al.'!
confirmed only some of the theoretically predicted features
like band-gap renormalization. Other features due to correla-
tions remained obscured by inhomogeneous broadening. In a
related recent work, Warburton et al.'> measured absorption
spectra of ensembles of charged quantum dots as a function
of the number of electrons N in the dot. His experiments
nicely demonstrated the Pauli exclusion principle, i.e., that
once electronic shells are fully occupied the absorption pro-
cess into these shells is blocked. Simple mean-field calcula-
tions of a few-electron and single-hole configuration reason-
ably well described the energetic shifts of the
inhomogeneously broadened absorption spectrum as a func-
tion of the number of carriers.!® Detailed calculations that
would address the role of electron-electron, electron-hole,
and finite-hole mass on the absorption spectrum have not
been carried out yet. Recent progress in optical spectroscopy
of individual quantum dots'®~2® where spectra are no longer
obscured by inhomogeneous broadening, warrants such a
calculation.

In this work we calculate optical absorption spectra in
charged lens-shaped self-assembled quantum dots. The
single-particle levels of electrons and of holes form degen-
erate electronic shells. Electrons fill up the dot according to
generalized Hund’s rules.'” We calculate absorption spectra
using different approximate schemes and compare with exact
calculations. We find that when an exciton is added to a
partially filled shell it is resonant with many-electron and a
hole configurations with the same energy. The resonant con-
figurations are generated by a valence hole relaxation com-
bined with excitation in the electron system. The interaction
with resonant configurations breaks up the exciton and it
ceases to be a well-defined quasiparticle. In this case the
results of approximate calculations are not trustworthy.
When the shell is full the absorption is blocked and only

13753 ©2000 The American Physical Society
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absorption to higher empty shells is possible. Detailed calcu-
lations of the absorption spectra as a fingerprint of the num-
ber of carriers N establish interband spectroscopy as a sensi-
tive probe of the number of electrons and the electronic
structure of the dot.

II. SINGLE-PARTICLE STATES

Single-particle states in self-assembled quantum dots de-
pend on growth conditions that control facetting, alloy com-
position, size, and shape. We focus here on a model of lens-
shaped quantum dots that is sufficiently general to be
applicable to a wide class of zero-dimensional systems. In
lens-shaped self-assembled quantum dots the single-particle
states |n,m) for electrons in the conduction band and holes
in the valence band can be well approximated by those of a
pair of harmonic oscillators with quantum numbers r and

* The energy spectrum is given by €y m=(n+m+1).
The single-particle states form degenerate shells with energy
separation {) whenever n+m=0,1,2,.... Here Q=0 is
the electronic shell spacing for electrons and for holes. We
identify these shells as s,p,d,e.f, . ... The angular momen-
tum of single particle states is r*=n,—m, and r"=—n,
+m,, for electrons and holes, respectively.

In the literature, different values for energies (), and Q,
for self-assembled dots have been reported. Reference 25
found 2,=12.4 meV and },=3.7 meV as good parameters
to model their experiment. On the other hand, authors of Ref.
26 found 2,~30 meV and ),~ 15 meV as being good ef-
fective parameters, while Ref. 27 reported ),~ 50 meV and
Q,~27 meV. Hence, depending on fabrication method and
growth condition quantum dots show ratios of the valence-
and conduction-band energy spacing ,/Q,<1.

III. MODEL HAMILTONIAN

The Hamiltonian describing the interband optical absorp-
tion process in modulation-doped self-assembled quantum
dots involves many electrons and a single valence hole. Us-
ing composite indices i={n;,m;} to describe orbital quan-
tum numbers and o; to describe spin, the Hamiltonian in
second quantized notation reads

H 2 81 10' IU‘+2 thr
1
o3

2 i,j,k,l,o‘,»,o'

- >

Liklop,0o;

ljl UeElkl>cta' jtT Ckcr CIO'

<l.]lvehlkl>c:rah}o' hko‘ Clo‘ (1)

The operators c”,(c,g) and h (h,(,) create (anihilate) an

electron and valence hole in the state |io;) with single par-
ticle energy ;.

The first two terms on the right-hand side of Eq. (1)
describe the kinetic energy of electrons and a single
hole. The third term accounts for Coulomb interac-
tions among electrons and the fourth term describes the in-
teraction of electrons with the valence hole. The interactions
are given by the two-particle Coulomb matrix elements
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(io;,jolv.Jko;,lo}) for electron-electron and
{io;,jo Ivehlkcr»,l(r,-) for electron-hole scattering.?® These

quantities are measured in units of Vy= Jar(ay o) Ry™*

= \/—(aB V2Q.m¥)Ry*, with ay the effective Bohr radius,
Ry* the effectlve Rydberg, and /,,,=1/1/2Q,m¥ the char-
acteristic length scale of the SAD. Although the electron-
electron and electron-hole Coulomb matrix elements depend
on the detailed form of the single-particle states and the form
of the interaction, the best starting point is the case of sym-
metric  interactions:  (i,/|v..|k,1)={i,jlusulk,l)  and
(i,/1vonlk,Iy={i,klv,.|j,I). As discussed in Ref. 29 one can
choose the symmetric interactions characterized by a single
value of V. Therefore, we are left with the smallest possible
number of parameters in the theory, the ratio of Coulomb to
electron kinetic energy ¥V, /{), and the ratio of the hole ki-
netic energy to the kinetic energy of the electron Q,/(), .
Capacitance and photoluminescence experiments in InAs/
GaAs quantum dots give the charging energy of the ground
state as £~ V=20 meV (Ref. 27) and kinetic energy ratios
Qh /Qe% 0.5.

IV. MANY-PARTICLE STATES AND HUND’S RULES
IN QUANTUM DOTS

In the initial ground state the total spin of a partially filled
shell is maximized while the total angular momentum is
minimized in accordance with Hund’s rule generalized to
SAD. The generalized Hund’s rule has been predicted and
verified numerically in Ref. 15. We calculate the electron
number dependence of the absorption spectra starting from a
single configuration consistent with Hund’s rules. The appli-
cability of this approximation and breakdown of Hund’s rule
are tested by a detailed calculation of the absorption spec-
trum to a correlated N=4 ground state as a function of the
strength of Coulomb interactions.

The interacting, final many-particle states |v,) are ex-
panded in the basis of the noninteracting configurations of
N+1 electrons and a single valence hole: /i), ... iy )
—hj fl . c,N t]vac), where |vac) denotes vacuum. These
configurations can be also written in a more physically trans-
parent way by emphasizing the optically created electron-

hole pair h;fc;r and enumerating different many-particle

processes: 14

lvf>:§i: A{hj ITIUG)‘*‘Z B/ k1h1+kc c[+kCI|UG>+
2)

The first set of processes corresponds to injecting an op-
tically active electron-hole pair to empty states |i) above the
ground state with amplitude Af These processes correspond
to absorption in the presence of a frozen Fermi sea (frozen
ground state). The second series of processes corresponds to
indirect electron-hole pairs 4! i+ ,,(cT with momentum —k
coupled to what appears to be a one pair excitation c,+ «Ci
with momentum + k. This one pair excitation is, however,
coupled to an additional photoexcited electron. The photoex-
cited electron can be turned into a well-defined excitation of
the N+ 1 electron system by adding an extra electron at the
Fermi level |F). Redefining our ground state |vj)y.
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=c}|ug) allows us to write our final states in terms of exci-
tations of the N+ 1 electron state:

|vf>:Z A{hI(CICF)|U,G>N+1
+ ;1 B{k,lh;+k(c;'rc;+kclc1v)|UG>+ e (3)
Ja ks

This way of defining our final states'* emphasizes the fact
that the photoexcited electron is an indistinguishable particle
in the final N+ 1 electronic system. It enters as part of an
excitation of the system. The first and the second contribu-
tions can now be viewed on the same footing as one pair and
two pair excitations of the N+ 1 electron systems. The va-
lence hole clearly entangles these excitations. Obviously
there are many other excitations besides the ones listed here.
In exact diagonalization of small systems all excited states
are taken into account. The states are labeled by the total
angular momentum R, the z component of the total spin of
electrons S’ , and the hole’s spin ¢, . The Hamiltonian (1) is
diagonalized numerically in each eigensubspace (R,S’,a},).
Equation (3) and exact diagonalization helps us to identify
important processes that play a role in extended systems.

V. OPTICAL ABSORPTION SPECTRUM

The absorption spectrum A(w) of a photon with fre-
quency w due to transitions from an exact ground state |vg)
of a charged SAD to all final states |vf) is given by the
Fermi’s golden rule:

A<w>=; Ko/ PHug)P 8(w—[EAN+1)—EG(N)]).
' )

The summation is over many-body N+ 1 electron and one
hole final states |vf) with energy E{N+1). The ground state
of the charged dot before absorption is |v;) and its energy is
E;(N). The initial ground and final states are coupled
through the interband polarization operator P
=32, cTUth »- The magnitude of this coupling is the oscil-
lator strength of the optical transition between the ground
and the final state. This operator adds an electron hole pair
into the ground state of the system It can be decomposed
into two operators P (=2 <! 1 1)h i1ty » With definite cir-
cular polarization of light: 0'+ oro_.

The final states |v/) are written in the basis of the product
of the N+ 1 electron states | v;) with total angular momentum
Rf and a single valence-hole state thvac) with angular mo-
mentum r . Addition of an electron-hole pair does not
change the total angular momentum. Hence the angular mo-
mentum of the final state Re+rh is equal to the angular
momentum of the 1n1tlal state R¢;. Then, we can write [v))
=3 RS+t ,ReB, s M [vac)lv,)NH Amplitudes B are

determmed by e-h scattering between these many-pamcle
electron hole states. The optical absorption spectrum can
now be expressed in terms of only electronic degrees of free-
dom as
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FIG. 1. All possible configurations of an electron-hole pair with

total angular momentum R =0 on three lowest shells in the conduc-
tion and valence band.
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A(w)= 2 2 Bl (w+1(ule)s lva)n)
X S(w—[EAN+1)—EG(N)]). (5)

We see that the oscillator strength of the optical transition
has contributions coming from electronic configurations be-
longing to different electronic Hilbert spaces. This kind of
interference effect is responsible for the Fermi edge singu-
larity in the optical absorption of two-dimensional electron
gases, even in the absence of e-e interactions.’ In this work,
we focus on the effect of electron-electron interactions on the
absorption spectrum.

VI. RESULTS AND DISCUSSION

We now turn to the results of calculations of the absorp-
tion spectrum as a function of the number of carriers.

A. Excitonic absorption in undoped SAD

To understand the absorption spectra of charged SAD’s,
we must first understand the excitonic (N=0) absorption
case.* There are two classes of electron-hole pairs: bright
and dark. To introduce these classes it is enough to consider
only the three lowest s, p, and d shells with a total of six
orbitals, as shown in Fig. 1. All calculations will be carried
out in this simple model of SAD. In the optical absorption
process only direct transitions are allowed, creating electron-
hole pairs with zero angular momentum. However, an exci-
ton is composed of all pairs with total angular momentum
zero. In addition to the six optically active configurations
there are two other configurations. They involve a hole (elec-
tron) in the zero angular momentum state |00) of the s shell
and a hole (electron) in the zero angular momentum state
|11} of the d shell.

Hence an exciton is composed of eight states with zero
total angular momentum:

L3
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|a)=h(‘;0Tc:§01|vac),
|b)=hg”cgll|vac), IC):hJ{oTCJ{ol[VHC%
|e)=h;0Tc§01lvac), (6)
If)=h1;”c){”|vac),

|h)=h:§0TcTu|vac).

|d>:h32TC$21|VaC>,

|g>=thC(§01|VaC>’

Figure 1 shows both the six optically active and two dark
electron-hole configurations. In optically active configura-
tions charge distribution of an electron and a hole is identical
and they do not interact with other charges. Dark s-d and d-s
configurations involve different orbitals of an electron
and a hole. This leads to a spatial imbalance in the charge
distribution of the electron and the hole. The repulsion of an
electron by other electrons is not compensated by the attrac-
tion of the hole and these pairs interact with charges. In this
sense we can call them charged electron-hole pairs. The en-
ergy of each dark configuration appears to be very different
from any of the bright configurations even in the absence of
e-h interaction. For example, the p-p configuration has ki-
netic energy 28),+ 2, while the energy of the s-d configu-
ration is Q,+3€),. However, when we form a new state
|H) as a linear superposition of s-d and d-s configurations
|H)Y=(1/\2)(|g)+|h)) we generate a state with energy
1O, +30,)+5(Q,+3Q,)=2Q,+2Q,. Even more sur-
prisingly these configurations are degenerate when e-e and
e-h interactions are switched on. This rather counterintuitive
result implies that irrespective of the quantization of electron
and hole kinetic energy the dark exciton is always degenerate
with optically active transition involving electrons and holes
on p orbitals. The interaction between these configurations
will make both these states optically active and leads to a
splitting of the exciton transition into the p shell without the
breaking of geometrical symmetry.

To gain further insight into the structure of an exciton let
us make a transformation into a basis of coherent exciton
states for each shell’® The coherent exciton states are
equivalent to Jacobi coordinates for two and three particles:

J
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|4)=|a), (7
1
|B>=$(Ib>+lc>),
1
|C>=$(Ib>—lc>), (8)
1
ID>:$(|d>+|e>+|f>),
E —L d —
I >—ﬁ(l y—le)),
1
|F>=ﬁ<|d>+le>—2lf>), 9)
1
|H>=$(lg>+lh>),
1
|G>=$(|g>—lh>)- (10)

Only states |4), |B), and |D) have finite oscillator
strength. This is seen by expanding the interband polariza-
tion operator in this new basis: PT|vac)=|a)+|b)+]|c)
+|dy+|e)+|fy=|4)+ v2|B)+ V3|D). The three states can
be identified with the three available shells within our model.
State [4) cotresponds to the s shell, state |B) to the p shell,
and state |D) to the d shell. One can show that in Jacobi
coordinates the exciton Hamiltonian separates into two
blocks: one 5X5 block and one 3X3 block. The five
coupled states involve the three optically active states: |4),
|B), |D), and two dark states: |F) and |H). Denoting the
kinetic energy of the e-h pair as t=Q,+Q,, the matrix
representation of M in the subspace {|4),|B),|H),|D),|F)}
is

2
1=V, —2(0.257,) +12(0.257) V2(0.375V,) \/;(0.0938V0)
2 1
—2(0.257,) 2:—0.875V, —0.125V, - \/;(0.4688V0) - 3(0.14061/0)
2 1
+2(0.257,) —0.125¥, 2:—0.875V, \/;(0.0938V0) - $(0.2344V0) (11)

1

V3

I

2 1
\/;(0.0938V0) —ﬁ(o.mowo) —ﬁ(o.z344Vo)

2 2
(0.375V,) —\/;(0.4688V0) \/;-(0.09381/0) 3t—0.79697,

V2(0.01177,)

V2(0.0117V) 3t—0.7715V,
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FIG. 2. Excitonic optical absorption in the SAD for different
e-h interaction strength, and quantization of electron and hole en-

ergy.

We see immediately that there are two relevant states with
kinetic energy 2r for a p shell and two relevant states with
kinetic energy 3¢ for a d shell. The coupling of states in a p
shell is an order of magnitude stronger than the coupling of
states in a d shell. The 4 shell states do not include dark
excitons. The five final optically active excitonic states |vy)
are written as a linear combination of the basis states: |v))
=Ch4) + CLBY + ChHIDY+ CLIFY+ CL|H).  Amplitudes
CJ are the cigenstates of the exciton Hamiltonian (11). All
five states contribute to the absorption spectrum A4(w)
=3 JC4+V2Ch+V3CL28(w—E,). The absorption spec-
trum 4(w) is shown in Fig. 2. Empty circles correspond to a
noninteracting and dark circles to an interacting exciton. The
different spectra were calculated for different SAD param-
eters: ,/Q,={1,05} and different e-h interaction
strengths V,={1,0.5}Q), . In the absence of interactions the
transition energies are equally spaced in units of Q,+(Q,
=24}, . The oscillator strength of the spectral lines increases
linearly with the photon energy, reproducing the joint density
of states of an empty dot. The inclusion of the e-h scattering
changes the absorption spectrum. The attractive electron-
hole interaction redshifts transition energies and leads to ad-
ditional structures in the spectrum. The oscillator strength in
the p-shell absorption is almost equally distributed between
the p-p-like transition |B) and the s-d-like transition |H).
We wish to emphasize that the splitting of the p-shell tran-
sition is an exciton feature not related to the splitting of
single particle levels but to the presence of higher-energy
shells.

Absorption into the 4 shell is also split into two lines, one
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strong and one weak. The ratio of the oscillator strength of
this transitions is due to the weak coupling between the co-
herent exciton state |[D) and state |F). If a higher energy
shell e was included the d shell transitions would be further
split due to dark p-e transitions. To conclude this section, the
optical excitonic absorption of an empty SAD is strongly
modified by the combined effect of the shell structure of the
conduction and valence band, and the interaction between
excitonic configurations.

B. Absorption in charged SAD-frozen ground-state
approximation

We now move to the optical absorption spectrum as a
function of the number of electrons N. We focus mainly on
o_ polarization of light, the o, calculations can be done
following the same procedure. The o .. polarization is chosen
to inject electrons with spin down, parallel to the arbitrarily
chosen spin-down polarization of the ground state. Warbur-
ton ef al.! calculated absorption spectra by assuming that
the initial state is given by a single electronic configuration.
The final state consisted also of a single N+ 1 electron and a
valence-hole configuration. The next level of approximation
often used in the study of absorption in semiconductors is to
include the electron-hole scattering of the photoexcited
electron-hole pair in the presence of a frozen Fermi sea. The
electrons in the Fermi sea block the states available to the
photoexcited pair. This results in a bound state below the
Fermi level, the so-called ‘*“Mahan exciton.”” We, therefore,
start our investigation of the carrier dependence of the ab-
sorption process by approximating the ground state by a
single configuration consistent with the generalized Hund’s
roles. The final states consist of configurations corresponding
to a photoinjected electron-hole pair and a frozen ground
state. This frozen ground-state approximation (FGSA) is
tested against exact diagonalization studies in the last sec-
tion,

We start with just one electron N=1 in the SAD. The
ground state {vg)=cl |vac) corresponds to an electron in
the lowest single-particle level |00), with spin down. The
energy, the total spin projection, and the angular momentum
of the ground state are £5(1)=,, S,=-—1/2, and R=0,
respectively. In the o_ polarization we inject an electron
with spin parallel to the spin of the electron in the ground
state. We construct final states of two electrons and a hole by
keeping one of the electrons in the ground state [00). To
make contact with low-lying bright and dark exciton states
described previously and with the notation used in the ex-
pansion of the final state wave function, let us write our
wave functions as

lb)-':hgl,J,Czl,rlvG>a ’C)":h{o,xcfo,rlvc),
|d>=h(§210$21’”6)’ Ie)zh;mc;oll%),
m'—'h{ncLJUG)’ (12)

LY =h<§o,1cj;1,f|vc> =h50,1cgo,r(CIl,Tcoo,T)|UG)-

A comparison with states of an exciton shows that the state
|a) is missing due to the Pauli exclusion principle and ab-
sorption into the s shell is blocked. The two transitions |b)

29
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FIG. 3. Optical absorption spectra of the self-assembled quan-
tum dot calculated within the frozen ground-state approximation, as
a function of the number of electrons in the dot. The total spin of
the ground state as a function of the number of electrons is indi-
cated. o_ polarization.

and |c) into the p shell, and transitions |d), |e), and |f) into
the d shell are present. In addition, there is a dark configu-
ration | /), but no configuration |g), which is now identical to
configuration |e). Configuration |h) can be also viewed as
excitation of electron-hole pairs with angular momentum
compensated by the excitation from the ground state. This
configuration can no longer be combined with configuration
|g) to form a resonant configuration |H), and its energy and
oscillator strength are sensitive to the presence of an elec-
tron. The calculation proceeds in a similar fashion to the
calculation of an exciton. We define coherent exciton coor-
dinates and diagonalize the Hamiltonian in this basis. The
p-shell configurations |B) and |H) mix and the p-shell ab-
sorption peak splits into two peaks. The N=1 absorption
spectrum is shown in Fig. 3. The oscillator strength of the
two peaks depends on the ratio of {,/(},.

Let us now increase the number of electrons to N=2. The
ground state |vg) is a doubly occupied |00) orbital |uvg)
=c2;0’Tc$0’ \|vac). The total angular momentum is R=0 and
the total spin projection is S,=0. The final state configura-
tions are the same as in the previous case N=1. The only
difference is the charge of the ground state. Because the dark
configuration |4) contains an electron and a hole in different
orbitals, its energy is sensitive to the charge in the dot. The
bright configuration |B) is not sensitive to the charge so the
energies of two configurations become different, and the two
configurations are no longer in resonance. The oscillator
strength of optical transitions in the p shell is much stronger
than the dark one, as shown in Fig. 3. Absorption in the 4
shell resembles the case of N=1.

Charging the dot with N=3 electrons leads to the popu-
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lation of the p shell with one electron. We can chose the
ground state to be |vg) = cTO,lcgo,TCSO,”vac), with total angu-
lar momentum and total spin projection: R=1 and S,
= —1/2. The one state of the p shell is occupied and the
photoexcited electron has only one state to go into. There is
no mixing of final state configurations by e-/4 scattering. In
the absence of an electron, the mixing lowered the energy of
the p-shell exciton. The lack of e-% scattering is, however,
compensated by the exchange of the photoexcited electron
with the electron already present in a partially filled shell.
The compensation leads to the energy of the absorption line
being insensitive to the filling of the shell, in contrast to
mean-field results.'® The second line due to the dark s-d
exciton configuration has a very small oscillator strength be-
cause the dark exciton energy is far from resonance with the
bright exciton configuration. The same principles operate for
a larger number of electrons. Figure 3 shows the total spin of
the ground state as a function of the number of electrons and
calculated absorption spectra in the frozen ground state ap-
proximation for up to N=12 electrons. These calculations
illustrate the blocking of phase space available to transitions,
the renormalization of energy due to direct and exchange
interactions, and the cancellation of excitonic and band-gap
renormalization effects due to phase space filling in partially
filled shells.

C. Correlation effects in the optical absorption spectra

Optical absorption spectra obtained so far were calculated
in the FGSA, which assumes that an exciton remains a well-
defined quasiparticle in the presence of extra electrons. The
results capture some of the effects like energy renormaliza-
tion, phase space blocking, and phase space filling, and ap-
pear interesting and convincing. Unfortunately, we will show
that the concept of an exciton as a well-defined quasiparticle
fails in the interacting electron system. In this section we
discuss the effect of electron-electron and electron-hole in-
teractions, and the entangling of electronic configurations by
the mobile valence hole beyond the FGSA. We first study the
regime of strong confinement where the ground state is very
well approximated by the single configuration consistent
with Hund’s rules. In the second part we study the break-
down of Hund’s rules and its manifestation in the absorption
spectra.

1. Breakdown of FGSA

We start to relax the requirement of having an electron in
the frozen ground state in the simplest case of N=1 electron.
The ground state |vg) =c$0’ \|vac) corresponds to an electron
in the lowest single-particle level |00), with spin down. The
angular momentum of the ground state is R=0. We con-
struct the two electron and one hole states of a charged ex-
citon as products of electron and hole occupied states with
total angular momentum R =0. There is a total of 16 states.
We list them and their kinetic energies measured from the
noninteracting s-s transition in Table L

All states separate into groups corresponding to main op-
tical transitions with energies n{),+n{}, plus transitions to
excited electronic states n{),+n,+2Q,, which form rep-
licas of main transitions. Because the s shell is occupied
there are no transitions to the s shell. For },={), transitions
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TABLE 1. Configurations of two electrons and one hole.

R, R, 2 Electron states 1 Hole states Energy Energy for 1,=Q,
0 0 [11,00) |00) 2Q), 2
0 0 {10,01) |00) 2Q, 2
0 0 |20,02) [00) 4Q, 4
0 0 [11,00) [11) 2Q,+20Q, 4
0 0 [10,01) [11) 2Q,+20Q, 4
0 0 [20,02) [11) 40,+2Q, 6
1 -1 [10,00) [10) 1Q,+1Q, 2
1 -1 [10,11) [10) 30, +1Q, 4
1 -1 [01,20) [10) 30,+1Q, 4

-1 1 |01,00) |01) 10,+1Q, 2

—1 1 [01,11) |01) 30,+10Q, 4

-1 1 [10,02) [01) 3Q0,+10Q, 4
2 -2 |20,00) |20) 2Q,+2Q, 4
2 -2 [20,11) |20) 4Q,+2Q, 6

-2 2 |02,00) |02) 2Q,+2Q, 4

-2 2 |02,11) |02) 4Q,+2Q, 6

to the p shell with energy 2(), are fourfold degenerate. To
make contact with low-lying states described previously in
the FGSA we write the fourfold degenerate subspace as

|b) =h(T)1,Tcz;1,1| vG), |C> = thro,TcTo,ﬂ vg),

(13)

)= higreio (el gco0)va),

Ii>:h(];O,TCJer,l(C(J;l,TCOO,T)lUG>

These configurations are shown in Fig. 4. A comparison with
states of an exciton shows that the state |a) is missing due to

N=1

V v E22
¥ Yo Imw B
A Iml

B IR T
Ui T §m

FIG. 4. Final-state configurations for N=1,2,3 electrons and a
photoexcited electron and valence hole. Configurations shown in
boxes are beyond the frozen ground-state approximation. o_ polar-
ization.

the Pauli exclusion principle and absorption into the s shell is
blocked. The two transitions |b) and |c) into the p shell are
present. There is a dark configuration |4) that has an electron
frozen in the ground state. However, a new configuration |i)
appears. This new configuration does not have an electron in
the initial ground state and was not included in the FGSA.
The configurations |#) and |i) can be viewed as indirect
excitation of electron-hole pairs with angular momentum
compensated by the excitation from the ground state. Neither
configuration |h) nor |i) is optically active. However,
through e-e and e-# interactions the optically active configu-
ration |B)=(1//2)(|b)+]|c)) acquires a spectral weight at
energies corresponding to all three configurations. For ),
=), the oscillator strength is divided among only two con-
figurations and the absorption peak is split into two main
peaks. The spectrum, shown in Fig. 5, looks similar to the
spectrum of an exciton and to the spectrum in FGSA. How-
ever, its dependence on the ratio of kinetic energies and on
interaction strength is quite different. For example, the oscil-
lator strength of each of the three transitions is independent
of the strength of Coulomb interactions but does depend on
the ratio of 2,./Q), .

We follow the same procedure for N=2,3,4. The relevant
low-lying configurations for N=1—3 are shown in Fig. 4. In
each case, new configurations clearly marked with a box in
Fig. 4, appear. These configurations involve electrons ex-
cited from the initial state, and were not included in FGSA.
A closer inspection of these new configurations reveals a
simple principle. We excite an optically active electron-hole
pair, e.g., p-p. We next search for all possible states that have
the same energy and total momentum as the optically excited
one. These pairs can be generated by relaxing the valence
hole to the lower-energy state while simultaneuosly exciting
an electron that absorbs both the energy and momentum.
Due to many electronic degrees of freedom there can be
many states that satisfy this condition. For N=2 we find a
band of n=4 additional states, with hole relaxed to the top
of the valence band, as shown in Fig. 4. The states |b), |c),
|h), and |i) are familiar from the N=1 case. The new states

3
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FIG. 5. (a) Exact and (b) FGSA absorption spectrum for SAD
with N=1,2,3 electrons for different values of kinetic energy for
holes and for electrons. or_ polarization.

|/) and |k) are obtained by rotating the minority spin elec-
tron in state |/} among the three orbitals.!” The single opti-
cally active configuration interacts strongly with the band of
states and the absorption spectrum breaks into a band of
peaks. The interaction of this band of dark states with bright
ones, and the absorption spectrum, depends strongly on the
ratio {1,/€}, but is independent of the strength of Coulomb
interactions. The calculated absorption spectra are shown in
Fig. 5 for two representative values of (), . The same analy-
sis follows for N=3 for which resonant configurations are
shown in Fig. 4 and absorption spectra in Fig. 5. The same
principles apply to higher number of electrons. The N=4
spectra are discussed in the next section.

The conclusion from these calculations is that neither the
mean field nor the FGSA works in the description of the
absorption spectra. This is because the photoexcited
electron-hole pair is resonant with many electronic configu-
rations and an exciton is no longer a well-defined quasipar-
ticle.

2, Correlations in the initial state

Here we study the effect of correlations in the initial state
and the effect of the breakdown of Hund’s rules on the ab-
sorption spectra. The ground state of the N electron system
|vg) is a linear combination of many-body states belonging
to the same Hilbert space. The Hilbert space is determined
by the total angular momentum Ry, ;; of the lowest kinetic
energy configuration compatlble with Hund’s rules. This
leads to: |vg)= Zipe=pe, A; %ly)y. As we can see, all the

excited configurations have finite amplitudes A determined
by the e-e interaction.
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FIG. 6. (a) Electronic configurations for N=4 ¢lectrons in the
lowest kinetic energy state compatible with Hund’s rule and low-

lying excitations. (b) Low-lying states for N+1=35 electrons plus a
valence-hole.

The absorption spectrum [Eq. (5)] is modified due to the
entanglement of the electronic configurations in the intial
state, namely,

A(m)=§f$ ; Bl A7

X S(w—[EAN+1)—EG(N)]).

2
N+1(lcho-s|i>N

(14)

The oscillator strength of the optical transitions has contri-
butions coming from all the possible many-electron configu-
rations in the initial state. Hence many of the final states,
which do not couple to the single configuration given by the
Hund’s rules, now have a finite overlap with the correlated
electron state. To the interference effects due to e-k scatter-
ing in the transition matrix element we need to add the in-
terference effects coming from the e-e entanglement of con-
figurations in the initial state.

The first application of Hund’s rules takes place for N
=4, We, therefore, illustrate the effect of correlations in the
initial state by calculating the absorption spectrum for a par-
tially polarized p shell N=4. The lowest kinetic energy state
with energy t=6{2,, and the first excited states, having an
excess of kinetic energy equal to A=2(},, are both shown
in Fig. 6(a). Excited N=4 electronic states separate into two
groups: (i) four configurations 2—5 with singly occupied
orbitals, and (ii) three configurations 6 —8 with doubly oc-
cupied orbitals. Configurations in group (i) differ only by the
position of the spin-up electron. Alternatively, we can think
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of these states as generated by the hopping of the spin-up
electron on a four orbital plaquette.

The Hamiltonian of N=4 interacting electrons was diago-
nalized within the Hilbert space shown in Fig. 6 for different
ratios of Coulomb to kinetic energy V,/£),. The ground
state for ¥,/0),=0.5 is very well approximated by the low-
est kinetic energy configuration |1) with |4%|2=0.985. In-
creasing the strength of Coulomb interactions to ¥/ ,=1
gives |4¢]?=0.895. Configurations |2), |7), and |8) have a
small contribution to the ground state: |45|>=0.011, |45|?
=0.042, and |4 |*=0.042. Increasing the value of Coulomb
interactions penalizes doubly occupied configurations and fa-
vors singly occupied configurations. The quadruplet configu-
ration composed of configurations |2)—|5) becomes the low-
est energy configuration for V(>2.5Q,.

We now turn to the absorption spectrum. In Fig. 6(b) we
show all final-state configurations built from configurations
shown in Fig. 6(a) by the addition of an electron-hole pair.
These configurations can be viewed as excitations of the
ground state in the presence of the photoexcited electron-
hole pair. They are allowed because valence hole recoils and
absorbs energy and momentum. In Fig. 6 state |1) can be
obtained from the optically created configuration |9), excit-
ing a spin-up electron from state |00) to state |10). This new
configuration corresponds to an electron-hole pair excitation
of the ground state coupled with the relaxation of valence
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hole. All other states can be regarded as one electron-hole
pair excitations: |3) being an excitation of state |9); |2}, |4),
and |6) are excited states of configuration |11); |5), |7), and
|8) are excited states of |10).

Figure 7 shows the optical absorption spectrum obtained
for correlated ground state (left panel) for different values of
the ratio ¥,/Q,. For comparison, the optical absorption ne-
glecting correlations are also shown in the right panel. The
absorption spectrum for a correlated ground state shows a
band of peaks corresponding to initial and final states in Fig.
6. New optical transitions appear due to the interference ef-
fects in the optical matrix element. These transitions slightly
broaden main peaks. Up to V/€),=<2.5, the effects of cor-
relations is small. The ground state is dominated by configu-
ration |1) consistent with Hund’s rules and neglecting corre-
lations in the ground state does not lead to significant
changes in the absorption spectrum.

For V,/Q,>2.5 the ground state is no longer described
by Hund’s rules and is a quadruplet. The absorption spec-
trum changes drastically at this point to reflect the changes in
the ground state.

VII. SUMMARY

We investigated the effects of electron-electron interac-
tions on excitonic absorption in charged, lens-shaped, SAD.
The electronic shells of SAD were filled with N electrons
according to generalized Hund’s rules. In absorption, an ex-
citon was added to the electronic system. The electronic part
of the exciton coupled in a nontrivial way to resonant elec-
tronic configurations through direct and exchange interac-
tion. The mobile valence hole contributed through the en-
tanglement of many-electron configurations. For partially
filled shells the valence hole relaxation coupled with spin
related excitations of the electronic system led to a break-
down of exciton as a meaningful quasiparticle.

The resulting complex absorption spectra are specific to
the number of electrons and their interaction in a quantum
dot.
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Parte 11

Sistemas bidimensionais
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Capitulo 4
Pocos quanticos semicondutores

No inicio dos anos 70, Esaki e Tsu sugeriram um mecanismo para modular a estrutura de
banda do material semicondutor. Neste caso, o material é sintético e formado por dois
materiais semicondutores diferentes(heteroestrutura): A e B de largura L4 e Lg possuindo
gap E4 e Ep. Dependendo da posi¢éo relativa em energia do fundo da banda de conducio
e o topo da banda de valéncia dos materiais A e B a modulacio espacial das bandas fica
determinada. A Figura 4.1 mostra algumas possibilidades para a modulacio das bandas. A
repetigdo desta heteroestrutura produz o cristal que Esaki e Tsu chamaram de superrede. O
objetivo da sintetizacdo de tal material era de estudar efeitos quanticos nas propriedades de
transporte eletronico destes materiais.

As primeiras tentativas de crescimento de heteroestruturas foram feitas usando ligas de
GaAs — GaAsos Py 5 e ligas de Gey_,S1, e Cdy_,Hg,Te. Porém a primeira evidéncia de
efeitos de quantizagédo foi observado em uma superrede de GaAs — GaAlysAsg s con larguras
LGasias = 104 e Lgaa, = 60A repetidos periddicamente em torno de 100 vezes. O resultado
experimental mostrava a caracteristica I-V da superrede exibindo uma regiao de resistencia
diferencial era negativa a partir de uma voltagem Vj. A resisténcia diferencial negativa era
uma evidéncia de que o transporte eletronico era determinado pela estrutura eletronica de
mini-bandas originadas no dobramento multiple da primeira zona de Brillouin do cristal,
devido a construgao da superrede.

Diferentes combinacoes de materiais A e B e larguras L4 e Lp foram utilizados na
construgao de superredes. Experiencias de transporte e de propriedades opticas permitiram
estudar efeitos que até entio nao tinham sido observados: bandas de Kronig-Penney, estados
de Tamm, e oscilagdes de Bloch entre outros. A modulagdo das bandas eletronicas introduzia

um potencial unidimensional na dire¢do da modulacio. As experiéncias Opticas mostraram
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Figura 4.1: Possiveis formas de modulacao da estrutura de bandas em uma superrede.

que os efeitos excitonicos estavam presentes no material porém exibiam caracteristicas quase-
bidimensionais. As técnicas de dopagem modulada combinada com a modulacao da etrutura
de bandas permitiu estudar as propriedades eletrénicas de transporte e opticas de gases de
elétrons quase-bidimensionais. Novos efeitos surgiram, como o efeito Hall quantico inteiro e
fracionério, (prémio Nobel de 1985 e 1998, respectivamente). Outros fendmenos de muitos
corpos foram observados: renormalizacio do gap, singularidade no nivel de Fermi, complexos
excitonicos ligados(X~ e X*), entre outros.

Como ponto de partida, nesta segunda parte da tese, consideraremos um gas de elétrons
quase-bidimensional(2D). A partir deste ponto modelaremos os estado eletronicos e a ab-
sorcao Optica do gas de elétrons quase-2D desconsiderando completamente toda a com-
plexidade da estrutura de bandas do material introduzida pela heteroestrutura(a Ref. (32]
aborda este assunto em detalhe). Simplesmente consideraremos a existéncia de duas bandas
parabélicas com massa efetiva m.(conducio) e my(valéncia) devido ao cariter semicondutor
da heteroestutura. Devido & tecnica de dopagem modulada introduziremos no nosso modelo
os doadores ionizados. Certamente estas simplificacdes sao dréasticas porém, como discuti-
mos no Capitulo 1, nosso objetivo é entender qualitativamente o efeito combinado da baixa
dimensionalidade do sistema eletronico, da interacio eletronica, e a mobilidade do buraco fo-
tocriado. Obviamente, uma vez entendidos os fendmenos fisicos do problema) podemos fazer
a tentativa de descrever quantitativamente o sistema, introduzindo toda a complexidade das

bandas de conducéo e valéncia. Isto, no entanto, nio sera feito nesta tese.



Capitulo 5

Estado fundamental do X—

bi-dimensional

Nosso primeiro contacto com sistemas bidimensionais(2D) semicondutores é o estudo do es-
tado fundamental de um complexo constituido por dois elétrons e um buraco de valéncia.
Este complexo é conhecido como exciton carregado negativamente(X ™) ou trion negativo.
Sua existencia em sistemas semicondutores tri-dimensionais(3D) foi proposta nos anos 50[34]
e e inicialmente observado, experimentalmente, por Thomas e Hopfield em CdS[43]. A esta-
bilidade deste complexo em estruturas 2D foi examinada por Stebé e Ainane[35]. Os resul-
tados mostraram que a energia de ligacao do elétron adicionado ao exciton neutro era varias
vezes maior que no sistema 3D. Este trion é o sistema estendido mais simples onde efeitos
como a interagio eletronica e a mobilidade do buraco podem ser estudados. O papel de estes
dois efeitos nos estados eletronicos e propriedades 6pticas de sistemas bidimensionais nio
tem sido completamente entendido ainda. Experimentos recentes[36, 37] em pogos quanticos
semicondutores mostram que este tipo de complexo excitonico é de grande importancia na
determinagdo destas propriedades.

Neste Capitulo investigamos o efeito da massa mével do buraco de valéncia e da interacao

elétron-elétron na energia de ligacio do X~ em sistemas 2D.

5.1 Modelo

Em nosso célculo as bandas de conducio e de valéncia sao tratadas na aproximacao parabdlica.

Assim, o Hamiltoniano do X~ é:
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=2 = \2 = \2
Hyo = W) (Be2)® (i)
2m. 2m,. 2my,

= Ven(I7yr = 7al) = Ver(Iz — 7hl) + Vee (IFy = 72]).  (5.1)

Os trés graus de liberdade de elétrons mais buraco sao susbtituidos por duas coordenadas

relativas ao buraco mais a coordenada do centro de massa do sistema: 7 = g; — fh;7 = 1,2

e R = Shpn + Bf(P1 + p2) com M = 2m, + m,. Utilizando este sistema de coordenadas,

mostramos que a dindmica das trés particulas(2e + ) pode ser reduzido a um problema de

duas partfculas internas mais o movimento do centro de massa do sistema:

(Fon? , (2, (3
2M 2p* 2u*

Hyo — Bi-P2) (5o
mp

— Vorllm 1) — Vaa lnal) + Vae(lns — nal) +
As particulas reduzidas possuem massa exciténica y = mmy/(m. +ms), interagindo através
de forgas de Coulomb mais uma nova interacao de dois-corpos V,, = (pi - p3)/my originada na
mobilidade do buraco de valéncia(vide Apéndice). O Hamiltoniano deste sistema é anélogo ao
do problema de uma impureza doadora carregada negativamente(D~)[39], onde os portadores
de carga possuem massa efetiva x4, mais a interagao V,,. O movimento do centro de massa
é desacoplado do movimento interno.

Para demonstrar a Eq. 5.2 notamos que a trasnformagdo de coordenadas impdes as

seguintes regras de transformacao para os momentos pj,, pe1, € Peg:

Pr= maPoy /M — Py — py
ﬁel = mePCM/M +ﬁl (53)
]332 == mePCM/M+ﬁ2

Usando as relages da Eq. 5.3 as energia cinética total se transforma em:
T'= (Par)?/2me + (Pe2)?/2me + (Pr)?/2mu,

= ma(Pou)?/2M? + 2me(Po)2/2M?+
+[(51)?/2mu + (51)?/2m]+ (5.4)
+(B2)?/2mn + (§2)?/2me] + Py - pa/mn

= (Pom)*/2M + (31)* /20 + (52)? /21 + P - B/
Finalmente, tranformamos os potenciais como: Ver(I75=71) = Ver(ms) (i=1,2), e Vee(|71 —

72|) = Vee(|71 — 72]) e obtemos a Eq. 5.2.
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Usando o Rydberg excitonico: Ry* = e*u/2kh? como unidade de energia, e o raio de Bohr
excitonico: aly = e?h?/uk? como unidade de comprimento, o Hamiltoniano das particulas

relativas se reduz a:

2 2 9 %
Hf =-vVigvi_o = _ = 2 D1 - Pa). 5.5
YU Il el Ul — sl [FoP ) (5:5)

Para calcular a energia de ligagao do X~ utilizamos dois métodos diferentes: i) configuracao-

interacao, e ii) variacional.

5.1.1 Método de configuragao-interacao

O método de configuragao-interacdo é um método geral que pode ser aplicado a uma grande
variedade de problemas de duas-particulas interagentes. Inicialmente se escolhe uma base de
estados de uma particula e depois se constroem todos os estados possiveis de duas-particulas
devidamente simetrizados. Estes estados sio as diferentes configuracdes e formam a base na
qual o hamiltoniano interagente é projetado. Em nosso trabalho este método foi utilizado de
uma forma restrita no intuito de analisar qualitativamente a fisica do problema. Devido a
forma do Hamiltoniano que descreve o movimento interno utilizamos estados ligados de um
exciton para montar as configuracdes de duas particulas. Estes estados sio caracterizados
pelo niimero quantico principal n e o momento angular m. Pela simetria do Hamiltoniano
do exciton a fung¢éo se separa em uma parte radial e uma, parte angular. A funcao de onda
radial vem dada pelos polinomios de generalizados de Laguerre[40], entanto que a parte
angular ¢ representada por uma fase dependente do angulo. A energia destes estados é:
€nm = —Eo/(2n +1)? onde n = |m|,|m|+ 1,|m| + 2,---, e Ey = 4Ry* = detu/2kh® é o
Rydberg exciténico 2D. Estes estados formam camadas de estados degenerados. No nosso
célculo consideramos como subespaco de estados de uma particecula o estado fundamental
do exciton e a primeira camada de estados excitados. A energia do estado fundamental
do exciton é gog = —FEy e a funcio de onda associada é: Voo(n,8) = dexp(—29)/v/2x. A
primeira camada de estados excitados tem energia e, = — F /9 € o subespaco de funcoes de

onda é:

P1o(n,0) = (4/27)(1 — 49/3)e=21/3/ /2%
Poi(7,6) = (2/V189)[4n/3(169* /9 — 32/3 + 12)]e-2/3¢+i0 )\ /3r (5.6)
Wo-1(1,0) = (2/V189)[4n/3(167 /9 — 32n/3 + 12)]e=2/2c=0 / /37
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Com estes quatro estados construimos as configuragdes de duas particulas, com momento

angular total R = 0 no subespago do singleto, para diagonalizar o problema:

84(1,2) = doolii)doo(73)

®,(1,2) = 713(%0(771)(2510(773) + ¢10(771) Poo(72)) (5.7)
0c(1,2) = Z5(b141(11)$1-1(73) + S1-1 (1) b141(112))

®4(1,2) = ¢10(11)b10(12)

5.1.2 Método variacional

O segundo método é o método variacional e foi utilizado para obter uma melhor descricao
quantitativa do problema. A metodologia é muito mais simples: propomos uma funcio de
onda de prova |®) e calculamos o valor esperado da energia £ = (®|H|®)/(®|®), onde H
¢ a Hamiltoniana do movimento relativo do X~. A funcio de prova possui um conjunto
de pardmetros variacionais {a1,as,a3, -} que sdo devidamente ajustados para minimizar o
valor esperado da energia. Este valor minimo representa o valor estimado para a energia
total do estado fundamental do sistema de particulas. A fun¢do variacional escolhida para

descrever o estado fundamental das duas particulas reduzidas é a funcio de Chandrasekhar:

©(1,2) = @o(1,2)(1 + clii — 172l) (5-8)

onde ®y(1,2) = 75( emm/ae=m/b 4 em/be=m/e) ¢ ¢ b e ¢ sio parametros variacionais. Esta
fungao variacional foi utilizada com sucesso na descricao da energia de ligagao do 4tomo de
hidrogénio carregado negativamente(H~)[38]. Esta funcio incorpora os efeitos da interacio
direta e de troca-correlagio Coulombiana entre os elétrons. O efeito de troca-correlagao é
incluido através de segundo termo, de Jastrow[33], na Eq. 5.8. Generalizagdes de esta funcao
de Chandrasekhar, incluindo termos de Jastrow de ordem superior, com até 35 parametros
variacionais, tem sido utilizadas no célculo da energia de ligacio de doadores carregados
2D e 3D, na auséncia de campo magnético e com campo aplicado. Os resultados obtidos
com a versao simplificada utilizada por nés permitem obter até 98% do valor da energia
de ligagao calculada com funcdes mais sofisticadas. Para fins de comparagao colocamos o
valor obtido por Larsen ,empregando uma funcio de prova com 35 parametros variacionais:
E}_ = 0.12Ep(Refs. [41] e [42]), e aquele obtido por nés, e Sandler anteriormente: EY =
0.11E5(Ref. [39]).
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5.2 Resultados

Os detalhes do célculo e discusséo do problema encontram-se no Apéndice A deste capitulo.
Em resumo, nossos resultados mostram que o trion 2D pode ser aproximado por duas
particulas de massa reducida p ligadas a um centro Coulombiano fixo, interagindo através
de forgas de Coulomb. Ou seja, a energia de ligacdo pode ser bem aproximada pela energia
de ligagdo de uma impureza doadora carregada negativamente renormalizando a escala de
energia Ry* com a massa reducida do exciton. O desvio deste comportamento é pequeno
e se deve estrictamente & interferéncia entre a correlacio eletrénica entre as particulas e a

interacao V,, cuja origem esta na mobilidade da buraco de valéncia.
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The main theoretical difficulties in treating the absorption and emission of light by semi-
conductors containing free carriers are due to finite valence hole mass and electron-electron
interactions.”™ The simplest problem where these difficulties appear is the problem of neg-
atively charged exciton X~. The negatively charged exciton consists of two electrons in
a conduction band and a hole in a valence band. This complex appears in optical spec-

tra of low density two-dimensional electron gas(2DEG) and was extensively investigated

experimentally* ! and theoretically.!?~20

In this work we focus on the interplay of hole recoil and electron-electron interactions
in the ground state state of X~. In particular, we discuss the dependence of the binding
energy on the mass of the valence hole.

In the effective mass approximation the Hamiltonian of X~ is that of two electrons with
effective masses m,, charge —e, and coordinates 7; (i = 1,2), and one hole with effective
mass my, charge +e, and coordinates 7:

~2

P_i2 }552 Ph
H= om., + . + o Vern(Ir1 — 7i]) — Ver (|72 — 72]) + Vee (|71 — 73)). (1)

Here, Ver (|7 — 74|) and Vi (|r1 — 73|) are the electron-hole and electron-electron Coulomb
interactions.

The transformation into a set of relative coordinates m; = 7, — r; and a center-of-
mass(CM) coordinate B = [myr}, + me(r1 + 73)]/M with M = 2m, + m,, transforms this
Hamiltonian into a sum of Hamiltonians for the center-of-mass particle Hpopp = ﬁgM /2M

and two relative particles H,:!
— — 1 ~ —
Hyep = Hx (1) + Hx(2) + Vee(|71 — 73]) + mhh(pl * P2)- (2)

Here Hx (z) = p;*/2p — Von(m:) is a single exciton Hamiltonian and p = e is the reduced

mass of the exciton. The relative Hamiltonian can also be thought of as a sum of the

Hamiltonian of the D~ complex Hp- = Hx (1) + Hx(2) + V..(|7; — 72]) and a pairwise
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momentum interaction term V,, = (f; - p2)/ms. In this case, the D~ complex consists of
two particles with mass u instead of the mass of an electron m,. The pairwise interaction
term is inversely proportional to the hole mass and can be treated as a perturbation when
hole is heavy. In this approach the X~ Hamiltonian depends on two masses, the exciton
mass 4 and the hole mass my, as relevant masses in the problem. It is hence natural to
measure energy in excitonic Rydberg Ry* = e*1/2x?h? and length in excitonic Bohr radius

ay = kh®/ue?. The dimensionless Hamiltonian for relative particles now reads:

2 2
Hrel:'_v%_z_vg__—l'
T n2

I —ma|

Before proceeding with states of the X~ complex we discuss the states of a single exci-
ton. These states will be used to implement a configuration-interaction calculation to solve
the two-body X~ problem. The single exciton problem can be solved exactly by express-
ing the Hamiltonian Hx in two-dimensional parabolic coordinates to avoid the divergence
of the Coulomb potential at the origin. The regularization of the Hamiltonian maps the
bound spectrum of the Coulomb problem into the spectrum of two harmonic oscillators.?!
However, the calculation of two-body matrix elements turns out to be more convienient in

real space.???? Following MacDonald and Ritchie?3, the real space exciton wavefunctions in

cylindrical polar coordinates(7 = (5, 8)) can be written as:

Nom
V2%

where L{(z) is a generalized Laguerre polynomial?* and N, is a normalization constant.

b () = 22 (20/ (0 + 1/2) ™ L (20 (n 4 1/2)) €7/ 041/ gims (4)

The exciton energy spectrum is then given by E(n,m) = —4/(2n + 1)2, where n = n(m) =
[m|,|m|+1,|m|+2,... It is convenient at this point to introduce the 2D Rydberg which is 4
times the bulk Rydberg and measure energy in Ey = 4Ry*. The exciton states In, m) form
shells of degenerate levels. The first shell corresponds to state |0, 0), with energy E(0) = —1.

The second shell, consisting of states [1,—1) , |1,+1) and |1,0), is triple degenerate with

_ G, ). 3)
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energy /(1) = —1/9. The degeneracy of the second zero angular momentum level [1,0)
with finite angular momentum states |1,+1) is a consequence of dynamical symmetries of
the Coulomb potential, which are apparent in the harmonic oscillator picture. The third
shell is a 5-fold degenerate shell with energy E(2) = —1/25, etc. This process continually
enumerates all states of an exciton and describes the formation of excitonic shells. The first
excited shell is separated from the ground state by 90% of the total exciton binding energy
and so the ground state is well separated from a band of excited states. There are infinitely
many excited states in the energy range of only 10% of exciton binding energy. In order to get
a qualitative description of the physics of X~ we restrict the one-particle Hilbert space to the
two lowest shells. Therefore, following a configuration-interaction scheme, we expand the X~
singlet wavefunction in the basis of low energy states: ®4(1,2) = ¢oo(771)Boo(773), ®s(1,2) =
'\}—5(%0(7]_1)0510(773) + $10(771) bo0(72)), ®c(1,2) = '\}-—2(¢1+1(U—i)¢1~1(7]—5) +¢1-1(11)d14+1(12) ), and
®4(1,2) = d10(171)#10(7j2). As will be shown later the X~ problem cannot be reduced to less
than three classes of states represented by states (a) — (¢). In a two-particle state ®, two
electrons occupy an identical zero angular momentum state, while in state ®; one electron
occupies the tightly bound orbital, e.g. |0,0), while the second electron occupies a less
bound orbital, e.g. |1,0). This configuration attempts to move electrons apart to reduce
the electron-electron repulsion at the expense of binding energy of the second electron.
The third configuration @, involves two particles in finite and opposite angular momentum
states. This class of states will prove crucial in accounting for the finite hole mass. The
fourth configuration ®; does not contribute a qualitatively new term and can be omitted.
The effective X~ hamiltonian can therefore be essentially represented by a 3 x 3 matrix H; ;.

A rather cumbersome evaluation of matrix elements of the X~ Hamiltonjan of Eq. 3 gives

the Hp-:
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—1+(=141.1781) 0.1793 0.1100
Hp- = 0.1793 —1+ (—=1/9 + 0.2160) 0.0012 (5)
1 0.1100 0.0012 —1/9 + (~1/9 + 0.0957)

Let us first examine the diagonal elements. We see that the Coulomb repulsion of +1.1781
for configuration @, i.e. the repulsion of the second particle by the first one already occupying
this orbital exceeds the gain in energy of —1. Hence the second particle is not bound in
configuration ®,. In configuration ®; the second particle occupies orbital |1,0). This orbital
is less concentrated in the center of the attractive potential and the repulsion with the
particle on the |0,0) orbital is significantly reduced from to +1.1781 to +0.2160. However,
the gain in binding energy is only —1/9 = —0.1111, and the second particle is not bound
again. In fact, all configurations involving two particles, one on |0,0) orbital and the second
one on the |n,0) orbital are unbound. Hence the finite binding of the complex comes only
from mixing of configurations, and we find that already with two shells the second particle is
bound, with binding energy of EP™ = 0.0467. Such a small number of configurations cannot
give a trustworthy binding energy (which will be obtained below by variational methods)
but gives a good insight into relevant processes.

The total Hamiltonian is the sum of the D~ Hamiltonian and the YVpp term, Hx- =
Hp- + 4V, where v = p/my, and V,, = —%(VZ 62) Calculation of matrix V}, within the

subspace of relevant configurations (a) — (c) gives:

) )
0 0 —0.0213
Vip = 0 0 0 (6)
—0.0213 0 0

We see that the finite mass of the valence hole enters only through mixing of configura-
tions (a) with configuration (c). This is a consequence of the symmetry of exciton states.
Configuration (c) involves both particles in states with finite but opposite angular momen-

tum. Configurations (a) and (c) are already coupled by Coulomb interaction. The mixing of

5
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configurations (a), (b), and (c) is responsible for the bindind of X~. Hence any process which
interferes with this mixing has a significant effect on the binding energy. An advantage of
our simple approach is that one can explicitly write down the form of the X~ wavefunction.

We first write down the form of the three configurations (a, b, ¢) which form our basis as:

N 2
@:(771,7]2) = (\/%) e—2n16~2772

NoogN- 1
Q;(n1,7m2) = (\;92_7?;2 (ﬁ) 6—2/37;16—2/3772(6—4/37;1(1 —4ny/3) + 6—4/3772(1 — 4m1/3))

o ( ) = Ni: \2 (25643
e\ 72 NGr 729

where we have explicitly separated the radial and angular dependence. Now the wave-

) mnze” M e 2327 — 24my + An?)(27 — 240, + 472), (7)

function of the X~ depends explicitly only on two radial (7,7;) and one angular (6, — ;)

variables. It can be written as:
@ (11, 12,01 — 02) = AP} (11,m2) + BO;(n1,7m2) + C cos[fy — 02]97 (1, 72). (8)

The coefficients A, B, and C are obtained from the diagonalization of the Hamiltonian.
The finite hole mass changes the dependence on the angular variable. While the explicit
dependence cos[f) — ;] is an approximation to the dependence of the true ground state,
the form of the wavefunction does not change qualitatively by going from X~ to X+. The
X~ binding energy for a given hole mass can now be readily calculated. We anticipate
that while the actual binding energy is poorly approximated at present by our three level
Hamiltionan, the effect of finite hole mass can be captured reasonably well. To capture this
dependence we measure the X~ binding energy in units of the binding energy of the D
complex. In Figure 1 we show the effect of the finite hole mass(measured in electron mass)
on the binding energy of X~ when my/m. changes from 1 to 100. The X~ binding energy
approaches the binding energy of D~ when mass of the hole approaches infinity. When

the hole mass decreases, the binding energy decreases monotonically. This behavior can be

14



understood as a reduction of the mixing between two-particle configurations responsible for
the binding energy by the finite hole mass term V,,.

To emphasize this we show in Figure 1 the effect of the finite hole mass on the X~ binding
energy without electron-electron interaction(dashed-line). Without Coulomb repulsion the
second particle is strongly bound(binding energy of D~ is EP™ = Ey), and the effect of
valence hole mass is negligible. Of course, it changes the excitonic Rydberg via the reduced
mass but does not affect correlations among particles.

Once the energy of the excitonic D~ complex has been calculated and measured in
excitonic Rydberg, the effect of the finite hole mass is small. For m, = 2m,, the binding
energy is 0.985 binding energy of D~. For a light hole, m; = 1/2m., the binding energy
is 0.972 binding energy of D~. To summarize these results, we have identified the effective
Hamiltonian of the X~. The matrix elements of this Hamiltonian, obtained here from a
limited number of exact orbitals, can be improved upon by perturbative methods. The
effective Hamiltonian sheds light on quantum interference effects responsible for the binding
of X~.

In order to get a better quantitative estimate of the binding energy we now turn to a
variational approach. In a variational calculation we optimize charge density of the two
relative particles using the Chandrasekhar trial wavefunction.?’ The wavefunction (charge
density) is build out of two non-orthogonal s-like orbitals, one tightly bound to the Coulomb
center and the second one weakly bound. The first orbital plays the role of the |0,0) orbital
and the second one of the |1, 0) state. The two different orbitals attempt to separate electrons
to reduce their repulsion at the expense of binding energy. The properly symmetrized
trial wavefunction has the form ®4(1,2) = %(e‘"l/“e"m/b + e~Mm/be=m/%) where a, and b
are variational parameters. This wavefunction does not however account properly for the
electron-electron repulsion which diverges as |17; — 13| ~!. The total wavefunction is therefore

a sum of the Hartree and Jastrow2>26 terms



where A and B are variational parameters. Correlations are included through the second,
Jastrow, term.

The X~ energy is obtained by minimizing the total energy £ = [ d1d2®(1,2)*[Hp- +
YVip]®(1,2)/ [ d1d29(1,2)*®(1,2). The total energy can be split into two parts (we
neglect the denominator for brevity): Ep- = [d1d2®(1,2)*[Hp-]®(1,2) and E,, =
[ d1d2®(1,2)*[yV,,]®(1,2) . The first part is just the D~ energy. The second part, due

to finite hole mass, we now examine closely:

Epp = /d1d2[A<I>0(1,2) + Bl — 72| @0(1, 2)]"[vV5][A®o(1, 2) + Blrji — 12| ®o(1,2)] =
= [ d1d2{A®o(1, 2)]" [y, BI — 71@o(1,2)]
+ [ d1d2(BIg; — i3/0o(1, D) [y Vel AR (1, 2)]

+ /dld?[BWl — 12| ®o(1, 2)]* [y Vil [ Bl — 731P0(1, 2)] (10)

We see that the finite hole mass only contribution to the binding energy is through the
Jastrow term in the variational wavefunction. The Jastrow term involves states with finite
angular momentum and therefore plays the same role as configuration (c) in configuration-
interaction approach. Alternatively, we can say that hole recoil interferes with electron-
electron correlations.

Neglecting the pairwise momentum coupling between the two reduced particles V,,, gives
a binding energy of the charged D~ complex of EP™ = 0.108 (in units of Ey). Other
calculations using more sophisticated trial wave functions slightly improve the binding energy
to 0.120.22® In Figure 2 we show the dependence of the binding energy of X~ on the hole
mass. As in Figure 1, energy is measured in binding energy of D~ and my/m, changes
from 1 to 100. Solid line shows the behavior of the interacting system, dashed line shows

the behavior in the absence of electron-electron interactions. The behavior is similar to the
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one obtained by configuration-interaction method. The inset shows the X~ binding energy
measured in electronic Rydberg (Ry = (1 + m./m;)Ry*) as a function of the hole mass.
On this scale the dependence of the binding energy on the mass of the hole is mostly the
dependence of the reduced mass on the mass of the hole.

In summary, we discussed the interplay of finite hole mass and electron-electron inter-
actions on the energy of the charged exciton using both the configuration-interaction and
variational methods. We have identified an effective Hamiltonian of the X~ which sheds
light on quantum interference effects responsible for the binding of X ~. The charged exciton
binding energy was found to be well described by the binding energy of two particles with
reduced (exciton) mass bound to a rigid Coulomb center and interacting via Coulomb forces.
The deviations from this dependence were found to carry information about the interference

between the finite hole mass and electron-electron interactions.
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FIGURES

FIG. 1. Dependence of the binding energy of the X~ complex on the ratio my/m. from con-
figuration-interaction approach. Solid line: electron-electron interaction included. Dashed line: no

electron-electron interaction. Energy is measured in units of the binding energy of D~ (see text).

FIG. 2. Dependence of the binding energy of the X~ complex on the ratio mj/m. from
variational calculation. Solid line: electron-electron interaction included. Dashed line: no elec-
tron-electron interaction. Energy is measured in units of the binding energy of D~. Inset: binding

energy in units of electronic Rydberg(see text).
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Apeéendice B

Valor esperado da energia

Nesta Se¢ao mostramos em detalhe como é calculado o valor esperado da energia total das

duas particulas internas €. Partimos da definicao:

o (U(LIHE(1,2)) 1
T,y N

onde |¥(1,2)) é a funcao de prova definida na Eq. 5.8. N é a normalizagio da funcao de

(T + U+ Hiz + (Vi) (5.9)

onda, T é o valor esperado da energia cinética das duas particulas reduzidas, U é o valor
esperado do espalhamento das duas particulas com o centro Coulombiano, Hyy é o valor
esperado da interagdo Coulombiana entre particulas, e (V,,) é o valor esperado da interacio

entre pares de momentos.

Normalizagao de ¥(1,2)

A normalizacdo da fungao variacional ¥ = ¥(1,2) é definida como:

N = (¥|0) = /dp'i/dp}\Il*\Il - /dp'i/dp}\ll?,(l,?)(l + 2cp15 + ¢p,) (5.10)

Usando coordenadas polares escrevemos:

Ob 2 2T o] 2m o]
N = E__i/ dal/ dp1p1/ d92/ d,02p2 (e—Pl/ae—pz/b+e—-pl/be—p2/a)2 y
2 ) 0 0 0
X (1 + 2cpiz + 2p%,) (5.11)

Podemos separar a integral na Eq.5.11 em trés integrais mais simples: Iy, I, e I5. A

primeira destas integrais é:

(Cb)z 2 o 27 o0 2
I, = ‘ZL/ dﬂ]/ dplﬂl/ d02/ dpaps (e—Pl/ae—pz/b + e—Pl/be—P2/a) (5.12)
0 0 ¢} 0

O calculo desta integral é direto e fornece:

16a2b?
L =1+ m (5.13)
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A segunda integral (1) é:

by2 27 oo 2 0
Ig = 26 X ——(Ca) d01 dplpl d02 dp2 2 e_”l/“e_”"’/b ~|— e“pl/be_”/“ ? X
P
2 0 0 0 0
X P12 (514:)

Antesd e seguir com o calculo de I, resolvemos as integrais angulares em 6y e 0,. Para sito
escolhemos como eixo principal aquele determinado pelo dngulo #; para medir o dngulo 4.

Assim:

27 27 27
/0 d01/0 d02\/p% + p3 — 2p1pacos (02 — 6,) = 271'/0 dfy\/pf + p3 — 2p1pzcosy  (5.15)

Usando os resultados da Ref. [40] obtemos:

/de\/a—bcos:c=2\/a—|-bE( i{)b) (5.16)
0 a

onde E(z) é a integral eliptica completa do segundo tipo [40]. Entao, Eq.5.15 se torna:

2T 2./
2”/0 d’Y\/P% + p3 — 2p1p2cosy = 87(p1 + p2)E (p—_%g%) (5.17)
1 2

Voltando a Eq.5.14 escrevemos:

b\2 fo's) e’}
I, = 2¢x —(Ca) / dplpl/ dpaps (e"”l/ae"”"‘/b + e_”l/be_”2/“)2 X
2 0 0
2./
x8m(p1 + p2)E (—&1&)

p1+ p2

Cb 2 oo P1 2
= 167mec X E_SLA dplpl [ A dP2P2 (e—Pl/ae—Pz/b_I_e—p1/be—pz/a) (Pl +p2)><

9 o0 2 2
I )
P1

p1+ p2 p1t p2

Na integral radial em ps, entre 0 e p;, mudamos as coordenadas de tal forma de ficarmos
com uma Unica varavel adimensional k¥ que varia entre 0 e 1. Primeiro definos &k = p2/p1
com dk = dpy/p1, tal que k pertence ao intervalo [0,1] quando p, varia entre 0 e p;. Na
outra integral entre p; e co definimos &' = p;/p; com dk’' = —%ﬁdm. Apds a mudanca de

varidveis obtemos:
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" dpaps (emrr/oeeelb 4 e—pl/be—p;/a)2 E (2\/@3) _
E

1
— / (p1dk)(p1k)pr(1 + k) (6—01(1/a+k/b) + e—pl(l/b+k/a))2 ___~) (5.19)
0

/oo dp2P2 <e~p1/ae—pz/b + e—pl/be_p2/a)2E (2, /plpz) _
p1

1+ p2
0 2 , , 2/ k!
=/ ( 4 dk) (%) (14 ) (P O/a1/00) 4 = (1/o1/ (o)) (1 Y k) (5.20)

Eq.5.18 pode ser escrita como:

Cg 2 1 2\/_ ~ . _ .

I, = 167cx (—2——)—/(; dk(l +k’)E (1 y ) [ / dPlP ( p1(1/ +k/b)+ p1(1/b+k/ )) +
1 o]

+ ﬁ/o dp p? (e~p1(1/a+1/(kb))_|_ e—m(1/b+1/(ka))) ] (5.21)

Agora desenvolvemos a integral na varavel p; e deixamos somente a integracao na variavel

universal £ entre 0 and 1:

(C2)? /1 2vk 515 1 1
L, =1 —2 | dk —_—
2 6me X 5 ), (1+k)E T F k x 3a’b 4(a+bk)5>+4(b+ak)5+

+ 16 + 1 X 3a°b°k® 1 + ! +
(a+0)5(1+k)5) " ke 4(a + bk)S " A(b+ ak)®

")

( b)z 2k 515 1 1
~ 32 dk(1 + k)kE b
e x / SRl Sory Rek L Vs i (S s

16
e k)5> (5:22)

33
_ 3072 4% /dk k E 2k N
"7 (a+bp (I+k)* \1+k

Wk
1+ k

+ilﬂ_—a3b3c/0 dkk(1 + k)E < ) [(a + bk)™* + (ak + b)-5] (5.23)
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A terceira integral é:

by2 2 0 2 o 2
13 = ———-—(Ca) / d01 / dplpl / d02 / dpng (6—p1/ae—p2/b + e"”l/be_p2/“+> X
0 0 0 0

2
x ¢ ply
b\2 27 oo 27 0o 2
= (ia)_/ d01/ dp1,01/ dgz/ dp2p2 (e—Pl/ae—Pz/b+6—P1/b6—p2/a) «
2 0 0 0 0
xc?[pi + p3 — 2p1p2 cos (01 — 65)) (5.24)

A integracao nos angulos é imediata e fornece a seguinte integral dupla nas varaveis

radiais:

2 2 (02)2 e < —p1/a_—pa/b —p1/b—p2/a\2 [ 2 2
Is = 47°%c* x ——2-—/ dplpl/o dpsp2 (e Prlag=r2lb 4 eP1/0% ) (p1 +p3)  (5.25)
0
O calculo de I3 nao é dificil. Neste caso obtemos:

L=3 ) +109-C0 (5.26)
T2 (a + b)° '

A expressdo final para a normalizagio da funcio de onde é:

a’b? 3, 5 a*b*
= ———F —(a? + ) +192———— 2 +
N 1+ 16( )i 2(a )t +19 @ b)GC

3072 a3 p k 0k
T (a+b)5/0 dk(l-l—k)4E(1+k>+
Wk
1+

+%a3b3c /01 dkk(1 + k)E <—> [(a + bk)~° + (ak + b)~] (5.27)

k

Valor esperado da energia cinética

Devido que a funcao de prova representa um estado ligado, o valor esperado da energia

cinética do sistema de duas particulas se calcula como:

T = (|

—2 ~2
N P2 _ ~ = 2 2
o T V) = IR TSN ATY (5.28)

Comegamos calculando o grandiente da fun¢io de prova U(1,2) com respeito as variaveis

(p1,61): V1¥(1,2). Enseguida, calculamos o médulo ao quadrado: |V1¥(1,2)|2. Finalmente,
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calculamos as integrais nas varidveis p; e p;. O mesmo procedimento é seguido para as
variaveis (pa, 03).

Antes de integrar nas variaveis (p1,61) € (p2,02), separamos a Eq.?? em trés grupos:

9 2
Ty = (1+4cp12)? (—‘Ilo)
O
171 1 1
— (1 + 2¢p12 + C2p§2)-2— <zﬁe—2p1/ae—2pz/b + 556_2’)1/1)6_2”2/“ + %e—(l/a+1/b)(P1+P€5)29)

T, = 2c(1+ cprz) (gqjo) W, x (p1 —52 cos )
1 12

= —(20 + 262p12)% (16—2P1/ae"292/b + %6—2131/1’6—2/12/‘1 + a _;b (1/a+1/b)(Pl+P2)> ><
a a

% (p1 — p2cos (91 — 92))

(5.30)
P12
T3 = C2\I;(2)
_ 62% (e—2pl/ae—2p2/b+ e—2p1/b6——2p2/a +e—(1/a+1/b)(P1+p2)> (531)

Integrar T} and 75 é simples uma vez usados os procedimentos discutidos acima. Para

integrar T, precisa-se da seguinte identidade:

2 cos(6y — 0
/ d«‘)l/ dfy——m——== P 2) = 4r? / dqJi(gp1)J1(qp2) (5.32)
12

Este procedimento é mais complicado desde o ponto do vista do calculo do que con-

ceitualmente. O resultado final obtido é:

o 1.1, 82%b
a? B2 (a4 b)Y

1
+§ab(a2 + b2)c/ dkk(1 + k)E ( 2vk

1Tk) [(a+ bk) ™ + (ak + )]

6144 a2b? 2Vk 3(a2+b2) a3b?

— dk E Sl 2

e Gror / (1+k) (1+k)+2 PR L P AT
2b2

90 292 ab > (¢b)°
—32(a + b)4c — 2c¢° — 67r(a T b)3c + 1920/0 (4 + (gb)2)572(4 + (qa)?)3/2
Y (ga)? e [ 8 — (ga)®
192 [ T @, Gty YDBEE
8 — (¢b)?
ot )" @ T @24 + (qa)? )72

(5.33)
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Valor esperado da interagdao Coulombiana de uma particula

O valor esperado da interagio Coulombiana é:

(Ca)?
2
-2 =2
X(—+ —)(1 + 2cpr12 + *p,) (5.34)
f1 P2

U= (¥|Ver(1) + Ver(2)|¥) = /dp_i/dp}(e‘pl/“e_”z/b + e7P1/ber2/a)2

Podemos separar esta integral em trés termos:

b)2 _9 _9
J = (Ca) /dp—i/dp-%(e—m/ae—pz/b_l_e—pl/be—pz/a)2(_2+__)
2 41 P2
CF (=, [
= —2x 4#27“/ dPl/ dpy(eP1/2e™2/b 4 emr/Pe=r2/)2(p) 4 py)
0 0
4 4 ab
= —|-4+ = 4 .
(a+b+6 (a+b)3> (5.35)
by2 — —
Jy = (€2) /dp"i/dp"z(e_”l/“e_”"’/b + e""l/be_”2/“)2(—2 + —-2—) X 2¢p1o
2 41 P2
V2 reo o)
— —4ex (CQG) / dp1/ dp2(e—pl/ae—pz/b + e—pl/be—pz/a)2 %
0 0
2 2
X(pl + pz)‘/o dﬂlfj d02p12 (536)

Para integrar J; utilizamos o mesmo procedimento para o célculo de I,: i) integramos
nos angulos 6; e 0, ii) dividimos a integral em p, em duas integrais entre 0 e p;, e py e
oo, entao mudamos a variavel adimensional k, que varia entre 0 e 1, e iii) integramos em p;

deixando somente a integracdo em k. Assim, obtemos:

1536 a2p? 1 1 Wk
J, = ———-—/ dk E
2 T (arbid ClUTRy (1+k>+

+ 20 / " dk(1 + kB (%‘%) [(a+bk) + (ak+ )71 (5.37)

Js = —2c* x4 2————(02)2 do | doy(e Pr/ae=r2/b 4 g—P1/bo—p2/a)2 -2 =2 2 2
3= T Xam p1 | dpa(e e e ¢ )(ZWLE)XCPH
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Cb2 00 00
= —swctx [y, [T dpy(emertocls 4 el gy 4 )+ g2)

3 4 43 a3
_ 2 b 29 2 .
2¢*(a + b) + 6¢ = + 512¢ (@ b (5.38)
Juntando os termos obtemos a expressao final:
4 4 ab (a® + 63) a3b® 5
= —+ —+64 120——— 2 b
U a+b+6(a+b)3+6 — *+5 (+b)c+c(a+)+
4 2
+38 g2, / dk(1 + k)*E ( \/—) [(a + bk)™* + (ak + b)“‘] +
vis
1536 a?b® 1 1 2vVk
— [ dk E 5.39
T (a+b)4/o TR (1+k> (5.39)
Valor esperado da interagio elétron-elétron
O valor esperado da interacao elétron-elétron é:
(Cb)2
Hyy = (U|Vee(1,2)|0) = 2 /dp‘i/dp}(e_”l/“e_”z/b + e“pl/be"’?/a)2
2
X—(1 + 2¢p12 + ¢ p12) (5.40)

P12

Mais uma vez separamos a intgral principal em trés integrais auxiliares. A primeira delas

(Cb)2 00 00 2T 2r 9
Lo =22 [T doips [ dpps [0y [ dby(erlrelt enlremle2 2 (541
0 0 0 0 P12

Primeiramente, calculamos a integral em 4ngulo. Para fazer istos utilizamos a expansio

de (p12)”! em termos de fungdes de Bessel J, (z):

1 o . oo
— =Y ezm(ol—ez)/o dqJn(gp1)dm(gp2) (5.42)

Piz ="

A integral angular é trivial e fornece:

Vi 27 2 o)
/ o, [ o, = gx? / dgJo(gp1)Jo(gp2) (5.43)
0 0 P12 0

Agora escrevemos L; como:
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Cb 2 0 00 oo
L, =87% x %/ dq/ dp1p1/ dpzpz(e_’“/ae"p"’/b + e_pl/be"pz/“)2Jo(qp1)Jo(qu)
0 0 0 .
(5.44)
O seguinte passo é expandir (e=P1/2er2/b 4 e=r1/be=02/%)2 ¢ calcular as integrais radiais

usando a seguinte identidade [40]:

NaEy

onde o, 8 > 0, Re(v + u) > 0, I'(y) é a funcdo Gamma e P;* (y) é a fungao associada do

/OOO e~ J,(Bz)z* tdz = (o® + B%) 2T (v + 1) P ( (5.45)

primeiro tipo de Legendre. Apés algumas contas obtemos:

oo 1 1 ab
b= 18 R O G T (5:46)

A segunda integral é:

(Cb)2 00 oo 27 27 b
Ly =4e¢ x T“/ dp1p1/ dprQ/ d¢91/ d92(e””1/“e"’2/ -i—e“”l/be_”?/“)2 (5.47)
0 0 0 0

e a terceira integral é:

b\2 ;oo ) 2T 2T 2
Ls = c? % (_CE_)__/ dPlPl/ dpng/ d91/ d92(e—pl/ae—p2/b + e—m/be—pz/a)?____,012
2 0 0 0 0 P12
(5.48)

As integrais L; e L3 ja tem sido calculadas a menos de alguns fatores multiplicativos
quando calculamos a normalizacao da funcao de onda.

O resultado final para H,, é:

o 1 ab a?b?
Hi, = 198 / d 1 _ath®
12 o “aT @+ b2 T Mg op TR Mt

2k

+§a3b3c/1 dkk(1+ k)E (=) [(a+ bk)™ + (ak + 5)~] +
i 0 1+ k

313 1
3072 a3b /dk k E Wk
T (a4+0b)%Jo  (1+4+k)* \1+k

(5.49)
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Valor esperado da interacio de pares de momento

Para o trion X ~, em coordenadas excitonicas, o operador -1 p;-p, em coordenadas cilindricas
h

(p, ) &
1 20 9* 1 o
. = —— 0 b 0
mi Pl P2 Ty {COS( 1= 0) [8p18p2 T o 3‘91692}
1 02 1 02
sinte —on [ 1 1 5.50
sin(¢; — ¢2) [Pz 9p106s  m aqslapz} } (5:50)

onde o = mj/mj é arazao entre as massas do elétron e do buraco. Claramente, este operador
depende da diferéncia de fases (6; — 6,) das particulas reduzidas.

O valor esperado da interagéo, no estado |®) é:

(Wi -5 = [dii [ dpvo x (i - 5r0o) +
+2¢ [dgi [ dssWopiz x (B - 5> W) +

v [ dgi [ dgiopir x [7i - (Wopra) (5.51)

Apés a acao do operador p; - p; obtemos:

0? 1

p_i p_é(\llo) = — cos(01 — 02)5;%(‘1}0) = —% COS(O] — 02)1110 (552)
51 - pa (W ) = cos(8 —0)[ o (U )+ ! & (¥ )J—{—
D1 P2\ ¥op12 1 2 6p18p2 0pP12 p1pa aplapg 0P12
1 92 1 92
in(; —05) | ——r (¥ ey 1 5.53
+sin(6, — 6,) [P2 Bplaﬂz( 0P12) P aelapz( 0912)} (5.53)

onde as seguintes identidades sao validas:

82 82 1 8\110)
o, (Yor2) = | oV — 152 (o1 — pacos(b; — 0
8P18P2( OP12) (8P16P2 0) P12 + 1o l:( ap2 (pl P2 COS( 1 2))—|—

+ (%_f_f) (p2 — p1 cos(fy — 92))] +

1\
Fg [—cos(8y — 02)p12 — (p2 — p1 cos(b; — 02))(p1 — p2 cos(by — 6))]
12
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L % wops) = -t (cos(0 0z — P2 Gin2(6y — 0 ))
p1p2 0p10p2 ? P2 Lo P12 ' ’
1 0? : oW\ p1 | Yo p1
— (" = —sin(f, — 0 —+ - — —(p1 — 6, — 0
e aplaﬂg( 0P12) sin(6, 2) [(8p1) PR P12 pu(pl p2 cos(6; 2))
1 62 . 8\110 P2 \If P2
— (T = —sin(f; — 6 — — 2 (py — 6, — 0
o 8018/)2( 0P12) sin(6, 2) [(apz) e + = 2 P12 P (p2 — p1 cos(f, 2))
O valor esperado fica:
5 5 27 00 %] 9 2r 5 >
(Ylpr - p2|¥) = —2¢x ;3/0 dmm/O dp2p2\110/0 cos 7/ p} + p& — 2p1pz cosy +
—szdpifdp“z‘lfoplz X [\Ifo cos (0; — 02)'0—1b2+
a
6, — 0 ov ov
T, x cos (01 — 6,) (/h 0, op2) _
P12 dps Iy
1 ov ov 1
—Wo X — (,01 4 P2 0) - ‘1’0—]
P12 dpy dp2 P12
27rc

= / dmpl/ dp2pa V3 / cos 7\//)1 + p3 — 2p1p2 cosy +

S P N
c /dp1 /dpg l\IIO cos (0 — 0;)—== o + ¥y x cos(f; — 67) (pl T + po o

oV, O, 2}
.\ + v 5.54
0 X (m TRy ) (5.54)

Agora, desenvolvemos a integral angular na Eq.5.54. Assim:

o o 27rc
(¥lpi - p2|¥) = / dmpl/ dp2pa Vg / cosy\/p} + p§ — 2p1pz cosy +

e x | [“ dpupy [ dpaps 0wy

oo ov ov
-I-/ dp1p1/ dp2pa Vo X (Pl 0 + p2 0)
0 0 dp dp

+ /0 dp1 p1 /0 dp2p2x1;g] (5.55)

As integrais entre colchetes na Eq.5.55 dao o seguinte resultado:

M, = / dPlPl/ dp2p2><p1p2‘1’(2)
0 0 ab
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by2 00 0o
—(Ca) % _}_/ del/ dpapa X plpz(e—m/a-—pz/b + e—pl/b-;’z/a)?
2 ab Jo 0
(C’f;)2 2 {a3b® 4a5b°
X — +
2 ab [ 16  (a+b)8
a3b3
1464 5.56
42[* <a+b>6} (5:56)
oo oo ov ov
M, / dplpl/ dpapa¥o X (Pl_o +P2*—0)
0 0 6p1 apl
Cb o] 00
-T;/O dplpl/o dp2p2¥o X
—1 —p1fa—p2/b —1 —p1/b—p2/a 1 p1/a—p2/b —1 —Pl/b—02/a
X[”I(Tf T )*”2(56 toe )}
b\2 0o 00
(Ca) / dplpl/ dpapa (6—/)1/(1—92/5 4+ e"ﬁl/b_P2/a) %
2 0 0
x [Pl (%e—m/a‘pz/b + —Tle—pl/b'—pz/a) + pa (%e—Pl/a_ﬁw/b + _716—01/’)—02/“)}
b\2
(C X 2/ dp1,01/ dp2p2 (e p1fa—pa/b +e—01/b 02/'1)
1 -1
(et o)
(Cb) a2b2 4b4
2 2
> 276 T laron
1 azb2
—— 2 2 .
12 [ +3 (a7 b)J (5.57)
M3 / dplpl/ dP2P2‘I’2
(Cb Ja=pafb | —p1 /b=
/ dPlPl_/ dpapa x (emPr/a=r2lb 4 g=p1/b=p2/ay?
1 a?b?
1+1 .
s l + 6(a+b) ] (5.58)
Finalmente:
% 47rc
(Ulp1 - p2|¥) = / dmm/ dpap2 93 / cos1y/p + & — 21 cos v —
a2b%(a — b
16t x LU b (5.59)

“arbr



Capitulo 6

Absorcao 6ptica em um gas de

elétrons 2D

Absorgao 6ptica e emissdo em pogos quanticos semicondutores dopados tipo-n tem sido ob-
jeto de um intenso trabalho de pesquisa tanto experimental[49, 50, 51, 52, 53, 54, 55, 56, 57]
como tedrico[58, 59, 60, 61, 62, 63, 64, 65, 66, 67]. A combinacio da baixa dimensionalidade
do sistema, a presenga da interacio elétron-elétron e a mobilidade do buraco de valéncia
fotocriado, fazem do célculo da absor¢éo dptica uma tarefa bastante complicada. Paralela-
mente, o crescimento de amostras de pocos quanticos semicondutores de alta qualidade é um
desafio de porte consideravel.

Tentativas recentes de incluir a interacio eletrénica no célculo do espectro de absorcéo
tem sido feitas dentro da aproximacdo de fase aleatéria (RPA), incluindo efeitos de troca
e correlagao através da renormalizacio da energia dos estados de particula simples[65].
Célculos autoconsistentes dentro da aproximagiao de Hartree também encontram-se na li-
teratura[68]. Embora estes calculos tenham contribuido para o entendimento do efeito das
interagoes no espectro de absor¢éo e emissdo o problema ainda esta longe de ser resolvido.
Por exemplo, um tratamento apropriado dos efeitos de troca e correlacio é inexistente. Exis-
tem também poucos trabalhos modelando a combinacao destes efeitos de troca com o efeito
da mobilidade do buraco de valéncia. Em particular, o efeito da mobilidade do buraco tem
gerado controvérsia entre os resultados tedricos existentes e experimentos recentes. Célculos
do espectro de absorgao incluindo a mobilidade do buraco fotocriado prevéem o desaparec-
imento da singularidade no nivel de Fermi(FES) no espectro de absorgao[65]. Resultados
experimentais de absor¢ao e emissdo dptica em pogos quanticos de alta qualidade revelam a

presenca de um aumento da forca de oscilador das transi¢des épticas em torno do nivel de

69
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Fermi. Este aumento evidenciaria a presenca da FES nos espectros 4pticas.

Neste Capitulo procuramos entender o efeito combinado da interacio elétron-elétron e a
mobilidade do buraco fotocriado na absorcdo éptica de um gés de elétrons bidimensional.
A interacao eletronica é tratada dentro da aproximagao do funcional de densidade local[45].
O efeito da massa mével do buraco de valéncia foi incluido de forma aproximada. Nossos
resultados refletem a complexidade do problema e sugerem a necessidade de um nivel de

aproximacao superior ao utilizado atualmente.

6.1 Hamiltoniana Modelo

O caélculo do espectro de absorgao 6ptica, limiar de absor¢io e forma de linha, requer o
conhecimento dos estados eletrénicos antes(estado inicial) e depois(estado final) da absorcao
de um féton. O Hamiltoniano H; do estado inicial descreve N elétrons na banda de conducio
com massa efetiva m,., interagindo através de forcas de Coulomb. O estado final é descrito
pelo Hamiltoniano de IV +1 elétrons mais um buraco mével na banda de valéncia, com massa
efetiva my,.

Para encontrar os estados eletronicos finais seguimos o modelo implementado por Brum
e Hawrylak[68]. O 2DEG de densidade nyp é emulado por um conjunto de N elétrons
ocupando um disco bidimensional de raio R com barreiras de potencial infinitas na borda.
A neutralidade de carga é garantida com um conjunto de N particulas fixas carregadas
positivamente, simulando os doadores ionizados positivamente que d&o origem ao gis de

elétrons. O Hamiltoniano do estado final é:

N+1 13;,2 N+1 p—;b2 N+1 N+1
Hi= 2 o —+ 2 Veellfi = 751) + o+ 2 VerlIri = 7hl) 4 3 V() + Vions (7) (6.1)
i=1

=1 Me 1<J i=1

onde a interagdo elétron-elétron(e-e) e elétron-buraco(e-h) é descrita pelo potencial Vee(75 —
r5) = €2/kl|ri — 73] e Ven(I7; — ri]) = —e?/|ri — 74|, respectivamente. O potencial de um-
corpo V; é devido a presenca dos IV doadores ionizados. Veons € 0 potencial de confinamento
imposto pelo disco.

Devido & forma da interacao e-e e e-h mudamos o sistema de coordenadas absolutas
ri(2=1,2,---,N+1) e r, para um sistema de coordenadas relativas m; = 7, — 1}, e do centro
de massa R, = (me SN, 7 + murh)/M onde M = (N + 1)m, + my. O Hamiltoniano da
Eq. 6.1 se transforma em uma soma do Hamiltoniano do centro de massa H,, = P:m2/2M

e do Hamiltoniano das N + 1 particulas relativas H,.[68]:
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N+1 N+1

H'reI: ZHX(Z)'I'Z‘/ee(' n; +_sz P]+ Z I/d 7]1 (62)
1=1 i<J m i<j =1
Aqui Hx(i) = p:*/2p — Ven(n:) é o Hamiltoniano de um exciton com massa reduzida

p = memp/(m. + my). O Hamiltoniano do movimento relativo descreve N + 1 partfculas
excitonicas acopladas por interagbes de duas particulas. Estas interagdes tem duas origens:
i) a interacéo elétron-elétron, e ii) a mobilidade do buraco fotocriado. O acoplamento origi-
nado na massa mével do buraco é descrito por uma interagao de pares de momento, dividida
pela massa efetiva do buraco: V,, = EIZ > icjPi - P;. Esta interagdo pode ser tratada per-
turbativamente quando a massa do buraco é pesada. Como discutimos no Capitulo 2, esta
interacao modifica a correlagéo entre as particulas reduzidas[31]. Neste ponto, introduzimos
o Rydberg exciténico Ry* = e*u/2kk* como unidade de energia e o raio de Bohr excitonico
M

a’y = kh*/pe* como unidade de comprimento. O Hamiltoniano das particulas reducidas em

unidades excitonicas fica:

Hre,:]%( v2~;7—)+2 s, +Zvd 7:) (6.3)

i=1 1<g In’ Mp 1<y =1
Para concluir, encontramos um Hamiltoniano efetivo para a dinamica dos N + 1 elétrons
na presenca de um buraco de valéncia fotocriado. O reciio do buraco esta presente neste
Hamiltoniano efetivo como uma correlagéo adicional a interagio Coulombiana entre as particulas
excitonicas. A nova interagdo é um acoplamento entre pares de particulas dependente do

momento das particulas reduzidas.

6.2 Calculo autoconsistente dos estados eletronicos

Nesta Secgao discutimos o calculo autoconsistente dos estados ele tronicos nos estados inicial
e final. Discutimos a aproximacgio de Hartree e a inclusio de efeitos de troca e correlagao

eletronica dentro da aproximacao de densidade local.

6.2.1 Aproximacao de Hartree

A aproximagao de Hartree é a forma mais simples de tratar a interacdo Coulombiana em
um sistema de N elétrons. Neste nivel de aproximagao se considera que cada elétron se
movimenta em um potencial efetivo gerado pela presenca dos elétrons restantes sem incluir

efeitos de troca e correlagao. O campo efetivo é um campo central que é calculado resolvendo
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a equagao de Poisson considerando uma densidade de carga livre igual 4 densidade de carga
eletronica. Aqui se associa a cada elétron uma densidade de carga determinada pela funcio
de onda de particula simples ®;(7) desse elétron. A natureza fermidnica dos elétrons é levada
em conta na ocupagao dos niveis de uma particula ®,(7) através do principio de exclusio de
Pauli.

De forma geral, o potencial de Hartree efetivo devido & presenca do gés de elétrons é

escrito como:

Vi) = ol + [ d' =) (6.4)

v(77) € um potencial externo aplicado. No nosso caso, este potencial corresponde ao potencial
eletrostatico V4(n) gerado pelas cargas positivas que neutralizam a carga negativa do gas de
elétrons, mais o potencial do buraco fotocriado apés a absorcéo éptica V; = —,—f%. Obvia-
mente o potencial de buraco néo esta presente no potencial de Hartree, no estado anterior 3
absorc¢ao.

Uma vez determinado o potencial Vy(77) resolvemos autoconsistentemente as equacdes

de Hartree:

{4 Vi) + Vo ()] 407 = (6.5

Os orbitais de Hartree ®;(7j) podem ser expandidos numa base de estados de particula simples
Gram(T): Ri(7) = Cpm &y, Gum (7). Estes estados que formam a base sio caracterizados por
um numero quantico principal n e momento angular m. Seguindo o modelo usado para sim-
ular o gas de elétrons, o calculo autoconsistente dos estados eletronicos foi desenvolvido em
um disco de radio R, sem espessura, e com um potencial de confinamento perfeito(V, = o0)
na borda do disco. A base de estados utilizada, usando unidades excitdnicas de comprimento,

é formada pelos estados cilindricos confinados neste disco:

B eim@ _ eim9 \/§
Gnm(n,0) = Efnm(n) "~ V2r R|Jpi1(EPR)|

O momento angular é m, e 7 é o numero quéntico principal do estado |nm). A funcio Ji(z) é

Tn(KPp) (6.6)

a fungao de Bessel do primeiro tipo de ordem inteira I[40]. A grandeza z = k™ R é o n—ésimo
zero de J,,(z). O espectro de energia dos estados da base, em unidades de Ry*, é dado por
Ep = (k2.
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Por representar um campo central, a interacdo de Hartree nio mistura estados com
diferente momento angular. Entao, os coeficientes o, satisfazem a seguinte equaco secular

de uma particula em cada subespaco de momento angular m:

B0 + 3 (nm| Vi (n)[n'm) oy, = Ejpcty (6.7)

Os elementos de matriz do potencial de Hartree, em um determinado subespaco de mo-
mento angular m, se calculam da seguinte forma. Expandimos no espaco reciproco a in-
teragao Coulombiana, em duas dimensdes, em termos de fungoes de Bessel do primeiro tipo

Ji(z):

1 e [ ,
——— =2 ) 6””(9‘“/ dqJm(qn)Jm(gn’) (6.8)
[ — '] m=—o0 0

Desta forma, o potencial de Hartree pode ser expresso como:

Viln) =2 [ di'n() 3> €m0 [ dgd(gn)n(an') + V(o) = Vaeln) + Valn) (6.9

m=-—00

A densidade de carga eletronica n(n’) = 3, 1 gnm|Pnm(17')|?, onde g, é a degenerescéncia

do estado |n,m), é expressa em termos dos estados da base:

ko pk
n(r]') = Z Z Zgayk,mkAi,mkAi',mk¢ivmk (n/)¢i’,mk (77,) (610)
o kmy !
A densidade eletronica de carga é uma fungéo com suaves oscilagdes e nao apresenta singu-
laridades. Por esta razao, apds efetuarmos a integral angular na Eq.6.9 é conveniente definir
a fungdo: G(q) = 2 [fdn'Jo(qn’)n(n’). Esta funcio atua como o kernel no espago reciproco

da interacao Coulombiana entre elétrons:

Veeln) = [ daJo(gn)Gla) (6.11)

Este é o potencial efetivo de uma particula que descreve a interacio elétron-elétron.
Com este potencial calculamos os elementos de matriz na base de estados pertencentes ao

subespaco de momento angular m.
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6.2.2 Efeitos de troca e correlacao eletrénica

Para incluir os efeitos de troca e correlacao eletronica utilizamos o formalismo de funcional
de densidade local(LDA), desenvolvido por Kohn, Hohenberg e Sham. Nesta aproximacao,
analogamente a aproximacao de Hartree, consideramos que os elétrons se movimentam em
um campo efetivo. A diferenca entre este método e a aproximacio de Hartree consiste
em que os efeitos de troca e correlacdo se encontram presentes através de um potencial de
uma particula. Este potencial depende unicamente da densidade eletrénica local do gés e,
eventualmente, da polarizacido de spin destes elétrons. Agora, a equacio efetiva de uma

particula que devemos resolver autoconsistentemente neste caso é:

{ V) + ) - L mon,«<ﬁ)} W(7) = () (6.12)

2m
onde Vess(n) = Va(n) + pzc(n). As contribuigdes ao potencial efetivo sio: i) o potencial
efetivo de Hartree Vg (), como discutimos na Segdo anterior, e ii) o potencial efetivo de
troca e correlagao f,., definido na teoria de Kohn-Hohenberg-Sham[45].

O potencial de uma particula que contém os efeitos de troca e correlacio eletrdnica
se obtém da derivada funcional §(n x e(n,())/én[45], onde n é a densidade eletronica bi-
dimensional e €(n, () é a energia de troca e correlacao por particula do gas de elétrons. Esta
energia depende do grau de polarizacao de spin { = (r! — n!)/n dos elétrons.

A energia de troca e correlagao eletrénica por particula para uma determinada polarizacao

de spin do gas de elétrons pode ser escrita como[74]:

€ze(Ny () = €2e(n,0) + F(C)(€xe(ny 1) — €z0(n, 0)) (6.13)
onde f(¢) = (14 ¢)*? + (1 — ()*? — 2)/2(v/2 — 1) [75]. As energias de troca e correlagao
no gas de elétrons nédo polarizado e completamente polarizado sio: €z¢(n,0) and €,.(n,1),
respectivamente. No caso de elétrons em duas dimensdes, & temperatura zero, estas energias
tem sido parametrizadas em fungdo da densidade eletronica por Tanatar e Ceperley[73],
utilizando técnicas variacionais e de Monte Carlo. Utilizando estes resultados escrevemos a

Eq. 6.13 como:

ewc(na C) = :3%/?\/5

onde a energia de correlagdo por particula e.(n,7)(i = 0,1) é parametrizada por um aproxi-

n (14 O 4 (1= ¢ + e, 0) + F(C)(ee(n,1) — ec(n,0)  (6.14)

mante de Padé:
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N 1+ a1(2)y
“128) = =000 T T aaloh  asl

Aqui introduzimos o parametro v = /75, onde r; = 1/4/7n é o raio do circulo que contém,

(6.15)

em média, um tnico elétron. Os valores dos parametros a;(z); 7 = 1,2, 3 séo os seguintes:

a0(0) = —0.3568, a;(0) = 1.1300,  ay(0) = 0.9052, a3(0) = 0.4165

1
6.16
ao(1) = —0.0515, ay(1) = 340.5813, a(1) = 75.2293, as(1) = 37.0170 (6.16)

O potencial de troca e correlagao é obtido como a derivada funcional 8[n x €(n, ¢)]/én.
Como o potencial de troca e correlagao tem simetria axial resolvemos separadamente o

problema em cada subespaco de diferente momento angular m.

El oy, + 3 (nm|Vess(n)|n'm)ed,, = Ei ol (6.17)

n!

onde os coeficientes a! = sdo aqueles definidos na Secio 6.2.1.

6.2.3 Resultados e discussao

Para resolver autoconsistentemente as equacoes efetivas de Hartree e Kohn-Sham utilizamos
o método de relaxacdo. Este método foi implementado inicialmente por Stern[72]. A técnica
consiste em substituir o potencial efetivo calculado apés a i—ésima iteracio Vf}“t’i(m) por
um potencial relaxado da forma: Vi (z) = (1 — f)Vi™(a ) + fVE“ (), que é utilizado
no calculo dos estados eletronicos na iteragio ¢ + 1. O potencial Vi (z) é o potencial
efetivo utilizado no inicio do calculo na i—ésima iteracdo. O parametro de relaxacao f
encontra-se entre 0 e 1, e determina a fragao do potencial efetivo V7*"*(z) que entra no
calculo. Valores de f préximos de 1 embora ajudem a convergir rapidamente o calculo
produzem instabilidades numéricas com certa facilidade. Por outro lado, valores pequenos
de f demoram a convergéncia e, devido ao niimero grande de iteracoes necessarias para
convergir o calculo, produzem uma propagagio de erros apreciivel nos resultados. Os valores
de f utilizados no nosso célculo estiveram em torno de f, = 0.15. Embora este método facilite
a convergencia do calculo a escolha do parametro de relaxacio é feita ‘a mao’ sem nenhum
criterio @ priori. A forma de combinarmos os potenciais Vi (z) e V5 (z) utilizada aqui
nao ¢ a tUnica escolha possivel[72].

Por questdes de simplicidade assumimos que as cargas positivas(doadores ionizados) que

neutralizam a carga do gis de elétrons estao distribuidas no que chamamos um ‘Disco de
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Bessel’. Nesta aproximagao, a densidade de carga nq(n’) coincide com a densidade de carga
de N elétrons distribuidos nos niveis de particula simples de um disco de raio R(vide Eq.6.6).

Outras escolhas para esta distribuicéo de cargas sao possiveis[71].

Em todos os calculos dos estados eletronicos desconsideramos a interagio V,, entre as
particulas reduzidas. O ndmero de estados utilizados na base de estados de uma-particula
foi tal que para todos os tamanhos de disco examinados o valor do estado fundamental do
exciton no disco foi Ex = —3.5Ry~.

Antes de apresentar os resultados dos estados eletrénicos discutiremos os resultados de
Brum e Hawrylak[68]. Nesse trabalho Brum e Hawrylak calcularam os estado eletronicos de
um gés de elétrons 2D utilizando o modelo que discutimos nas secdes anteriores onde o disco
tinha raio R = 10af. O célculo foi feito na aproximacio de Hartree. Os efeitos de troca e
correlagao foram incluidos utilizando a energia prépria de troca blindada e a energia propria
do buraco de Coulomb. O limiar de absorcio foi calculado incluindo os efeitos de troca
e correlagao neste nivel de aproximagio. O efeito da massa mével do buraco foi incluido
aproximadamente. O espectro de absor¢ao éptica foi calculado somente na aproximacio de
Hartree. Também nao foi considerado o efeito da massa mével do buraco no espectro de
absorgao. Os resultados mostraram que o limiar de absorcio depende fortemente com a
densidade eletronica uma vez incluido o recto do buraco. Isto é esperado uma vez que no
caso de elétrons nao interagentes a interagao V,, desloca a energia do estado fundamental
em uma quantidade proporcional a (EF)2 O espectro de absorcao apresenta uma estrutura
fraca que poderia ser associada a singularidades adicionais & singularidade no limiar de
absor¢ao, fortemente atenuadas pela interacio Coulombiana entre as particulas. Na Secao
6.3 voltaremos sobre este ponto. Estas singularidades adicionais se devem & ionizacao do

estado ligado na presenca do potencial de buraco no estado final.

Comecemos pelos resultados obtidos para os estados eletronicos finais na aproximacao
de Hartree. A principal restri¢do para o calculo é o grande ntimero de elétrons necessarios
para emular densidades eletronicas da ordem de 10''em ™2 quando o disco é grande. Por esta
razao o calculo autoconsistente da Ref. [68] foi feito em um disco de raio R = 10af. O
potencial do buraco age como um centro espalhador Coulombiano fixo na origem do sistema
de coordenadas relativas. Assim, esperamos que os estado finais apenas sejam modificados
aprecialvemente préximos da origem. Com isto, esperamos que os canais com pequeno valor
de momento angular sejam relevantes no calculo. Para verificar isto calculamos o potencial
efetivo de Hartree no estado final para um disco R = 10aX e N = 57 utilizando um nimero

total de M canais para distribuir os NV elétrons mas calculando autoconsistentemente os
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Figura 6.1: (a)Potencial efetivo na aproximacao de Hartree para N=>57 elétrons num disco
de R = 10af calculado autoconsistentemente em um nimero diferente de subespacos de

momento angular m.(b) Comparacao do nosso resultado com ng =4 e ng = 20

estados eletronicos em um conjunto ng < M de canais. Os estados eletronicos nos M — ny
canais restantes coincidem com os estados da base(particula livre confinada num disco).
A Figura 6.1a mostra o potencial efetivo de buraco para ny = 1,2,3,4. Vemos que o
potencial tem convergido aceitavelmente para ny = 4. O potencial obtido nestas condig¢oes
é comparado com o potencial obtido por Brum e Hawrylak com ny = M = 20 na Figura

6.1b. Claramente vemos que o resultado obtido com 4 canais fornece um resultado confidvel.

Utilizando somente o nimero suficiente de canais para convergir o céalculo obtivemos os po-
tenciais efetivos do buraco para discos de R = 15a§ e R = 20a§. Notemos que quanto maior
o radio do disco melhor a simulacdo do gas de elétrons de densidade nyp. A Figura 6.2 mostra
os potenciais efetivos para R/af = 10,15 para concentragdes préximas de n,D = 10 em=2.
Podemos ver que o comportamento qualitativo é o mesmo idependentemente do tamanho do
disco. Como discutido na Ref. [68] os potenciais efetivos apresentam um pico respulsivo na
regido proxima da origem e oscilagoes de Friedel que decrescem em amplitude conforme a

distancia a origem aumenta. Este pico repulsivo é consequéncia de termos um estado ligado
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Figura 6.2: Potencial efetivo na aproximagio de Hartree para discos de raio R = 10af e

R = 15a% e densidade eletronica aproximadamente 1.1 x 101erm=2.

duplamente ocupado. Este estado ligado é devido ao potencial atrativo introduzido pelo
buraco fotocriado, e esta sempre presente em sistemas bidimensionais[79, 80]. Este estado
duplamente ocupado representa o X~ na presenca do gas de elétrons. Pequenas variagoes
da intensidade maxima do pico préximo da origem devem-se a efeitos de preenchimento de
camada. Este efeito é consequéncia da simetria axial dos estados discretos que consistituem
a base de estados para implementar o calculo. Notemos que um aumento r no raio do disco
requer um aumento do nimero de elétrons em um fator (1 + r/R)?. Infelizmente, o célculo
autoconsistente ndo é muito estavel numericamente. Por esta razdo nao conseguimos cal-
cular os potenciais efetivos para diferentes raios mantendo exatamente a mesma densidade
eltronica.

O seguinte passo € a inclusao dos efeitos de troca e correlacao. Na aproximacao de Hartree
os estados iniciais coincidem com os estados da base uma vez que as cargas positivas(doadores
ionizados) estao distribuidas no “disco de Bessel”. Assim, o potencial das cargas positivas
Va(7) cancela exatamente o potencial da carga eletronica(potencial de Hartree/interagao

direta) e o problema se reduz ao problema de uma particula livre confinada no disco. Con-
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siderando a interacdo de troca e correlagdo o cancelamento do potencial efetivo da carga
eletrénica é parcial. Com isto, o estado eletronico inicial deve ser encontrado autoconsisten-
temente. Os potenciais efetivos de NV = 57 elétrons num disco de raio R = 10a$ para os
estados inicial e final sdo mostrados na Figura 6.3a. Dois efeitos surgem da inclusio da troca-
correlagao eletronica: i) o deslocamento do potencial para energia menores(renormalizacio
do gap) e ii) o aumento da intensidade das oscilagoes de Friedel. Devido & aproximacao de
densidade local para incluir os efeitos de troca e correlacao e ao fato de confinar o sistema
eletronico a um disco de raio R, o potencial eletrénico efetivo vai a zero na fronteira do
disco de uma forma ndo suave. O vale intenso no potencial efetivo préximo da borda do
disco é consequéncia destas aproximagdes. O potencial de troca-correlacio é nulo para den-
sidades eletronicas nulas e isto acontece na borda do disco devido ao confinamento perfeito
imposto na mesma. Na Figura 6.3b mostramos a densidade eletrénica no estado final. O
pico préximo da origem ¢é uma assinatura do estado ligado formado pela presenca do buraco
de valéncia. Claramente, a densidade eletronica apresenta oscilagdes devido a presenca do

disco e se anula em p = R.

Para enfatizar o efeito do potencial do buraco de valéncia e a troca-correlacio eletronica
mostramos na Figura 6.4 o espectro de particula livre(painel superior), o espectro do estado
inicial(painel meio), e o espectro do estado final(painel inferior). Claramente os espectros
de energia iniciais e finais estao deslocados para energias menores. Isto se deve & interacio
de troca, presente nas duas situagdes, introduzida através do potencial yg.(n). No estado
final(painel inferior), vemos que os estados com momento angular diferente de zero se modifi-
cam levemente devido a presenca do buraco. Os estados com m = 0 se alteram sensivelmente.
Em particular, vemos a apari¢ao de um estado ligado(indicado com uma seta na Figura 6.4)
claramente distinguivel do resto dos estados. Estes estados simulam os estados da banda de

conducao.

Agora nos concentraremos nos estados eletronicos de um disco de raio R = 20. O célculo
dos estados eletronicos é feito na aproximagao de densidade local. A Figura 6.5 mosta
os niveis eletroénicos caracteristicos do gas de elétrons na presenca do buraco de valéncia:
potencial quimico g/, fundo da banda de condugio(primeiro estado ocupado acima do estado
ligado) ., e estado ligado &g, em funcdo do niimero N de elétrons no estado inicial. A
energia de ligacao do estado ligado corresponde a diferenga ep = ¢, — . Esta diferenca
permanece relativamente inalterada em g ~ 0.15Ex quando o niimero de elétrons é variado.
A estrutura presente nas curvas dos niveis de energia é devida a efeitos de preenchimento de

camadas[77].
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Figura 6.3: (a) Potencial efetivo para o estado inicial e o estado final na aproximacio de

densidade local para um disco de raio R = 10aj e N = 57 elétrons.(b) Densidade eletronica

radial no estado final.
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Figura 6.5: Estados eletronicos e limiar de absor¢ao em fun¢ao do nimero de elétrons no

estado inicial para um disco de R = 20a3.
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Concluimos esta parte com um sumario dos resultados obtidos. Modelamos o estado
fundamental de um gas de elétrons 2D antes e depois da absor¢ao de um féton. O problema de
muitos-elétrons foi reduzido a um problema efetivo de uma particula dentro das aproximaces
de Hartree e de densidade local. A existéncia de um estado ligado na presenca do gis de
elétrons 2D ¢ consequéncia do potencial do buraco criado opticamente. Este estado ligado
¢ duplamente ocupado e isto confere caracteristicas especiais ao potencial efetivo do buraco

na presencga do gas.

6.3 Absorcao optica

Uma vez obtidos os estados eletronicos iniciais e finais estamos em condicoes de calcular a
absorgao 6ptica do gas de elétrons 2D. Dividimos o problema da absorcéo éptica em duas
etapas: i) o limiar de absor¢ao, e ii) o célculo da forma de linha do espectro de absorcio. A

seguir discutimos em detalhe estes dois problemas.

6.3.1 Limiar de absorcao

O limiar de absorcao 6ptica wx ¢ definido como a energia necesséaria para adicionar um par
elétron-buraco no gés de elétron bidimensional. Esta energia é igual & diferenca entre a
energia total do estado fundamental do gas de elétrons na auséncia do par elétron-buraco,
e a energia total do estado fundamental do gés de elétrons no estado final, apés a absorcio
optica.

Dentro da aproximacao de densidade local, a energia total do estado fundamental antes

da absor¢ao éptica é calculada como:

0 !
fo= Y et =3 [din(n) [ ) 4 [ i) B, €) — e, )] (618)
i<, 7 — 7’|
O primeiro termo é a soma da energia dos orbitais de Kohn-Sham ocupados pelos elétrons.
Estas energias sdo calculadas autoconsistentemente da forma discutida na Segao anterior. O
segundo termo é incluido para eliminar o excesso de energia Coulombiana contida no calculo
do primeiro termo. O terceiro termo resulta da troca e correlacio eletrénica. Este termo
¢ aproximado e formalmente surge da aproximacio de densidade local[45]. Notar que no
célculo da energia total o efeito do potencial da carga positiva(doadores ionizados) presente

no problema é incluido através das energias dos orbitais de Kohn-Sham.
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A energia total do estado fundamental no estado final se calcula de forma semelhante.
A dnica diferenga procede da presenca do buraco fotocriado. Este buraco interage com o
conjunto de cargas positivas que neutralizam a carga do gas de elétrons. Esta interacio deve
ser incluida no calculo. Assim, a energia total dos N + 1 elétrons mais o buraco fotocriado

’

e:

&= e~ [ din(n) [ dri

<ip -

Pt [ ) B, €) = e, O]+ Va(0) (6.1
7=’

A contribuicdo eletronica a energia total é a mesma que no estado inicial, com a diferenca
que a energia ¢; dos orbitais de Kohn-Sham é calculada na presenca do buraco(estado final).
O termo V;(0) inclui o efeito da interagdo do buraco de valéncia com as cargas positivas de
fundo.

O limiar de absorcao é calculado como wx = & ¢+ — Eg. Neste trabalho nos concentramos
no calculo do limiar de absorgao desconsiderando o efeito da interagio V,,. Assim, o efeito
da mobilidade do buraco entra no problema através da massa reduzida das particulas. O
limiar de absor¢ao em fungao do nimero inicial N de elétrons é mostrado na Figura 6.5.
Claramente, a variagdo de wx em funcio de N é pequena.

Adicionalmente, estudamos o limiar de absor¢ao em duas situacdes qualitativemente difer-
entes. O gas de elétrons sem polarizacio de spin ¢ = 0, e totalmente polarizado ¢ = 1. Nao
discutiremos em detalhe os estados eletrénicos no caso totalmente polarizado. Somente di-
remos que existe um estado ligado na presenga do gis devido ao potencial do buraco de
valéncia, cuja energia de ligagdo é maior que a do estado ligado no caso ¢ = 0. Obviamente,
pela polarizagao de spin, o estado ligado esta ocupado por um tdnico elétron. A F igura 6.6
mostra o limiar de absor¢&o em fungao do niimero de elétrons no estado inicial em um disco de
raio R = 10ag. Claramente a diferénca qualitativa entre os dois tipos de sistemas eletrénicos
é refletido no limiar de absor¢ao. Enquanto no sistema nao polarizado wy varia fracamente
com o numero de elétrons, esta variacao é aproximadamente linear no caso completamente

polarizado. Atualmente ndo entendemos o origem deste comportamento.

6.3.2 Forma de linha

Procedemos agora ao célculo da forma de linha do espectro de absor¢io usando o modelo
de Combescot e Nozieres. Neste formalismo os elétrons sdo considerados nao interagentes

e o buraco fotocriado assume-se localizado(massa infinita). No estudo da absorcio éptica
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Figura 6.6: Limiar de absorgao em fun¢ao do numero de elétrons no estado inicial em duas
situacoes qualitativamente diferente: i) polariza¢ao de spin nula(SU) e polariza¢do de spin
igual a 1(SP).

de semicondutores, este modelo foi estendido para incluir aproximandamente o efeito da
mobilidade do buraco por Uenoyama e Sham[63]. Hawrylak implementou o modelo de CN
no estudo da evolugdo do espectro de absor¢ao de excitons a singularidade no nivel de Fermi,
incluindo os efeitos de rectio do buraco de valéncia[65]. O mesmo modelo de CN foi utilizado
por Brum e Hawylak na Ref. [68] para estudar o efeito da interacao elétron-elétron dentro da
aproximagao de Hartree. Nosso trabalho consiste em calcular a forma de linha da absorcao
usando o modelo de CN e levando em conta a interacao elétron-elétron e a massa mével do
buraco fotocriado.

A absorcao optica pode ser calculada como a transformada de Fourier da funcao de

correlacao[65]:

A(t) = ¢ifo? Z M,; - (‘Ilq‘,le*inf)tS(t)l\Ifﬁ (6.20)

qq
Ay

A inclusao do operador S(t) é consequéncia da massa finita do buraco de valéncia. Este

operador S(t) = e'Mre~Ms+Vr) satisfaz a seguinte equagio de movimento:

9S(t) = —ie'™MIV, e~ M1 S(t) (6.21)
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Caso 1: Buraco de valéncia com massa infinita

Como discutido anteriormente, existe uma solugao exata para o problema da absorcio 6ptica
quando o buraco é localizado(massa infinita). Neste caso a interagiao V,, desaparece do
Hamiltoniano do estado final e o operador S(t) se reduz a identidade.

Numericamente, para calcular A(t) consideramos somente estados de particula simples
com momento angular m = 0(estados-s), obtidos autoconsistentemente como discutido an-
teriormente. A fungao de correlagio é calculada em um intervalo de tempo finito [0, Thras].
O espectro de absorgéo ¢ calculado através da expressao:

T

A(w) = 2Re /0 Mt A, (t) @Bt (6.22)

onde Ag,(t) = e'Fa*A(t), e w, = w+ iy é uma frequéncia complexa que contém um pequeno
parametro de amortecimento v, incluido para garantir a convergéncia do célculo. A energia
E, = Picis, € € a soma das energia dos orbitais s. Sua ‘extracido’ da energia total em A(t)
ajuda a amortecer as fortes oscilagées presentes na fungao de correlacio. O valor de Tsqz
encontra-se em torno de 25(Ry*)~!. O parametro de amortecimento varia fortemente com o
tamanho do disco. Para um disco de R = 10a’ usamos v = 0.4 enquanto que para um disco
de R = 20a%; usamos v = 0.1.

Inicialmente estudamos o efeito do tamanho do disco no espectro de absorcio para al-
gumas concentragoes especificas. Antes de mostrar nossos resultados mencionaremos os
resultados obtidos por Hawrylak para a absorg¢ao éptica de um gés de elétrons 2D[65]. Nesse
trabalho a interagdo elétron-elétron é tratada dentro da aproximacio RPA. A interacio
Coulombiana direta e troca assim como os efeitos de correlacio eletrénica sio incluidos no
célculo através da renormalizagio da energia de particula livre do gas. Os estados finais,
na presenca do buraco de valéncia, sao calculados resolvendo uma equacio de Wannier com
o potencial de buraco Ve,. Os espectros de absorgdo calculados possuem dois picos bem
definidos. O primeiro deles no limiar de absor¢io wy e o segundo deslocado em energia
uma quantidade igual & A = p + ep. Este pico secundério tem origem na existéncia de
um estado ligado originado por V,. Como discutido anteriormente, este pico secundério
deve-se a resposta do gis de elétrons & ionizagio deste estado. Quando a blindagem da
interagao Coulombiana é levada em conta de uma forma mais completa é esperado que este
pico secundario seja suavizado pelo espalhamento Coulombiano entre elétrons.

Nés calculamos os espectros de absor¢io em dois niveis diferentes de aproximagao: i)

Hartree e ii) Hartree mais efeitos de troca e correlao. A luz dos resultados obtidos para os
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estados eletronicos finais esperamos trés picos(singularidades) no espectro de absor¢éo: i)
wx=singularidade no nivel de Fermi, ii) w;=remocio do um dos elétrons no estado ligado,
e ili) wo=ionizacdo do estado ligado. Recentemente, os picos correspondentes a wy e w;
tém sido observados em amostras de pogos quanticos dopados tipo-n de compostos III-
V e II-VIL. Finalmente, os espectros obtidos para R = 10a¥ na aproximacio de Hartree
reproduzem aqueles calculados por Brum e Hawrylak no mesmo nivel de aproximacio. Um
pico principal largo no limiar de absor¢éo wx sem a presenga de picos secundéarios. A presenca
do disco produz uma forte discretizagédo do continuo de estados o que obriga a introduzir
um alargamento v dos niveis de quasi-particula muito grande. Por outra parte, o nimero
de estados s ocupados é muito pequeno. A Figura 6.7 mostra os resultados obtidos na
aproximagao de densidade local para diferentes raios do disco e difrente nimero de elétrons
no estado inicial. A escala de energia tem a origem no limiar de absorcéo. Apés a inclusio
de efeitos de troca e correlagao, para o mesmo nimero de elétrons e o mesmo tamanho do

disco, ainda ndo se observam claramente picos secundérios no espectro.

O aumento do tamanho do disco produz a diminuicéo dos efeitos de confinamento. Con-
sequentemente, o valor de v utilizado no célculo diminue. Também o nimero de estados s
que fazem parte do mar de Fermi aumenta. A Figura 6.7a e 6.7b mostram os espectros de
absorgao para (N = 57, R = 10a3) e (N = 57, R = 15ap), respectivamente. No disco de
R = 15a3 o espectro de absorcéo exibe um ombro(indicado com uma seta) acompanhando

o pico principal. Embora fraca esta estrutura corresponde ao pico secundério w;.

Aumentando disco para B = 20af o espectro obtido para N = 57 elétrons na aprox-
imagao de densidade local a Figura 6.7c mostra claramente a presenca de um pico se-
cundério. Este pico secundério esta presente em todos os espectros calculados entre N = 30
e N = 110 como mostrado na Figura 6.8. Este resultado esta de acordo com os resulta-
dos de Hawrylak. Nosso calculo inclui autoconsistentemente a interacao Coulombiana: di-
reta+troca+correlagdo, mesmo assim a singularidade associada i remocéio de um dos elétrons
do estado ligado est4 presente no espectro. Ou seja, a singularidade nao é suavizada total-
mente pela blindagem. A diminuicdo da intensidade deste pico secundario com o aumento do
nimero de elétrons (densidade do gas) é um efeito da interacdo Coulombiana. A separagao
em energia entre o pico principal e o pico secundério esta graficada no painel interno da
Figura 6.8. Vemos que a separacao entre eles é bem descrita pela relacdo wy —wy = pu +e€p,

valida na auséncia de interagao elétron-elétron, para N > 60 e falha para N < 60.

Como conclusao, vemos que o efeito de tamanho introduzido pelo disco no espectro de ab-

sor¢ao € importante. No caso em que R = 20af podemos considerar que a fisica do problema
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Figura 6.7: Espectros de absor¢ao optica na aproximagao de densidade local para diferentes

tamanhos do disco conservando fixo o niimero de elétrons.
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é descrita corretamente. Assim, observamos que o nivel de aproximacio no tratamento da
interacao Coulombiana altera sensivelmente o espectro de absorgio. A diferenca em energia
entre a singularidade em wx e em w; é bem descrita pela relagdo A = u + ¢p introduzida na
aproximagao de particula independente para N > 60. Resultados experimentais em amostras
de GaAs/GaAlAs dopadas com baixas concentragoes de elétrons nao obedecem esta relacio

para A uma vez que o espectro é dominado pela absor¢ao tridnica(exciton-+elétron).

Caso 2: Inclusao do reciio do buraco

Como discutimos anteriormente, dentro do modelo de Combescot-Nozieres a inclusiao dos
efeitos do rectio do buraco no espectro de absorgao éptica de gases de elétrons 2D requer a

inclusao do operador de evolugdo temporal so buraco S(t) na fung ao de correlagio A(t):

At) = M (0 |e Tt S(1)|W9) M, et (6.23)

q.9/

A primeira tentativa de inclusdo do recio do buraco consistiu no célculo da funcio de
correlagao da Eq. 6.23 no subespaco de excitagdes de um par elétron-buraco do sistema de
N + 1 elétrons. O tratamento da interagao Coulombiana desconsidera os efeitos de troca
e correlagago. O tamanho do disco utilizado no célculo foi R = 10a%. Os detalhes do
célculo encontram-se no Apéndice deste Capitulo. Por clareza, na Figura 6.9 reproduzimos
o resultado obtido para a absorgao éptica considerando a mobilidade do buraco fotocriado.

Obviamente, os resultados nao sao conclusivos. Como mostramos na Secdo anterior
os efeitos de tamanho introduzidos pelo disco mascaram a fisica do problema. Mesmo os
efeitos robustos sdo modificados pela presenca do disco. Adicionalmente, os efeitos de troca e
correlagao sao cruciais para descrever a fisica do problema e neste caso foram completamente
desprezados. Finalmente, a restricao do subespaco de estados intermediarios |W,) utilizados
no calculo é muito dramatica. Embora esta aproximacao tenha sido utilizada na teoria de
Hawrylak no nosso caso parece ser insuficiente para elucidar os efeitos da massa mével no
espectro de absor¢ao.

Como discutimos no problema do X~ bidimensional, grande parte do efeito da mobilidade
do buraco encontra-se na renormalizagio da energia imposta pela massa reduzida do exciton,
enquanto que a interagao V,, tem um efeito menor. Obviamente, no caso do gas de elétrons
2D interagentes o efeito do termo V,,, deve ser mais importante. Isto é esperado porque,
como j& mostramos no caso do X~ e¢ Brum e Hawrylak sugeriram para o gas de elétrons 2D,

a mobilidade do buraco, através da interacao V,, modifica os efeitos de troca e correlaco
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Figura 6.9: Espectros de absorgao optica considerando os efeitos da mobilidade do buraco

criado opticamente.

eletréonica que dependem fortemente com a densidade eletronica. Assim, dois primeiros
resultados podem ser extraidos a partir desta discussao. Na aproximagao de Hartree o efeito
da massa mével é embutido somente na renormalizagio da escala de energia através da
massa reduzida do exciton. Por outro lado, na aproximacao de densidade local, que inclue
efeitos de troca e correlacao, as mudancas no espectro de absor¢io introduzidas pela massa
reduzida sao um efeito de ordem zero na mobilidade do buraco. A Figura 6.10 mostra o
efeito da massa reduzida no espectro de absorciao para N = 57 elétrons e raio de 20a, na

aproximagao de de densidade local.

Dois efeitos decorrentes da renormalizagdo da energia sdo visiveis: i) O deslocamento do
limiar de absorcao e do pico secundario, e ii) o alargamento dos picos em wx e w;. O pico

secundario é mais sensivel ao efeito da mobilidade do buraco.

Como conclusao podemos dizer que a inclusdo da mobilidade do buraco no espectro de
absorcao é uma tarefa computacional muito grande. Dentro do nosso modelo e nesta fase
do trabalho somente podemos afirmar que o recio do buraco introduz um alargamento na
forma de linha e um deslocamento para maiores energias. De nossos resultados especulamos
que o efeito da mobilidade do buraco seja mais dramatico no pico secundario que no limiar

de absorcao.
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Figura 6.10: Espectros de absor¢do éptica considerando os efeitos da mobilidade do buraco

em ordem zero na interacao Vj,.

6.4 Conclusoes

Neste trabalho estendemos o modelo proposto por Brum e Hawrylak para o calculo dos
estado eletronicos de um géas de elétrons bidimensional em um material semicondutor. Este
modelo constitui a base para o calculo do espectro de absorg¢ao optica do gas e o estudo
da singularidade no nivel de Fermi na presenca de um buraco de valéncia mével. Embora
tenhamos estudado o efeito da interagio Coulombiana no espectro de absorcao ainda nao
foi resolvido o problema do reciio do buraco. Nossos calculos preliminares neste dire¢ao nao
sao conclusivos e somente permitem especular sobre os possiveis efeitos da mobilidade do
buraco no espectro de absor¢ao éptica. Um resultado imediato que podemos obter com nosso
modelo é o alargamento das singularidades presentes no espectro de absor¢ao. Esperamos
que em um nivel superior de aproximagio o efeito da mobilidade do buraco seja suavizar

estas singularidades.
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In this work we investigate the optical absorption spectra of semiconductor quan-
tum wells (QWs) in the presence of a two-dimensional electron gas (2DEG). The
calculations are performed in a relative coordinates frame. The effects of the fi-
nite hole mass are replaced by a momentum pair-wise interaction which is treated
perturbatively. These effects strongly modify the absorption spectra.

Modulation-doped semiconductor quantum wells with a two-dimensional
electron gas with varying carrier concentration have provided a natural frame
for the study of the effects of many-body interactions in the optical transi-
tions. The observation by Skolnick et all of the enhancement of the interband
emission in the vicinity of the Fermi level of a 2DEG has lead to consider-
able theoretical and experimental work. Despite many efforts, the effects of
finite hole mass and electron-electron interactions are far from understood.
Calculations of the optical spectra of such systems have been performed for
the photocreated-holes either localized (infinite mass approximation) or mobile
(finite mass). For localized holes the results show the evolution of absorption
from excitonic to Fermi edge singularities. In the finite-photocreated-hole-
mass case the singularities seem to broaden until they completly disappear for
hole/electron mass ratio typical of GaAs’. Recente experimental data, both in
absorptiorf and luminescencé!, however, show evidence of Fermi edge singu-
larity in high mobility GaAs/AlGaAs modulation doped quantum wells where
the photocreated-hole is expected to be mobile. These results further motivate
the investigation of the effects of a mobile hole in the optical spectra.

We describe the system within special coordinates in the final state Hamil-
tonian after the photon absorption:

. 1 I—N+1 -l
ho=ri— th; K=o N mer; + mar, (1)

i=1
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where NV is the number of electrons before excitation, m. (my) are the effective

electron (hole) mass and M = ZNH me +my, is the total mass of the system.
The final Hamiltonian after the coordinate transformation reads as:

1 p? +1  e— +1 41 .
2M+ EN+ '&"‘ZN ee+2N C };zl—h i<j Pi Pj
(2)
=Hom +Hf + vy

where p is the reduced mass 1/p = 1/me + 1/mp,.

This rigorous transformation of coordinates leaves the Coulombic electron-
hole interaction as a fixed scattering center, v{. The effects of the valence-
photocreated-hole kinetics are replaced by pairwise momentum dependent in-
teractions inversely proportional to the valence hole mass. These interactions
are treated perturbatively. The finite mass correction is responsible for the
blue-shift in the optical absorptiorf.

The absorption spectrum is obtained by calculating the Fourier transform
of the time dependent absorptior?’®, which reads as*:

Alt) = 3 My (T (N +1)| ezp(—iHst) S(t) [N + 1)) M, (3)

4,9’ >qr

where the states I\Il;) are Slater determinants constructed from the initial set
of single-particle states before the absorption. These states have the Fermi sea
completely filled and an electron optically added to a single particle state ¢,.
M, is the single particle optical matrix elements which we assume as 1.

The operator S(t) = etMste~"Hs+vpp)t describes the propagation of the
finite valence hole mass in the relative-particles system, that is, the pairwise
momentum dependent interaction. It is described by the equation of motion:

0

at S(t) — ez’Hft z’HftS(t) (4)

whith S(0)=1. The main difficulty in treating the effect of the finite valence
hole mass is caused by the momentum dependent pairwise interaction, vy,
which does not commute with the rest of the Hamiltonian, #¢. To solve S(t)
we introduce a complete set of N + 1 relative particle states |¥,) which are
the solution of the initial many-body Hamiltonian:



= sq (t) = Y‘ HE(t) 8% (¢) (5)

HE®) = Y f” (—1) vys F5 (2) (6)

v¥é

The absorption spectra reads now as:

A)= Y MM, S‘fa(t)sq (t) (7)

9,9’ >qrF

Ft)(= (U,le~™st|¥,)) is responsible for the absorption spectra in the
case of an infinite hole mas#®, when S (£)(= (¥4|S(t)|¥s)) = bag -

We model the 2DEG by a disc in the relative coordinates with infinite
barriers at 7 = R. The Coulombic interaction between the relative particles
is solved in the Hartree aproximation, screening the rigid attractive potential,
vp{n;)- To calculate the absorption spectra we limited the many-particle basis
that intermediate the evolution of the propagator S(¢) to single excitations of
the (M +1) relative particle above the Fermi level. The momentum dependent
pairwise interaction matrix is, then:

—2R: .
vy = (Talogpl®s) = =2 3" |60, Il Ov.s

ko,k1<kr
-2R " 1y
+ 3" (Blpieh) + (i 1B14D) (®)
h ki<kr

where ¢ are the i;, state of angular momentum m of the single-particle-
initial states in the disc. Figure 1 shows the absorption spectra for infinite
hole mass and several values of finite hole mass for a disc with R = 10 Bohr
radius and 58 electrons in the disc before excitation. The oscillations in the
spectra are a consequence of the finite size of the disc. The energy shift is
due to the mobile hole and has been discussed befor. For the infinite hole
mass case we observe an enhancement at the threshold of the absorption. As
the hole mass decreases, this peak is modified. It evolves into a large peak
while the higher energy transitions are weaken. These features are different
from previous results obtained from the effects of the mobile hole in the 2DEG
absorption spectre®’ when the smearing out of the absorption enhancement

a5
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Figure 1: Optical absorption spectra for different photocreated-valence hole masses for a two-
dimensional disc of radius R = 10 Bohr radius and 58 electron in the disc before excitation.

was observed. The effects of the size of the disc which emulates the 2DEG
may be influencing the effects of the mobile hole in the absorption. Further
work is necessary before a comparison between the different approaches can
be made. In particular, it will be interesting to extend the basis introduced to
describe the evolution of the operator S().
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Capitulo 7
Conclusao

Nesta tese examinamos o efeito combinado da interagdo Coulombiana entre portadores de
carga e a mobilidade do buraco de valéncia no espectro de absorcio e os estados eletrdnicos
de sistemas semicondutores de baixa dimensionalidade. Nossos resultados mostram que a
absorcao 6ptica é sensivel a estes dois efeitos e que eles devem ser tratados no mesmo nivel
de aproximagao. Embora isto acontece naturalmente quando o problema é tratado com
técnicas de diagonalizagdo exata, no caso de sistemas zero-dimensionais, nio é verdade no
caso de sistemas estendidos, onde o nimero de elétrons envolvido no célculo faz necessiria
a implementacao de técnicas de campo médio.

Nossa investigagdo em pontos quanticos(sistemas zero-dimensionais) semicondutores auto-
organizados mostrou que o espectro de absorcio é altamente complexo devido as interagoes
entre portadores: elétron-elétron e elétron-buraco, somado 4 mobilidade do buraco. A estru-
tura eletronica particular destes pontos quanticos é responsivel pelo forma que o efeito das
interagoes e o recio do buraco se acoplam. Os resultados obtidos mostram que o exciton na
presenca de elétrons ocupando o ponto quintico deixa de ser uma particula bem definida.

Como nos pontos quinticos, esperamos que em sistemas semicondutores estendidos a
interacao eletrénica e o rectio do buraco de valéncia tenham um efeito combinado. Por esta,
razao estudamos sistemas semicondutores bidimensionais(2D). Nosso trabalho nesta area
visou entender o efeito da interacao elétron-elétron e a mobilidade do buraco na absorcao
Optica.

Como discutimos nesta tese, a absor¢io de um féton cria um elétron na banda de conducao
e um buraco na banda de valéncia. Na presenca das interaces eletronicas esta excitacao é
descrita em termos de uma particula neutra, composta pelo elétron e buraco, interagindo com

um centro espalhador Coulombiano. Esta particula é o exciton. Logo apés a introdugao do

97



98 CAP{TULO 7. CONCLUSAO

conceito de exciton no processo de absor¢ao em semicondutores foi mostrado que é possivel
ligar um elétron adicional neste complexo elétron-buraco. Assim, o exciton d4 origem a um
trion de carga negativa. A energia de ligagdo do elétron adicional é pequena comparada
com a energia de ligagao(estado fundamental) do exciton. Em sistemas semicondutores
2D também é possivel formar o exciton carregado negativamente. Este sistema tem sido
intensamente observado em medidas de absor¢éo éptica em pogos quéanticos dopados com
elétrons. O trion negativo 2D constituei o primeiro, e mais simples, exemplo onde a interagio
elétron-elétron e a mobilidade do buraco estao presentes. Por esta razio estudamos o estado
eltronico fundamental deste sistema. Nossos resultados mostraram que a mistura dos efeitos
da interacao eletrénica e o rectio do buraco determina o estado fundamental do trion. Porém,
o efeito da mobilidade do buraco é pequeno e a energia de ligagiao do complexo pode ser bem
aproximada pela energia de ligacdo de uma impureza doadora carregado negativamente onde

a massa dos elétrons na impureza é trocada pela massa reduzida do exciton.

Também estudamos o problema da singularidade no nivel de Fermi em sistemas semicon-
dutores 2D. Este problema é o anélogo a singularidade no limiar de absor¢ao de raios-X em
metais. Existem certas diferencas entre os dois problemas que fazem do caso semicondutor
2D um problema muito mais complexo. As duas diferencas mais marcantes sio a mobili-
dade do buraco de valéncia criado opticamente, e a escala tipica da interagio eletrénica que
€ comparavel 4 energia de Fermi nestes sistemas. Outro fato importante é que em duas
dimensoes qualquer potencial atrativo, como o do buraco fotocriado, cria um estado ligado
mesmo na presenga de um géas de elétrons. Com isto, em semicondutores 2D o papel do trion
carregado, discutido nesta tese, é crucial na determinacio do espectro de absor¢io. Isto foi
recentemente confirmado experimentalmente. Os resultados de nossa investigacio nao estio
completos. Embora tenhamos entendido alguns aspectos da interacao elétron-elétron, o efeito
da mobilidade do buraco ainda representa um problema em aberto. Nossos resultado neste
direcdo ndo sado conclusivos e ainda devem ser estudados em outros niveis de aproximacao
mais elaborados. A principal limitacao é a impossibilidade de incluir um grande nimero de

estados intermedidrios, de muitas particulas, que determinam a absor¢éo éptica.

Existe um grande nimero de problemas a ser ainda desenvolvidos em direcio ao entendi-
mento dos efeitos de muito-corpos na absorgao 6ptica de semicondutores de baixa dimension-
alidade. Por exemplo: incluséo da largura finita do pogo quantico no célculo da absorcio e,
consequentemente, a inclusao da complexidade da banda de valéncia. Estes dois aspectos do
problema foram completamente desprezados ao longo de nosso trabalho. Também é preciso

incluir os efeitos originados naa polarizagéo de spin do elétron fotoinjetado, quando for pre-
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ciso. Outro problema interessante que ainda deve ser resolvido é o calculo da absorcao éptica
em ponto-quéanticos no caso em que a dopagem eletronica é alta. Neste caso a incorporacio

dos estados estendidos, provenientes da wetting layer, é necessaria.
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