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Введение

Исследование свойств наноразмерных систем - одна из наиболее активно разви-

вающихся областей современной физики. Важную роль в этой области играют

полупроводниковые наноструктуры из материалов 𝐴2𝐵6 (CdSe, CdTe, CdS, ZnSe,

ZnTe). Сегодня, спустя почти 40 лет после открытия нанокристаллов CuCl в стек-

лянной матрице [1], уровень развития технологии синтеза позволяет получать на-

ноструктуры различной формы и состава: эпитаксиальные квантовые точки [2],

сфероидальные коллоидные квантовые точки [3], коллоидные структуры "кванто-

вая точка в стержне"(англ. dot-in-rod) [4], а также коллоидные квази-двумерные

квантовые ямы, обычно называемые наноплателетами (англ. nanoplatelets) [5]. Со-

временные методы характеризации позволяют осуществлять самые тонкие экспе-

рименты, включая исследование свойств одиночных квантовых точек [6]. Cпектр

областей применения полупроводниковых квантовых точек очень широк и посто-

янно увеличивается. Многие из этих применений (лазеры, медицина, солнечные

батареи) основаны на использовании оптических свойств экситонных комплексов,

локализованных в квантовых точках.

Важным элементом для понимания оптических свойств экситонных ком-

плексов является их тонкая энергетическая структура [7]. Для ее исследова-

ния применяются резонансные оптические методы (спектроскопия сужения линии

фотолюминесценции, спектроскопия возбуждения фотолюминесценции, микро-

фотолюминесценция) при температурах порядка 2 − 10 K. Также важную роль

играют магнитооптические методы исследования, позволяющие исследовать вза-

имодействие уровней тонкой энергетической структуры и их зеемановское расщеп-
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ление [8]. Для интерпретации получаемых результатов требуется понимание того,

каким образом влияют на свойства тонкой энергетической структуры экситонных

комплексов вид локализующего потенциала, обменное взаимодействие электрона

и дырки, встроенное кристаллическое поле, форма квантовой точки, корреляции

между состояниями носителей заряда, а также воздействие внешних полей. При

изучении нелинейных оптических свойств важно знать свойства многочастичных

экситонных комплексов (трионы, биэкситоны).

Сказанное выше обуславливает актуальность темы диссертации. Цель настоя-

щего исследования заключается в теоретическом описании состояний одиночных

носителей заряда и экситонных комплексов в квантовых точках из полупроводни-

ков 𝐴2𝐵6, а также в моделировании их оптических и магнитооптических свойств.

Научная новизна работы состоит в решении конкретных задач:

1. Исследование структуры уровней размерного квантования электронов и ды-

рок, а также экситонных комплексов, в сфероидальных квантовых точках

𝐴2𝐵6 с градиентным изменением состава с учетом сложной структуры ва-

лентной зоны Γ8, одноосной анизотропии и внешнего магнитного поля.

2. Моделирование и анализ свойств тонкой энергетической структуры основ-

ного состояния экситона в коллоидных квантовых точках и наноплателетах

CdSe со структурой цинковой обманки.

3. Изучение влияния внешнего магнитного поля и обменного поля поверхност-

ных парамагнитных центров на излучательную рекомбинацию и степень цир-

кулярной поляризации «темного» (оптически неактивного в дипольном при-

ближении) экситона в коллоидных наноплателетах CdSe.

4. Исследование влияния внешнего магнитного поля на диполь-дипольный пе-

ренос возбуждения с участием темного экситона в плотном ансамбле колло-

идных квантовых точек CdTe.

Практическая значимость работы состоит в том, что в ней произведен вы-

сокоточный вариационный расчет уровней размерного квантования дырки 𝑠− и
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𝑝−симметрии с учетом сложной структуры валентной зоны Γ8 в сфероидальных

квантовых точках 𝐴2𝐵6 с градиентным изменением состава. Вариационным ме-

тодом получены волновые функции, хорошо описывающие как энергии уровней

размерного квантования, так и их расщепление под воздействием кристаллическо-

го поля и аксиальной анизотропии формы квантовой точки. Также вариационным

методом произведен расчет энергии связи биэкситона с учетом корреляции меж-

ду одноименно заряженными носителями заряда. Теоретически изучено влияние

обменного взаимодействия экситона с поверхностными парамагнитными центра-

ми в наноплателетах без оболочки на скорость излучательной рекомбинации, а

также на знак и величину степени циркулярной поляризации фотолюминесцен-

ции темного экситона во внешнем магнитном поле. Предложен метод определе-

ния преимущественной пространственной ориентации наноплателетов в ансамбле

по величине степени циркулярной поляризации фотолюминесценции в больших

магнитных полях. На основании моделирования кинетики распада фотолюминес-

ценции во внешнем магнитном поле для плотного ансамбля коллоидных кванто-

вых точек CdTe сделан вывод о доминирующем вкладе темного экситона в процесс

диполь-дипольного переноса энергии между квантовыми точками различного раз-

мера при низких температурах.

Основные положения, выносимые на защиту:

1. Знак анизотропного расщепления состояний дырки 𝑠- и 𝑝-симметрии с пол-

ным угловым моментом 3/2 и проекциями момента ±3/2 и ±1/2 на ось ани-

зотропии противоположен в сфероидальных квантовых точках с плавным

локализующим потенциалом при всех значениях отношения масс легкой и

тяжелой дырок и одинаков в квантовых точках с резким потенциалом в диа-

пазоне значений отношения масс от 0.14 до 0.35, характерном для полупро-

водников 𝐴2𝐵6.

2. В коллоидных квантовых точках CdSe со структурой цинковой обманки ниж-

нее темное состояние тонкой структуры экситона с проекцией углового мо-

мента ±2 на ось анизотропии заселяется при резонансном возбуждении ниж-
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него оптически активного состояния с проекцией ±1, и не заселяется при

резонансном возбуждении более высоких оптически активных состояний с

проекциями ±1 и 0. Темный экситон дает вклад в фотолюминесценцию при

низких температурах как без участия фононов, так и с испусканием от од-

ного до трех оптических фононов.

3. Знак и величина степени магнитной циркулярной поляризации фотолюми-

несценции в коллоидных наноплателетах CdSe без оболочки определяется об-

менным взаимодействием экситона с поверхностными парамагнитными цен-

трами, спины которых поляризованы во внешнем магнитном поле.

4. Перенос возбуждения в плотных ансамблях коллоидных квантовых точек

CdTe при низких температурах определяется диполь-дипольным взаимодей-

ствием с участием темного экситона, дипольный момент которого появляется

за счет подмешивания состояния светлого экситона и возрастает во внешнем

поперечном магнитном поле.

Апробация работы. Результаты работы докладывались на заседании ученого

совета отделения физики твердого тела ФТИ им. А. Ф. Иоффе, семинаре лабо-

ратории оптики полупроводников и спиноптроники ФТИ им. А. Ф. Иоффе, низ-

коразмерном семинаре в ФТИ им. А. Ф. Иоффе, рабочем совещании в универ-

ситете г. Дортмунд (Германия), школе-семинаре «Экситоны в кристаллах и на-

ноструктурах. К 120-летию со дня рождения Е. Ф. Гросса» (Санкт-Петербург,

2017), семинаре «От экситона к спинтронике. Семинар к 90-летию со дня рож-

дения Б. П. Захарчени» (Санкт-Петербург, 2018), международной конференции

«Nanostructures: Physics and Technology» (Санкт-Петербург, 2014, 2015, 2017), Рос-

сийской конференции по физике полупроводников (Звенигород, 2015 и Екатерин-

бург, 2017), XIX и XXI симпозиумах «Нанофизика и наноэлектроника» (Ниж-

ний Новгород, 2015, 2017), международном симпозиуме «44th International School

and Conference on the Physics of Semiconductors “Jaszowiec 2015”» (Висла, Польша,

2015), международном симпозиуме «PCNSPA - Photonic Colloidal Nanostructures:
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Synthesis, Properties, and Applications» (Санкт-Петербург, 2016, 2018), семинаре-

совещании «Single Nanostructures, Nanomaterials, Aerogels and their Interactions:

Combining Quantum Physics and Chemistry» (Дрезден, 2018).

Публикации. По результатам исследований, представленных в диссертации,

опубликовано 13 работ. Список работ приведен в Заключении.

Структура и объем диссертации. Диссертация состоит из введения, пяти глав,

заключения и списка литературы. Она содержит 145 страниц текста, включая 39

рисунков и 3 таблицы. Список цитируемой литературы содержит 140 наименова-

ний.

Во введении обоснована актуальность проведенных исследований, сформули-

рованы цель и научная новизна работы, перечислены основные положения, выно-

симые на защиту, а также кратко изложено содержание диссертации.

В первой главе диссертации проведено теоретическое исследование относитель-

ного положения двух нижних уровней размерного квантования одиночных элек-

трона и дырки с учетом сложной структуры валентной зоны Γ8 в аксиально сим-

метричных потенциалах плавного типа (гармонический осциллятор, потенциал

Гаусса) и потенциале бесконечно глубокой прямоугольной квантовой ямы. Полу-

чены вариационные функции, хорошо описывающие энергии, анизотропное рас-

щепление и g-фактор дырки в потенциалах плавного вида.

Во второй главе диссертационной работы приводится расчет энергии связи эк-

ситона и биэкситона в потенциалах плавного вида и потенциале бесконечно глубо-

кой прямоугольной квантовой ямы. Показано, что добавление поляризационных

членов в двухчастичные волновые функции электронной и дырочной подсистем

позволяет существенно повысить расчетную энергию связи биэкситона. Произве-

ден расчет энергии биэкситонных состояний с учетом обменного взаимодействия

двух дырок. Осуществлено моделирование плотности экситонных состояний в ан-

самбле эпитаксиальных квантовых точек CdZnSe.

В третьей главе диссертации исследована тонкая энергетическая структура эк-
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ситона в коллоидных сферических квантовых точках CdSe со структурой вюрцита

и цинковой обманки, а также в коллоидных наноплателетах CdSe различной тол-

щины. Анализируются вклады дальнодействующего и короткодействующего об-

менного взаимодействия электрона и дырки, влияние разницы диэлектрических

проницаемостей CdSe и окружающей матрицы.

В четвёртой главе исследуется магнитная циркулярная поляризация фотолю-

минесценции в коллоидных наноплателетах CdSe. Рассмотрено влияние внешнего

магнитного поля и обменного поля поверхностных парамагнитных центров на ак-

тивацию излучательной рекомбинации, а также на знак и величину степени цир-

кулярной поляризации фотолюминесценции темного экситона. Исследована цир-

кулярная поляризация фотолюминесценции отрицательно заряженных трионов в

наноплателетах CdSe с толстой оболочкой CdS.

В пятой главе диссертации показано, что при гелиевых температурах диполь-

дипольный перенос энергии в плотном ансамбле коллоидных квантовых точек

CdTe осуществляется из состояния темного экситона. Изучено влияние внешнего

магнитного поля на темпы излучательной рекомбинации и диполь-дипольного пе-

реноса энергии с участием темного экситона, а также на эффективность данного

переноса.

Каждая глава начинается с вводного раздела, содержащего обзор современного

состояния исследований по тематике главы.

В Заключении обобщены основные результаты работы.

Формулы и рисунки в диссертации нумеруются по главам, нумерация литера-

туры единая для всего текста.
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Глава 1

Одночастичные состояния в

сфероидально симметричных

потенциалах гармонического

осциллятора и Гаусса

1.1 Введение

После первых публикаций об обнаружении в стеклянной матрице квантовых точек

(КТ) CuCl, также называемых нанокристаллами, и наблюдения в их оптических

спектрах проявления эффектов размерного квантования возникла необходимость

теоретического описания энергетической структуры и оптических свойств эксито-

нов в нульмерных квантоворазмерных структурах [1, 9]. В первой теоретической

работе для описания состояний электрона и дырки в КТ использовалась одно-

зонная kp модель с локализующим потенциалом бесконечно глубокой сферически

симметричной прямоугольной квантовой ямы[10]:

𝑉box(𝑟) =

{︃
0 𝑟 < a

∞ 𝑟 ≥ a
(1.1)

где 𝑎 - радиус квантовой точки. При этом считалось, что зона проводимости и ва-

лентная зона имеют параболический закон дисперсии с эффективными массами

электрона и дырки 𝑚*
𝑒 и 𝑚

*
ℎ, соответственно. С улучшением качества синтезиру-

емых квантовых точек, развитием экспериментальных методов их исследования,
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а также с появлением КТ из CdSe, возникла необходимость детального описа-

ния состояний электронов и дырок с учетом сложной структуры валентной зоны,

характерной для полупроводниковых материалов 𝐴2𝐵6.

Вершины валентной зоны и зоны проводимости в материалах CdSe, CdTe, ZnTe

и ZnSe с кристаллической структурой цинковой обманки расположены в Γ-точке

зоны Бриллюэна. При 𝑘 = 0, где 𝑘 - волновой вектор, зона проводимости Γ6 дву-

кратно вырождена по проекции спина электрона, а валентная зона Γ8 четырех-

кратно вырождена по величине проекции спинового момента дырки 𝑗 = 𝑠ℎ + 𝑙orb,

где 𝑠ℎ = 1/2 - спин дырки, 𝑙orb = 1 - орбитальный угловой момент валентной зо-

ны 𝑝-симметрии. В случае CdSe с кристаллической структурой вюрцита вершины

зон также расположены в Γ-точке, но наличие встроенного кристаллического поля

приводит к снятию вырождения состояний легких 𝑗𝑧 = ±1/2 и тяжелых дырок

𝑗𝑧 = ±3/2, а величина расщепления двух подзон составляет ∆cr ≈ 25 мэВ [11]

в объемном материале. Спин-орбитально отщепленная валентная подзона Γ7 во

всех рассматриваемых материалах далеко отстоит по энергии от подзоны Γ8 [12]:

∆𝑆𝑂 ≈ 0.4 эВ для CdSe и ZnSe, ∆𝑆𝑂 ≈ 0.9 эВ для CdTe и ZnTe.

На сегодняшний день для описания оптических свойств экситонов в кванто-

вых точках применяются различные подходы, учитывающие сложную структуру

валентной зоны: расчеты из первых принципов [13], расчеты методом сильной

связи [14, 15], методом псевдопотенциала [16, 17], а также различные многозон-

ные модели в рамках kp теории возмущений [18, 19, 20, 21]. В случае kp метода,

применяемого в данной главе, основным преимуществом является возможность

получения при расчетах помимо количественных результатов, также и качествен-

ного понимания исследуемых явлений.

В настоящей работе мы будем пренебрегать вкладом спин-орбитально отщеп-

ленной зоны для исследуемых материалов, рассматривая нижние уровни размер-

ного квантования с энергиями (отсчитанными от вершины валентной зоны) много

меньшими чем ∆𝑆𝑂, как это было впервые предложено в работе [22] для описания

12



уровней размерного квантования дырки, локализованной на мелком акцепторе.

Для гексагонального CdSe со структурой вюрцита мы будем учитывать влияние

кристаллического поля в рамках теории возмущений, рассматривая нижние уров-

ни размерного квантования с энергиями много большими чем ∆cr. Для кубических

полупроводников со структурой цинковой обманки мы будем пренебрегать гоф-

рировкой изоэнергетических поверхностей и, как и в рамках квазикубического

приближения для гексагональных полупроводников [23], использовать для опи-

сания дырочных состояний гамильтониан Латтинжера в сферическом приближе-

нии [22, 24]:

𝐻̂L =
~2

2𝑚0

[︂(︂
𝛾1 +

5

2
𝛾

)︂
𝑘2 − 2𝛾(𝑘̂𝑗)2

]︂
. (1.2)

здесь 𝑗 - оператор спинового момента дырки 𝑗 = 3/2, 𝑚0 - масса свободного элек-

трона, 𝛾1 и 𝛾 = (2𝛾2+3𝛾3)/5 - параметры Латтинжера, связанные с эффективными

массами легкой и тяжелой дырки как 𝑚𝑙ℎ,ℎℎ = 𝑚0/(𝛾1 ± 2𝛾). При этом волновые

функции дырки, описывающие решение квантово-механической задачи для лока-

лизующего потенциала сферической симметрии, могут быть представлены в виде

произведения угловой и радиальной компоненты, и имеют следующий вид [22]:

Ψ𝑀 =
√

2𝐽 + 1
∑︁
𝑙

(−1)𝑙−3/2+𝑀(𝑖)𝑙𝑅𝐽𝑙(𝑟) ×
∑︁

𝑚+𝜇=𝑀

(︂
𝑙 3/2 𝐽
𝑚 𝜇 −𝑀

)︂
𝑌𝑙,𝑚𝑢𝜇 , (1.3)

где 𝑌𝑙,𝑚 - сферические функции, определенные согласно [25],
(︀
𝑖 𝑘 𝑙
𝑚 𝑛 𝑝

)︀
- 3𝑗 символы

Вигнера, 𝑢𝜇 (𝜇 = ±1/2,±3/2) - блоховские функции четырехкратно вырожденной

валентной зоны Γ8 [26], 𝑅𝐽𝑙(𝑟) - радиальные волновые функции. Каждому значе-

нию полного углового момента дырки 𝐽(𝐽 = 1/2, 3/2, 5/2...) соответствует четыре

значения 𝑙 = 𝐽 ± 3/2 и 𝑙 = 𝐽 ± 1/2. Из условия четности волновой функции для

заданного 𝐽 четным и нечетные значениям 𝑙 будут соответствовать различные

уровни размерного квантования.

Данная модель была развита в работах [20, 27] для случая сферических кван-

товых точек с модельным потенциалом бесконечно глубокой прямоугольной кван-

товой ямы, а также в работе [28] для потенциала примесного центра. Отметим, что
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для обоих модельных потенциалов в работах [27, 28] решение было получено для

произвольного соотношения параметров 𝛾 и 𝛾1, входящих в гамильтониан (1.2). В

рамках данной модели удается описать как положение линии фотолюминесценции,

в зависимости от размера КТ, так и тонкую энергетическую структуру основного

состояния экситона, обусловленную наличием встроенного кристаллического по-

ля, анизотропии формы КТ и обменным взаимодействием между электроном и

дыркой [7, 20], а также рассчитать g-фактор дырки [29].

С развитием технологии коллоидного синтеза стало возможным получение КТ

CdSe с внешней оболочкой из материалов CdS, ZnS, ZnSe [30, 31, 32], а также

КТ с градиентным составом, изменяющимся от центра к поверхности [33, 34, 35].

Это позволило в значительной степени подавить безызлучательный уход фотоге-

нерируемых носителей на поверхность, а также Оже-рекомбинацию, приводящую

к безызлучательному распаду биэкситонов [36], которые отвечают за нелинейные

оптические свойства и могут служить в качестве источника запутанных фотонных

пар [37, 38].

Параллельно с развитием методов коллоидного синтеза с конца 1990-ых годов

исследовались структуры с вставкой дробного количества монослоев CdSe в мат-

рицу ZnSe, получаемые методом молекулярно-пучковой эпитаксии (МПЭ) [39, 40].

Исследования температурной зависимости время-разрешенной фотолюминесцен-

ции, а также исследования спектров микро-фотолюминесценции [40, 41, 42] в дан-

ных структурах однозначно свидетельствуют о существовании нульмерных экси-

тонов, то есть экситонов, локализованных в квантовых точках. Дополнительные

исследования методами просвечивающей электронной микроскопии показали су-

ществование областей с повышенным содержанием Cd. При этом концентрация

Cd уменьшается плавным образом, что позволяет говорить о существовании КТ

градиентного состава CdxZn1−xSe в матрице ZnSe [2, 43]. В работах [44, 45] было

показано, что при толщине вставки CdSe ≈ 1.5 монослоя форма таких квантовых

точек оказывается близкой к сферической. Сегодня интерес к МПЭ КТ CdZnSe
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обусловлен возможностью создания на их основе источников одиночных фотонов,

работающих при комнатной температуре [46], а также источников запутанных фо-

тонных пар [47]. Отметим, что возможность реализации однофотонного излучения

однозначно свидетельствует о наличие массивов пространственно изолированных

КТ, которые не могут, как ранее, быть описаны в модели разупорядоченной кван-

товой ямы. Прогресс в создании излучателей квантового света отражает плано-

мерное развитие технологии МПЭ в течении последних 20 лет для управления

плотностью КТ в массивах [48, 49].

Таким образом, возникает общая квантово-механическая задача для двух ви-

дов квантовых точек сфероидальной формы с градиентным изменением состава

о нахождении уровней размерного квантования электронов и дырок, а также эк-

ситонных комплексов, локализованных в потенциале плавного вида. При даль-

нейшем рассмотрении будем считать, что реализуется случай сильного размер-

ного квантования электронов и дырок, то есть волновая функция экситонных

комплексов может быть факторизована на электронную и дырочную подсисте-

мы. Взаимодействие между частицами в таком случае может быть учтено либо в

рамках теории возмущений первого порядка, либо вариационным методом в ка-

честве корреляционного фактора. Таким образом, первым шагом для описания

состояний экситонных комплексов является расчет состояний одиночных и невза-

имодействующих электрона и дырки.

1.2 Одночастичные состояния s- и p-симметрии в

сферически симметричных потенциалах

В данном разделе представлен вариационный расчет в потенциалах плавного вида

для двух нижних уровней размерного квантования электрона и дырки в сфери-

чески симметричных потенциалах плавного вида с учетом сложной структуры

валентной зоны Γ8. Для проверки точности вариационных расчетов производится

сопоставление с численным расчетом.
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Рис. 1.1: Модельные потенциалы для квантовых точек CdxZn1−xSe с градиентным изме-
нением состава. Черные кривые соответствуют потенциалу гармонического осциллятора
𝑉osc(𝑟), красные кривые с конечной высотой барьера соответствуют потенциалу Гаусса
𝑉G(𝑟). Разрывы зоны проводимости и валентной зоны в случае конечной высоты барье-
ров обозначены как Δ𝐸c и Δ𝐸v, соответственно.

Под потенциалами плавного вида понимаются потенциал трехмерного изо-

тропного гармонического осциллятора 𝑉osc(𝑟) = 𝜅𝑟2/2, где 𝜅 - это жест-

кость осциллятора, и потенциал с конечной высотой потенциально барьера

𝑉G(𝑟) = 𝑉off [1 − exp(−𝑟2/𝑎2)], где 𝑉off - это высота потенциально барьера, 𝑎 – эф-

фективный радиус КТ с потенциалом 𝑉G(𝑟). В дальнейшем изложении потенциал

вида 𝑉G(𝑟) будет упоминаться как потенциал Гаусса. При сравнении получаемых

в данной главе результатов будем считать, что оба потенциала вблизи центра КТ

имеют одинаковую зависимость от координаты:

𝑉𝐺(𝑟) ≈ 𝑉off [1 − (1 − 𝑟2/𝑎2)] =
𝑉off
𝑎2
𝑟2 =

𝜅𝑟2

2
(1.4)

При решении задачи мы также считаем, что массы носителей заряда не зависят

от координаты во всем объеме КТ, что оправдано в силу малой разницы меж-

ду эффективными массами электрона и дырки в парах материалов CdSe/ZnSe и

CdTe/ZnTe (см. таблицу 1.1).
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𝑚*
𝑒/𝑚0 𝛾1 𝛾 𝑚*

ℎℎ/𝑚0 𝑚*
𝑙ℎ/𝑚0 ∆𝑆𝑂, мэВ

w-CdSe 0.13 2.04 0.58 1.13 0.31 0.42
zb-CdSe 0.12 5.51 1.78 0.51 0.11 0.42
zb-ZnSe 0.13 3.94 1.31 0.76 0.15 0.43
zb-CdTe 0.09 4.14 1.41 0.75 0.14 0.9
zb-ZnTe 0.12 3.96 1.18 0.62 0.16 0.95

Таблица 1.1: Эффективные масса электрона 𝑚*
𝑒, параметры Латтинжера 𝛾 и 𝛾1, эффек-

тивные массы тяжелой 𝑚*
ℎℎ и легкой 𝑚*

𝑙ℎ дырки, расщепление Δ𝑆𝑂 в материалах CdSe,
ZnSe, CdTe, ZnTe кубической модификации и в CdSe вюрцитной модификации, согласно
[12].

Рассмотрим сначала случай простой валентной зоны, когда состояния дырки

и электрона описываются одинаковым уравнением Шредингера:

~2𝑘̂2

2𝑚* Ψ + 𝑉 (𝑟)Ψ = 𝐸Ψ (1.5)

здесь 𝑘̂ = −𝑖∇ - оператор волнового вектора, 𝑚* = 𝑚𝑒,ℎ - эффективная масса

электрона либо дырки, 𝑉 (𝑟) - сферически симметричный потенциал.

Хорошо известно, что в случае потенциала гармонического осциллятора урав-

нение Шредингера имеет точное аналитическое решение. Волновые функции при

этом имеют вид:

Ψ𝑛𝑙𝑚(𝑟) = 𝑅𝑛𝑙(𝑟)𝑌𝑙𝑚(Θ) , (1.6)

𝑅𝑛𝑙(𝑟) =
1

𝐿3/2+𝑙

[︂
2𝑛!

Γ (𝑛+ 𝑙 + 3/2)

]︂1/2
𝑟𝑙 × exp

[︂
− 𝑟2

2𝐿2

]︂
𝐿𝑙+1/2
𝑛

[︂
𝑟2

𝐿2

]︂
, (1.7)

а соответствующие эквидистантные уровни энергии равны:

𝐸𝑁 = ~𝜔(𝑁 + 3/2), 𝑁 = 2𝑛+ 𝑙 = 0, 1, 2... (1.8)

где 𝜔 =
√︀
𝑘/𝑚* и 𝐿 =

√︀
~/𝑚*𝜔 - осцилляторные частота и длина, соответствен-

но; 𝑛, 𝑙,𝑚 - главное, орбитальное и магнитное квантовое число, соответственно;

𝑌𝑙,𝑚 - сферические функции; 𝐿
𝑙+1/2
𝑛 - обобщенные полиномы Лагерра. Энергии и

радиальные волновые функции основного и первого возбужденного состояния в
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данном случае имеют вид:

𝑅0(𝑟) =
2

𝜋1/4𝐿3/2
exp

(︂
− 𝑟2

2𝐿2

)︂
, 𝐸0 =

3

2
~𝜔 =

3

2

~2

𝑚*𝐿2
, (1.9)

𝑅1(𝑟) =

√︀
8/3

𝜋1/4𝐿3/2
𝑟 exp

(︂
− 𝑟2

2𝐿2

)︂
, 𝐸1 =

5

2
~𝜔 =

5

2

~2

𝑚*𝐿2
. (1.10)

Для потенциала Гаусса аналитического решения не существует, однако, исполь-

зуя функцию основного состояния для потенциала гармонического осциллятора с

дополнительным вариационным параметром 𝛼, можно получить достаточно точ-

ное решение, по сравнению с численным расчетом. Пробная волновая функция

основного состояния при широком диапазона параметров 𝑉off и 𝑎 может быть вы-

брана в виде:

𝑅̃0(𝑟) =
2𝛼3/4

𝜋1/4
exp

[︂
−𝛼𝑟

2

2

]︂
(1.11)

где 𝑅̃0(𝑟) = 𝑅0(𝑟/𝐿)𝐿3/2.

Используя волновую функцию вида (1.11), можно получить следующее выра-

жение для зависимости энергии основного состояния от параметра 𝛼:

𝐸(𝛼)/𝐸0 =
𝛼

2
+ 𝑉off −

3
√

3𝛼3/2𝑉
5/2
off(︁

1 + 3𝛼𝑉off

)︁3/2 . (1.12)

где 𝑉off = 𝑉off/𝐸0. Аналогичным образом может быть найдено решение и для следу-

ющего по энергии состояния дырки c 𝑙 = 1. Тогда как в потенциале 𝑉osc(𝑟) частица

всегда будет локализована, для потенциала 𝑉G(𝑟) будет существовать критическое

значение 𝑉off , при котором пропадает связанное состояние. Зависимости энергии

связи основного состояния одиночной частицы, а также ее радиуса локализации,

от высоты барьера 𝑉off представлены на рисунке 1.2.

Таким образом, вариационный метод с пробными волновыми функциями ви-

да (1.11) позволяет описать состояния электрона и дырки в потенциале 𝑉G(𝑟) в

простых энергетических зон. Рассмотрим теперь, что изменится, если мы учтем

сложную структуры валентной зоны Γ8.

При рассмотрении дырочных состояний в валентной зоне Γ8 уравнение Шре-

дингера без учета вклада от спин-орбитально отщепленной подзоны будет иметь
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Рис. 1.2: (a)Зависимость энергии основного состояния 𝐸 от величины потенциального
барьера 𝑉off . На вставке показана разница энергии локализации и энергии квантования в
зависимости от 𝑉off ; (b) Зависимость вариационного параметра 𝛼 и радиуса локализации

𝑟loc = 𝐿
√︁∫︀∞

0 𝑅̃2
0𝑟

4𝑑𝑟 от 𝑉off .

вид [22]:
~2

2𝑚0

[︂(︂
𝛾1 +

5

2
𝛾

)︂
𝑘̂2 − 2𝛾(𝑘̂𝑗)2

]︂
Ψ + 𝑉 (𝑟)Ψ = 𝐸Ψ . (1.13)

Для основного состояния дырки 𝑙 = 0, а полный угловой момент дырки

𝐽 = 𝑗+𝑙 = 3/2. Учтем, что каждому значению 𝐽 соответствуют четыре возможные

значения 𝑙, два из которых входят в волновую функцию с пространственно чет-

ной радиальной частью, а два - в волновую функцию c пространственно нечетной

радиальной частью. Соответственно, пространственно четная волновая функция

основного состояния дырки 1𝑆3/2 будет содержать члены с 𝑙 = 0 и 𝑙 = 2, про-

странственно нечетная волновая функция первого возбужденного состояния 1𝑃3/2

с таким же 𝐽 будет содержать члены с 𝑙 = 1 и 𝑙 = 3 [22]. Вид волновой функции

дырки с полным моментом 𝐽 = 3/2 для гамильтониана (1.13) имеет вид [22]:

Ψ𝑀 = 2
∑︁
𝑙

(−1)𝑙−3/2+𝑀(𝑖)𝑙𝑅𝑙(𝑟) ×
∑︁

𝑚+𝜇=𝑀

(︂
𝑙 3/2 3/2
𝑚 𝜇 −𝑀

)︂
𝑌𝑙,𝑚𝑢𝜇 , (1.14)

Умножим левую и правую часть уравнения (1.13) на комплексно-сопряженные

волновые функции состояний 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2 и произведем угловое усреднение. В ре-

зультате получим следующие системы уравнений для радиальных волновых функ-
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ций 𝑅0(𝑟), 𝑅2(𝑟) и 𝑅1(𝑟), 𝑅3(𝑟) [22]:

(1 + 𝛽)

[︂
𝑑

𝑑𝑟
+

2

𝑟

]︂
𝑑

𝑑𝑟
𝑅0(𝑟) + (1 − 𝛽)

[︂
𝑑

𝑑𝑟
+

2

𝑟

]︂ [︂
𝑑

𝑑𝑟
+

3

𝑟

]︂
𝑅2(𝑟) (1.15)

+2𝛽
2𝑚ℎℎ

~2
(𝐸 − 𝑉 (𝑟))𝑅0(𝑟) = 0

(1 + 𝛽)

[︂
𝑑

𝑑𝑟
− 1

𝑟

]︂ [︂
𝑑

𝑑𝑟
+

3

𝑟

]︂
𝑅2(𝑟) + (1 − 𝛽)

[︂
𝑑

𝑑𝑟
− 1

𝑟

]︂
𝑑

𝑑𝑟
𝑅0(𝑟)

+2𝛽
2𝑚ℎℎ

~2
(𝐸 − 𝑉 (𝑟))𝑅2(𝑟) = 0

(1 + 9𝛽)

[︂
𝑑

𝑑𝑟
+

3

𝑟

]︂ [︂
𝑑

𝑑𝑟
− 1

𝑟

]︂
𝑅1(𝑟) + 3(1 − 𝛽)

[︂
𝑑

𝑑𝑟
+

3

𝑟

]︂ [︂
𝑑

𝑑𝑟
+

4

𝑟

]︂
𝑅3(𝑟) (1.16)

+10𝛽
2𝑚ℎℎ

~2
(𝐸 − 𝑉 (𝑟))𝑅1(𝑟) = 0

(9 + 𝛽)

[︂
𝑑

𝑑𝑟
− 2

𝑟

]︂ [︂
𝑑

𝑑𝑟
+

4

𝑟

]︂
𝑅3(𝑟) + 3(1 − 𝛽)

[︂
𝑑

𝑑𝑟
− 2

𝑟

]︂ [︂
𝑑

𝑑𝑟
− 1

𝑟

]︂
𝑅1(𝑟)

+10𝛽
2𝑚ℎℎ

~2
(𝐸 − 𝑉 (𝑟))𝑅3(𝑟) = 0,

здесь 𝛽 = (𝛾1−2𝛾)/(𝛾1+2𝛾) = 𝑚𝑙ℎ/𝑚ℎℎ - отношение масс легкой и тяжелой дырок.

Данные системы уравнений справедливы для любого потенциала сферической

симметрии. Обе системы дифференциальных уравнений (1.15), (1.16) могут быть

решены точно для произвольного отношения масс легкой и тяжелой дырки в слу-

чае потенциала бесконечно глубокой прямоугольной потенциальной ямы[7]. Ра-

диальные волновые функции в этом случае представляют собой комбинации из

сферических функций Бесселя 𝑗𝑙(𝑥):

𝑅box
0 (𝑥) = 𝑗0(𝜙𝑥) − 𝑗0(𝜙)

𝑗0(𝜙
√
𝛽)
𝑗0(
√︀
𝛽𝜙𝑥), (1.17)

𝑅box
2 (𝑥) = 𝑗2(𝜙𝑥) +

𝑗0(𝜙)

𝑗0(𝜙
√
𝛽)
𝑗2(
√︀
𝛽𝜙𝑥),

𝑅box
1 (𝑥) = 3𝑗1(𝜙𝑥) − 3

𝑗1(𝜙)

𝜙
√
𝛽
𝑗1(
√︀
𝛽𝜙𝑥),

𝑅box
3 (𝑥) = 𝑗3(𝜙𝑥) + 9

𝑗1(𝜙)

𝜙
√
𝛽
𝑗3(
√︀
𝛽𝜙𝑥).
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где 𝑥 = 𝑟/𝑎box, 𝑎box - радиус потенциала 𝑉box(𝑟). Энергии состояний дырки 1𝑆3/2 и

1𝑃3/2 равны:

𝐸1𝑆3/2ℎ =
~2𝜙𝑆(𝛽)2

2𝑚ℎℎ𝑎2box
, 𝐸1𝑃3/2ℎ =

~2𝜙𝑃 (𝛽)2

2𝑚ℎℎ𝑎2box
, (1.18)

где 𝜙𝑆(𝛽), 𝜙𝐵(𝛽) - первые корни следующих уравнений [50]:

𝑗2(
√︀
𝛽𝑥)𝑗0(𝑥) + 𝑗2(𝑥)𝑗0(

√︀
𝛽𝑥) = 0,

𝑗1(
√︀
𝛽𝑥)𝑗3(𝑥) + 9𝑗1(𝑥)𝑗3(

√︀
𝛽𝑥) = 0. (1.19)

Для рассматриваемых нами потенциалов плавного типа 𝑉osc(𝑟) и 𝑉G(𝑟) анали-

тического решения не существует. Ранее схожая проблема была разрешена для

сферически симметричного кулоновского потенциала акцептора с помощью ва-

риационного метода [28]. Использованный в работе [28] подход основывается на

нахождении решения в предельных случаях 𝛽 = 1 и 𝛽 = 0 с последующим под-

бором вида зависимости при промежуточных значениях 𝛽. Будем решать задачу

для потенциалов 𝑉osc(𝑟) и 𝑉G(𝑟) аналогичным образом. Вид волновых функций

для 𝛽 = 1, что соответствует случаю простой валентной зоны, был представлен

в первой части раздела. В пределе 𝛽 = 0 для систем дифференциальных урав-

нений (1.15), (1.16) должны выполняться следующие соотношения, являющиеся

универсальными для любого сферически-симметричного потенциала [27]:

𝑑𝑅0(𝑟)

𝑑𝑟
+
𝑑𝑅2(𝑟)

𝑑𝑟
+

3𝑅2(𝑟)

𝑟
= 0,

(1.20)

𝑑𝑅1(𝑟)

𝑑𝑟
− 𝑅1(𝑟)

𝑟
+ 3

𝑑𝑅3(𝑟)

𝑑𝑟
+ 12

𝑅3(𝑟)

𝑟
= 0

Радиальные волновые функции 𝑅𝑙(𝑟) и 𝑅𝑙+2(𝑟) описывают двукратно вырож-

денное по проекции полного углового момента состояние дырки. В простой валент-

ной зоне для потенциала гармонического осциллятора 𝑉osc(𝑟) также существует

вырождение энергетических уровней для состояний с главным квантовым чис-

лом 𝑁 = 2𝑛 + 𝑙 > 1. При этом для вырожденных состояний разница величины
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орбитального углового момента кратна 2, а третий и четвертый уровень размер-

ного квантования с энергиями 7/2~𝜔 и 9/2~𝜔 двукратно вырождены по величине

орбитального углового момента 𝑙, подобно состояниям 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2. Можно лег-

ко убедиться, что условиям (1.20) удовлетворяют радиальные волновые функции,

выбранные в виде радиальных функций для третьего (2𝑠 − 𝑅0(𝑟); 1𝑑 − 𝑅2(𝑟)) и

четвертого (2𝑝−𝑅1(𝑟); 1𝑓 −𝑅3(𝑟)) уровней размерного квантования в потенциале

𝑉osc(𝑟) в пределе простой валентной зоны:

𝑅0,𝛽=0(𝑟) =
3

2
exp

(︂
−𝛼𝑟

2

𝐿2

)︂
− 𝛼

𝑟2

𝐿2
exp

(︂
−𝛼𝑟

2

𝐿2

)︂
, (1.21)

𝑅2,𝛽=0(𝑟) = 𝛼
𝑟2

𝐿2
exp

(︂
−𝛼𝑟

2

𝐿2

)︂
,

𝑅1,𝛽=0(𝑟) = 3 exp

(︂
−𝛼𝑟

2

𝐿2

)︂(︂
5𝛼1/2𝑟

𝐿
− 𝛼3/2𝑟3

𝐿3

)︂
,

𝑅3,𝛽=0(𝑟) =
𝛼3/2𝑟3

𝐿3
exp

(︂
−𝛼𝑟

2

𝐿2

)︂
.

где 𝛼 - вариационный параметр, различный для состояний 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2.

Используя найденный вид радиальных волновых функций дырки в предель-

ных случаях, можно построить общий вид данных функций при промежуточных

значениях 𝛽. Для этого производился подбор вида радиальных волновых функ-

ций совместно с контрольным численным расчетом, осуществленным М.А. Семи-

ной в ФТИ им. А.Ф. Иоффе. В численном расчете производилась диагонализация

матрицы гамильтониана, рассчитанной с неортогональным базисом, состоящим

из произведения функций Гаусса с полиномами первой степени, ведущими себя

корректно при 𝑟 = 0:

𝑅0 =
𝑁max=80∑︁

𝑖=1

𝐴𝑖 exp
(︀
−𝛼𝑖𝑟

2
)︀
, (1.22)

𝑅2 =
𝑁max=80∑︁

𝑖=1

𝐵𝑖𝑟 exp
(︀
−𝛼𝑖𝑟

2
)︀
. (1.23)

где 𝐴𝑖 и 𝐵𝑖 - коэффициенты, получаемые в результате диагонализации матрицы

гамильтониана, 𝛼𝑖 выбирались в виде геометрической прогрессии от 10−6 до 103.

22



Сходимость вычисления контролировалась путем модификации базиса: менялись

𝛼𝑖 и 𝑁max. Считалось, что расчет сошелся, если изменение базиса не влияло на

результат. В данном базисе при 𝛽 = 1 с хорошей степенью точности зануляются

все коэффициенты 𝐵𝑖, а результат совпадает с точным решением. При 𝛽 → 0

посчитанные численным методом радиальные функции удовлетворяют с хорошей

степенью точности соотношениям (1.20).

В результате был подобран следующий вид радиальных волновых функций

𝑅0(𝑥), 𝑅2(𝑥) для состояния дырки 1𝑆3/2:

𝑅0(𝑥) =
𝐶

𝐿3/2

3

2

(︁
𝑒𝛼𝑥

2

+ 𝛼1𝑒
−𝛼𝛽0.3𝑥2

)︁
−𝑅2(𝑥), (1.24)

𝑅2(𝑥) =
𝐶

𝐿3/2
𝛼𝑥2

(︁
𝑒−𝛼𝑥2 − 𝛼2𝑒

−𝛼𝛽0.3𝑥2
)︁
.

Для состояния дырки 1𝑃3/2 радиальные функции 𝑅1(𝑥), 𝑅3(𝑥) имеют вид:

𝑅1(𝑥) =
15

2

𝐶

𝐿3/2
𝛼1/2𝑥

(︁
𝑒−𝑎𝑥2

+ 𝛼1𝑒
−𝛼𝛽0.25𝑥2

)︁
− 3𝑅3(𝑥), (1.25)

𝑅3(𝑥) =
𝐶

𝐿3/2
𝛼3/2𝑥3

(︁
𝑒−𝛼𝑥2 − 𝛼2𝑒

−𝛼𝛽0.25𝑥2
)︁

где 𝑥 = 𝑟/𝐿. Пробные радиальные функции состояний 1𝑆3/2 (1.24) и 1𝑃3/2 (1.25)

содержат три вариационных параметра 𝛼, 𝛼1, 𝛼2 и имеют одинаковый вид для по-

тенциала гармонического осциллятора и потенциала Гаусса. Набор вариационных

параметров 𝛼, 𝛼1, 𝛼2 различен для состояний 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2.

На рисунке 1.3 представлена зависимость энергий состояний 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2 от

𝛽 для потенциала 𝑉osc(𝑟) и потенциалов 𝑉G(𝑟) с различной высотой барьера 𝑉off .

Можно видеть, что c увеличением высоты барьера 𝑉off энергии размерного кванто-

вания двух нижних состояний дырки асимптотически стремятся к энергиям раз-

мерного квантования в потенциале 𝑉osc(𝑟). Сопоставление с численным расчетом,

представленным на рисунке пунктирными линиями 1.3, показало, что вариацион-

ный метод хорошо описывает энергию уровня 1𝑆3/2 вплоть до 𝑉off ≈ 1 (см. рис.

1.3(a)). Дальнейшее понижение высоты барьера 𝑉off приводит к исчезновению свя-

занного состояния 1𝑆3/2 при 𝑉𝑜𝑓𝑓 ≈ 0.7𝐸0 (точное значение зависит от 𝛽). В случае
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Рис. 1.3: Зависимость от 𝛽 энергии (a) основного дырочного состояния 1𝑆3/2 ; (b) первого
возбужденного состояния 1𝑃3/2. Черные линии представляют результаты расчета для
потенциала гармонического осциллятора 𝑉osc(𝑟), полученные вариационным методом.
Красные кривые показывают расчетные зависимости энергии для потенциалов Гаусса с
различной высотой барьера 𝑉off , полученные вариационным методом. Синие пунктирные
кривые показывают результат численного расчета для потенциалов 𝑉osc(𝑟) и 𝑉G(𝑟) с
различной высотой барьера 𝑉off . Единицы измерения энергии выбраны в виде энергии
𝐸0 для состояния 1𝑆3/2 при 𝛽 = 1 в потенциала 𝑉osc(𝑟).

состояния 1𝑃3/2 также наблюдается хорошее согласие вариационного и численно-

го расчета во всем диапазоне значений 𝛽 (см. рис. 1.3(b)). При 𝑉off = 1 уровень

1𝑃3/2 уже оказывается несвязанным. В пределе плоcкой зоны для тяжелых дырок,

когда 𝛽 = 0, расщепление состояний 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2 в потенциале 𝑉osc(𝑟) составляет

всего 2 % от энергии размерного квантования состояния 1𝑆3/2.

Сравнение полученных зависимостей энергии состояний 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2 c анало-

гичными зависимостями для потенциала 𝑉box(𝑟) (см. рис. 1.4) показывает, что от

вида потенциала зависит положение точки максимального сближения 𝛽𝑚𝑖𝑛 уров-

ней дырки 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2. Можно видеть, что в случае потенциала 𝑉box(𝑟) минимум

реализуется в области 𝛽𝑚𝑖𝑛 ≈ 0.15, тогда как для потенциалов 𝑉osc(𝑟) и 𝑉G(𝑟) бы-

ло получено 𝛽𝑚𝑖𝑛 = 0. Отметим, что значение 𝛽𝑚𝑖𝑛 = 0.15 близко к характерным

значениям 𝛽 для рассматриваемых материалов 𝐴2𝐵6 (см. таб. 1.1.).

Малая разница энергий размерного квантования дырки 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2 может, с

одной стороны, приводить к эффективной активации излучательной рекомбина-

ции основного темного состояния экситона за счет наличия зарядов на поверхно-
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Рис. 1.4: Зависимости энергий состояний 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2 от 𝛽 в случае (a) потенциала
гармонического осциллятора; (b) потенциала бесконечно глубокой квантовой ямы. Еди-
ницы измерения энергии 𝐸0

osc и 𝐸0
box выбраны в виде энергии состояния 1𝑆3/2 при 𝛽 = 1

в соответствующем потенциале.

сти квантовой точки, как это было показано в работе [50], а с другой стороны,

может стать причиной замедления экспериментально наблюдаемого времени рас-

пада фотолюминесценции за счет термического заселения 1𝑆𝑒1𝑃3/2 экситона при

комнатной температуре [51].

Таким образом, в данном разделе приведены пробные волновые функции ды-

рочных состояний 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2, позволяющие рассчитать с хорошей степенью точ-

ности энергию этих состояний в сферически симметричных потенциалах гармо-

нического осциллятора и Гаусса. Также показано, что относительное положение

уровней энергии данных дырочных состояний зависит различным образом от от-

ношения масс легкой тяжелой дырки в потенциалах плавного и резкого типа.

1.3 Одночастичные состояния s- и p-симметрии в

аксиально симметричных потенциалах

В данном разделе представлен анализ влияния аксиальной анизотропии локали-

зующего потенциала и встроенного кристаллического поля на расщепление ды-

рочных состояний 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2 с различным модулем проекции углового момента

дырки на ось анизотропии. Влияние обоих факторов учитывается по теории воз-

мущений первого порядка с анализом области применимости данного подхода.
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Состояния дырки, рассмотренные в предыдущем разделе, являются вы-

рожденными по величине модуля проекции полного углового момента дырки

𝑀 = ±3/2,±1/2 на произвольную ось наблюдения. Это вырождение может быть

снято при наличии встроенного кристаллического поля, либо аксиальной анизо-

тропии локализующего потенциала [7, 20]. Кристаллическое поле присуще полу-

проводникам с вюрцитной кристаллической структурой. Анизотропия локализу-

ющего потенциала может возникать в случае несферичности формы квантовой

точки [20], а также вследствие различия характерной длины изменения концен-

трации химических элементов в КТ градиентного состава.

Изменение энергии состояния дырки с проекцией полного углового момента

𝑀 , вызванное совместным действием одноосной анизотропии и кристаллического

поля, направленных вдоль одной оси, может быть описано следующим образом

[52]:

∆𝐸𝑀 =
∆

2

(︀
5/4 −𝑀2

)︀
, (1.26)

где ∆ = ∆int + ∆sh, ∆int описывает эффект кристаллического поля, ∆sh описыва-

ет расщепление, вызванное анизотропией формы квантовой точки (анизотропией

изменения концентрации), соответственно.

Сначала вычислим расщепление состояний дырки с |𝑀 | = 3/2 и |𝑀 | = 1/2,

вызванное встроенным кристаллическим полем полупроводника с вюрцитной кри-

сталлической структурой. Для нахождения величины кристаллического расщеп-

ления в КТ можно воспользоваться гамильтонианом, описывающим расщепление

состояний тяжелой и легкой дырки в объемном полупроводнике, предложенным

Г.Л. Биром и Г.Е. Пикусом [53]. Перенормировка величины кристаллического рас-

щепления для состояний дырки с различной величиной проекции полного углово-

го момента 𝑀 в сферической квантовой точке может быть найдена из равенства
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матричных элементов:

⟨Ψ*
3/2,𝑀 | 𝐻̂cr |Ψ3/2,𝑀⟩ = ⟨Ψ*

3/2,𝑀 | 𝐻̂𝑎 |Ψ3/2,𝑀⟩ , (1.27)

𝐻̂𝑐𝑟 =
∆cr

2

(︂
5

4
𝐼 − 𝑗̂2𝑧

)︂
, (1.28)

𝐻̂𝑎 =
∆int

2

(︂
5

4
𝐼 − 𝑀̂2

)︂
(1.29)

где 𝐼 - единичная матрица 4х4, 𝑗̂2𝑧 - оператор квадрата проекции спинового мо-

мента дырки 𝐽 = 3/2, действующий на собственные функции валентной зоны

Γ8, 𝑀̂
2 - оператор квадрата проекции полного углового момента дырки 𝐽 = 3/2,

действующий на функции Ψ3/2,𝑀 вида (1.14) .

Вычислив матричные элементы, найдем соотношение между константами ∆cr

и ∆int. Для состояния 1𝑆3/2 величина ∆int равна [52]:

∆int(1𝑆3/2) = ∆cr𝑣int(1𝑆3/2) = ∆cr

∫︁
𝑑𝑟𝑟2[𝑅2

0(𝑟) − (3/5)𝑅2
2(𝑟)] . (1.30)

В случае состояния 1𝑃3/2 оказывается, что кристаллическое расщепление не

зависит от величины 𝛽, а также от вида локализующего потенциала и равняется

[50]:

∆int(1𝑃3/2) = ∆cr𝑣int(1𝑃3/2) = 0.2∆cr

∫︁
𝑑𝑟𝑟2[𝑅2

1(𝑟) +𝑅2
3(𝑟)] = 0.2∆cr . (1.31)

так как нормировочный член для волновой функции состояния 1𝑃3/2 равен:

𝐶1𝑃3/2
=

∫︁ ∞

0

𝑑𝑟𝑟2[𝑅2
1(𝑟) +𝑅2

3(𝑟)] . (1.32)

Получив выражения для параметра ∆int обоих дырочных состояний, проана-

лизируем, каким образом кристаллическое расщепление будет зависеть от вида

локализующего потенциала. Известно, что вариационный метод позволяет полу-

чить хорошую оценку для энергии состояния, даже если пробные функции плохо

совпадают с точными волновыми функциями. При вычислении с такими функци-

ями поправок к энергии, обусловленных кристаллическим полем, либо анизотро-

пией потенциала, будет возникать расхождение с точным, если оно существует,
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либо численным решением. Поэтому для проверки точности расчета по теории

возмущений снова используется сравнение с численным расчетом, проведенным

М.А.Семиной в ФТИ им.А.Ф. Иоффе.

Рассмотрим общий случай потенциала анизотропного гармонического осцил-

лятора. Вычисление энергетического спектра дырки и ее собственных волновых

функции, может быть осуществлено путем диагонализации матрицы гамильтони-

ана, вычисленной на ортонормированном базисе собственных функций анизотроп-

ного гармонического осциллятора:

Ψ𝑛𝑥,𝑛𝑦 ,𝑛𝑧(𝑥, 𝑦, 𝑧) = 𝜓𝑛𝑥(𝑥)𝜓𝑛𝑦(𝑦)𝜓𝑛𝑧(𝑧), 𝑛𝑥, 𝑛𝑦, 𝑛𝑧 = 1...𝑁, (1.33)

где

𝜓𝑛𝑡(𝑡) =
1√

2𝑛𝑡𝑛𝑡!

(︂
1

𝜋𝑙̃2𝑡

)︂1/4

exp

(︂
− 𝑡2

2𝑙̃2𝑡

)︂
𝐻𝑛𝑡

(︂
𝑡

𝑙̃𝑡

)︂
, 𝑡 = 𝑥, 𝑦, 𝑧

являются собственными функциями потенциала гармонического осциллятора с

осцилляторными длинами

𝑙̃𝑥 = [~2(𝛾1 + 𝛾)/𝑚0𝜅𝑥]1/4, 𝑙̃𝑦 = [~2(𝛾1 + 𝛾)/𝑚0𝜅𝑦]
1/4, 𝑙̃𝑧 = [~2(𝛾1 − 2𝛾)/𝑚0𝜅𝑧]

1/4.

Такой базис соответствует собственным волновым функциям дырки, образован-

ным блоховскими состояниями с проекцией момента 𝑗𝑧 = ±3/2 на направление

оси анизотропии. Для проверки сходимости численного расчета был использован

второй базис, соответствующий волновым функциям дырки, образованным бло-

ховскими состояниями с проекцией 𝑗𝑧 = ±1/2 с осцилляторными длинами

𝑙̃
′

𝑥 = [~2(𝛾1 − 𝛾)/𝑚0𝜅𝑥]1/4, 𝑙̃𝑦
′ = [~2(𝛾1 − 𝛾)/𝑚0𝜅𝑦]

1/4, 𝑙̃𝑧
′ = [~2(𝛾1 + 2𝛾)/𝑚0𝜅𝑧]

1/4.

Результаты вариационного и численного расчета для безразмерной функции

𝑣int = ∆int/∆cr в потенциале гармонического осциллятора и потенциалах Гаусса

с различной высотой барьера 𝑉off приведены на рисунке 1.5. Можно видеть, что

кристаллическое расщепление в обоих потенциалах практически совпадает и сла-

бо зависит от величины потенциального барьера 𝑉off в потенциале Гаусса. При
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Рис. 1.5: Зависимость безразмерной функции 𝜈int = Δint/Δcr от 𝛽 для потенциалов 𝑉G(𝑟)
с различной величиной барьера 𝑉off . Сплошными линиями показаны результаты числен-
ного расчета, точечными линиями - результаты вариационного расчета. Для потенциала
𝑉osc(𝑟) зависимость идентична результату для 𝑉G(𝑟) c 𝑉off = 8. Оранжевая пунктирная
кривая соответствует зависимости 𝜈int для состояния 1𝑆3/2 в потенциале бесконечно глу-
бокой квантовой ямы 𝑉box(𝑟). Горизонтальная голубая кривая соответствует функции
𝜈int для состояния 1𝑃3/2 в произвольном сферически симметричном потенциале.

этом результаты, полученные с использованием пробных волновых функций (то-

чечные кривые), хорошо согласуются с результатами численного расчета (сплош-

ные кривые). Результат для потенциала 𝑉osc(𝑟) не показан отдельной кривой, так

как полученные зависимости полностью совпадают с результатом для потенциала

𝑉G(𝑟) при 𝑉off = 8. Для сравнения также представлены зависимости безразмер-

ной функции 𝑣int для состояния дырки 1𝑆3/2 в потенциале 𝑉box(𝑟) [7] (оранжевая

пунктирная кривая) и для состояния 1𝑃3/2 в любом сферически симметричном по-

тенциале (голубая горизонтальная линия) [50]. В целом, поведение функции 𝑣int во

всех рассматриваемых потенциалах имеет схожий характер, а основное состояние

дырки имеет проекцию углового момента |𝑀 | = 3/2 на направление кристалличе-

ского поля.

Рассмотрим теперь влияние аксиальной анизотропии формы локализующе-

го потенциала. Аксиально симметричный потенциал гармонического осциллятора
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может быть записан в виде:

𝑉 𝑎
osc(𝜌, 𝑧) =

𝜅𝜌
2
𝜌2 +

𝜅𝑧
2
𝑧2 (1.34)

здесь введены 𝜅𝜌, 𝜅𝑧 - жесткости потенциала гармонического осциллятора в плос-

кости перпендикулярной оси анизотропии и вдоль оси анизотропии, соответствен-

но. Рассмотрим данный потенциал в рамках теории возмущений первого порядка,

выделив сферически симметричный потенциал нулевого приближения и анизо-

тропную поправку к нему:

𝑉 𝑎
𝑝 (𝑟, 𝑧) =

𝜅

2
𝑟2 + ∆𝑉 𝑎

𝑝 (𝑟, 𝑧, 𝜇) = 𝑉osc(𝑟) + ∆𝑉 𝑎
𝑝 (𝑟, 𝑧, 𝜇) (1.35)

Будем считать, что жесткость потенциала нулевого приближения 𝜅 связана с 𝜅𝜌 и

𝜅𝑧 соотношением 𝜅 = (2𝜅𝜌+𝜅𝑧)/3. А сами жесткости 𝜅𝜌 и 𝜅𝑧 связаны с параметром

анизотропии 𝜇 следующим образом:

𝜅𝜌 = 𝜅

(︂
1 − 2

3
𝜇

)︂
, 𝜅𝑧 = 𝜅

(︂
1 +

4

3
𝜇

)︂
(1.36)

При таком рассмотрении 𝜇 > 0 соответствует случаю 𝜅𝑧 > 𝜅𝜌, что описывает

более сильное квантование вдоль оси анизотропии. В обратном случае 𝜇 < 0 кван-

тование оказывается сильнее в плоскости 𝑥𝑦. В результате конечное выражение

для потенциала 𝑉 𝑎
𝑝 (𝜌, 𝑧) примет вид:

𝑉 𝑎
𝑝 (𝑟, 𝑧, 𝜇) = 𝑉𝑜𝑠𝑐(𝑟) + ∆𝑉 𝑎

𝑝 (𝑟, 𝑧, 𝜇) =
𝜅

2
𝑟2 + 𝜅𝜇(𝑧2 − 𝑟2

3
) (1.37)

Известно, что в случае потенциала гармонического осциллятора существу-

ет точное аналитическое решение при произвольном соотношении между жест-

костями потенциала вдоль осей 𝑥, 𝑦, 𝑧. Введем параметры осцилляторной дли-

ны 𝐿𝑥, 𝐿𝑦, 𝐿𝑧 вдоль соответствующих осей. В случае аксиальной симметрии

𝐿𝑥 = 𝐿𝑦 = 𝐿𝜌, а волновая функция имеет вид:

Ψ𝑛𝑥,𝑛𝑦 ,𝑛𝑧(𝑥, 𝑦, 𝑧) =
1√

2𝑛𝑥+𝑛𝑦+𝑛𝑧𝑛𝑥!𝑛𝑦!𝑛𝑧!

𝜋−3/4

𝐿𝜌

√
𝐿𝑧

×

×𝐻𝑛𝑥

[︂
𝑥

𝐿𝜌

]︂
𝐻𝑛𝑦

[︂
𝑦

𝐿𝜌

]︂
𝐻𝑛𝑧

[︂
𝑧

𝐿𝑧

]︂
exp

[︂
−𝑥

2 + 𝑦2

2𝐿2
𝜌

− 𝑧2

2𝐿2
𝑧

]︂
, (1.38)
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и соответствует набору эквидистантных уровней энергии:

𝐸𝑛𝑥,𝑛𝑦 ,𝑛𝑧 = ~𝜔𝜌(𝑛𝑥 + 𝑛𝑦 + 1) + ~𝜔𝑧(𝑛𝑧 + 1/2), 𝑛𝑥, 𝑛𝑦, 𝑛𝑧 = 0, 1, 2..... (1.39)

Здесь 𝐻𝑛[𝑥] - полиномы Эрмита, 𝜔𝜌 =
√︀
𝜅𝜌/𝑚, 𝜔𝑧 =

√︀
𝜅𝑧/𝑚, 𝐿𝜌 =

√︀
~/𝑚𝜔𝜌,

𝐿𝑧 =
√︀
~/𝑚𝜔𝑧.

Для основного состояния 𝑠-симметрии не возникает расщепления ввиду 𝑙 = 0,

а наблюдается только сдвиг уровня энергии квадратичный по 𝜇:

𝐸𝑎
0 = ~𝜔𝜌 +

1

2
~𝜔𝑧 =

~
2
√
𝑚

(2
√
𝜅𝜌 +

√
𝜅𝑧) = (1.40)

=
~
√
𝜅

2
√
𝑚

(︁
2
√︀

1 − 2𝜇/3 +
√︀

1 + 4𝜇/3
)︁
≈ 3

2
~𝜔
(︂

1 − 𝜇2

9

)︂
.

Легко убедиться, что отсутствие линейных по 𝜇 членов при выбранном соотноше-

нии между 𝜅𝜌 и 𝜅𝑧 будет выполняться для «центра тяжести» всех вырожденных

уровней энергии гармонического осциллятора с 𝑛𝑥 + 𝑛𝑦 + 𝑛𝑧 = 𝑁 :

𝐸𝑎
𝑛𝑥,𝑛𝑦 ,𝑛𝑧

= (𝑛𝑥 + 𝑛𝑦 + 1)~𝜔𝜌 + (𝑛𝑧 + 1/2)~𝜔𝑧 ≈ ~𝜔
(︂

3

2
+𝑁 +

𝜇

3

2𝑛𝑧 − 𝑛𝑥 − 𝑛𝑦

2

)︂
(1.41)

𝑁∑︁
𝑛𝑧=0

∆𝐸𝑎
𝑛𝑥,𝑛𝑦 ,𝑛𝑧

= ~𝜔
𝑁∑︁

𝑛𝑧=0

(3𝑛𝑧 −𝑁)(𝑁 − 𝑛𝑧 + 1) = 0 . (1.42)

Данный результат воспроизводит вывод об отсутствии сдвига положения «центров

тяжести» мультиплетов в сферически симметричной бесконечно глубокой кванто-

вой яме, подвергающейся малой деформации [54].

Рассмотрим теперь аксиально симметричную КТ с потенциалом Гаусса вида:

𝑉 𝑎
𝐺(𝑟, 𝑧, 𝜇) = 𝑉off

[︂
1 − exp

(︂
−𝑥

2 + 𝑦2

𝑎2𝑥
− 𝑧2

𝑎2𝑧

)︂]︂
. (1.43)

Здесь параметры потенциала Гаусса связаны с параметрами потенциала гармо-

нического осциллятора таким же образом как и для сферически симметричной

КТ: 𝜅𝜌 = 2𝑉off/𝑎
2
𝑥 и 𝜅𝑧 = 2𝑉off/𝑎

2
𝑧. При малой степени анизотропии 𝜇 можно снова

воспользоваться теорией возмущений первого порядка. Для этого выделим сфе-
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рическую и анизотропную части в аксиально симметричном потенциале Гаусса:

𝑉 𝑎
𝐺(𝑟, 𝑧, 𝜇) = 𝑉off

[︂
1 − exp

(︂
−𝜅𝜌𝜌

2 + 𝜅𝑧𝑧
2

2𝑉𝑜𝑓𝑓

)︂]︂
= (1.44)

= 𝑉off

[︂
1 − exp

(︂
− 𝜅𝑟2

2𝑉off

)︂
exp

(︂
− 𝜅𝜇

𝑉off

(︂
𝑧2 − 𝑟2

3

)︂)︂]︂
≈

≈ 𝑉off

[︂
1 − exp

(︂
−𝑟

2

𝑎

)︂
+ exp

(︂
−𝑟

2

𝑎

)︂
𝜅𝜇

𝑉off

(︂
𝑧2 − 𝑟2

3

)︂]︂
=

= 𝑉𝐺(𝑟) + ∆𝑉 𝑎
𝐺(𝑟, 𝑧, 𝜇),

∆𝑉 𝑎
𝐺(𝑟, 𝑧, 𝜇) = exp

(︂
−𝑟

2

𝑎

)︂
∆𝑉 𝑎

𝑝 (𝑟, 𝑧, 𝜇) (1.45)

где 𝑎 =
√

3𝑎𝑥𝑎𝑧/
√︀
𝑎2𝑥 + 2𝑎2𝑧.

Численный расчет показывает, что при 𝜇 < 1 в расщеплении также отсут-

ствуют линейные по 𝜇 члены, а расщепление равно 𝐸𝜇
𝑎 ≈ 𝐸0 [1 − 𝜇2/9]. Учесть

анизотропию потенциала можно также за счет преобразования анизотропного по-

тенциала 𝑉 𝑎
𝐺(𝑟, 𝑧, 𝜇) к сферически симметричному виду [20, 52]. Это можно сделать

при замене переменных 𝑥→ 𝑥(𝑎𝑥/𝑎), 𝑦 → 𝑦(𝑎𝑥/𝑎) и 𝑧 → 𝑧(𝑎𝑧/𝑎) [54]. В таком слу-

чае потенциал сохраняет сферическую симметрию, зато преобразуется оператор

кинетической энергии. Компоненты оператора волнового вектора теперь будут

иметь вид 𝑘𝑥 → 𝑘𝑥(𝑎/𝑎𝑥), 𝑘𝑦 → 𝑘𝑦(𝑎/𝑎𝑥) и 𝑘𝑧 → 𝑘𝑧(𝑎/𝑎𝑧), а оператор кинетической

энергии запишется как:

𝐻̂a
k =

~2𝑘2

2𝑚
+ 𝜇

~2

𝑚

[︃
𝑘2

3
− 𝑘2𝑧

]︃
. (1.46)

Найденные выражения для учета анизотропии формы потенциала справедливы

для электронов в зоне проводимости и для дырок при 𝛽 = 1. Анизотропные по-

правки не приводят к расщеплению основных состояний электрона и дырки, а

общий сдвиг уровня энергии происходит во втром порядке по параметру анизо-

тропии 𝜇.

Найдем теперь вид анизотропных поправок в случае вырожденной валентной

зоны Γ8. В данном случае можно снова учесть анизотропию потенциала через

поправку к оператору потенциальной энергии 𝑉 𝑎
G(𝑟, 𝑧, 𝜇) или 𝑉 𝑎

osc(𝑟, 𝑧, 𝜇). Ввиду
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того, что при 𝛽 < 1 в волновой функции дырки 1𝑆3/2 существует компонента с

𝑙 = 2, анизотропное возмущение теперь будет приводить к расщеплению состояний

с различным 𝑀 . Для основного состояния дырки 1𝑆3/2 расщепление состояний с

𝑀 = ±3/2 и 𝑀 = ±1/2 равно:

∆pot
1𝑆3/2

=
16𝜇

45
𝐸0 ·

∫︁
𝑑𝑥𝑥4𝑅0(𝑥)𝑅2(𝑥) . (1.47)

Для состояния 1𝑃3/2 с различной величиной |𝑀 | расщепление равно:

∆pot
1𝑃3/2

=
32𝜇

225
𝐸0 ·

∫︁
𝑑𝑥𝑥4[2𝑅1(𝑥)2 − 2𝑅3(𝑥)2 + 3𝑅1(𝑥)𝑅3(𝑥)] . (1.48)

Опять можем выразить анизотропию потенциала через анизотропную поправ-

ку к оператору кинетической энергии, представляющий собой в случае валентной

зоны Γ8 гамильтониан Латтинжера [20, 52]:

𝐻̂a
k =

2𝜇

3

~2

2𝑚0

[(𝛾1 +
5

2
𝛾)(𝑘̂2 − 3𝑘𝑧

2
) − 2𝛾[(𝑘̂𝑗)2 − 3{(𝑘̂𝑗)𝑘𝑧𝑗𝑧}]] , (1.49)

где {𝑎𝑏} = (𝑎𝑏 + 𝑏𝑎)/2. Тогда расщепление ∆𝐸a = ∆a
k, связанное с разностью

кинетических энергий для дырки 1𝑆3/2 с |𝑀 | = 3/2 и |𝑀 | = 1/2 выражается

как[52]:

∆kin
1𝑆3/2

=
𝜇~2

3𝑚ℎ

[︂
𝐼a1 −

1

5
𝐼a2 +

4

5
𝐼a3 −

1

𝛽

(︂
𝐼a1 −

1

5
𝐼a2 −

4

5
𝐼a3

)︂]︂
, (1.50)

где

𝐼a1 =

∫︁
𝑟2𝑑𝑟

[︂
𝑑𝑅0(𝑟)

𝑑𝑟

]︂2
, (1.51)

𝐼a2 =

∫︁
𝑟2𝑑𝑟

(︃[︂
𝑑𝑅2(𝑟)

𝑑𝑟

]︂2
+

6𝑅2(𝑟)
2

𝑟2

)︃
,

𝐼a3 =

∫︁
𝑟2𝑑𝑟𝑅2(𝑟)

[︂
𝑑2𝑅0(𝑟)

𝑑𝑟2
− 𝑑𝑅0(𝑟)

𝑟𝑑𝑟

]︂
.

Путем усреднения гамильтониана (1.49) на волновых функциях состояния дыр-

ки 1𝑃3/2 найдем анизотропное расщепление через поправку к оператору кинети-

ческой энергии:

∆kin
1𝑃3/2

=
𝜇~2

3𝑚ℎℎ

1

75

[︂
𝐼𝑎1𝑝 +

1

𝛽
𝐼𝑎2𝑝

]︂
(1.52)
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где 𝐼1𝑃 и 𝐼2𝑃 являются интегралами от радиальных функций 𝑅1(𝑟) и 𝑅3(𝑟):

𝐼𝑎1𝑝 =

∫︁ ∞

0

𝑟2𝑑𝑟

[︃
𝑑2𝑅1(𝑟)

𝑑𝑟2

[︁
27𝑅1(𝑟) + 6𝑅3(𝑟)

]︁
+
𝑑2𝑅3(𝑟)

𝑑𝑟2

[︁
6𝑅1(𝑟) − 7𝑅3(𝑟)

]︁
+

+
𝑑𝑅1(𝑟)

𝑟𝑑𝑟

[︁
54𝑅1(𝑟) − 18𝑅3(𝑟)

]︁
+
𝑑𝑅3(𝑟)

𝑟𝑑𝑟

[︁
42𝑅1(𝑟) − 14𝑅3(𝑟)

]︁
−

−54𝑅2
1(𝑟)

𝑟2
+

84𝑅2
3(𝑟)

𝑟2
+

66𝑅1(𝑟)𝑅3(𝑟)

𝑟2

]︃
(1.53)

𝐼𝑎2𝑝 =

∫︁ ∞

0

𝑟2𝑑𝑟

[︃
− 𝑑2𝑅1(𝑟)

𝑑𝑟2

[︁
11𝑅1(𝑟) + 18𝑅3(𝑟)

]︁
− 𝑑2𝑅3(𝑟)

𝑑𝑟2

[︁
18𝑅1(𝑟) + 9𝑅3(𝑟)

]︁
+

+
𝑑𝑅1(𝑟)

𝑟𝑑𝑟

[︁
− 22𝑅1(𝑟) + 54𝑅3(𝑟)

]︁
− 𝑑𝑅3(𝑟)

𝑟𝑑𝑟

[︁
126𝑅1(𝑟) + 18𝑅3(𝑟)

]︁
+

+
22𝑅2

1(𝑟)

𝑟2
+

108𝑅2
3(𝑟)

𝑟2
− 198𝑅1(𝑟)𝑅3(𝑟)

𝑟2

]︃
(1.54)

На рисунке 1.6(a) представлены результаты вариационного расчета с использо-

ванием возмущений ∆𝑉 𝑎
𝑝 (𝑟, 𝑧, 𝜇) и ∆𝑉 𝑎

𝑘 (𝑟, 𝑧, 𝜇) и численного расчета для величины

𝐶 = ∆1𝑆3/2
/𝜇𝐸0, где ∆1𝑆3/2

= 𝐸𝑀=±1/2−𝐸𝑀=±3/2 для состояния дырки 1𝑆3/2. Мож-

но видеть, что результаты вариационного расчета анизотропного расщепления с

использованием подобранных волновых функций близки к результату численно-

го расчета. При этом анизотропные расщепления, вычисленные через поправку к

потенциальной энергии и поправку к кинетической энергии, отличаются между

собой, давая верхнюю и нижнюю границу для точного расчетного значения. В

случае потенциала Гаусса точность расчета анизотропного расщепления падает с

уменьшением величины потенциального барьера 𝑉off . Для состояния 1𝑃3/2 расчет

через поправку к потенциальной энергии дает хорошее согласие с точным расче-

том во всем диапазоне значений 𝛽, тогда как расчет через поправку к кинетической

энергии начинает сильно расходиться с численным расчетом при 𝛽 < 0.2, что мо-

жет быть связанно с особенностями численного вычисления интегралов пакетом

Wolfram Mathematica. При этом для потенциала бесконечно глубокой прямоуголь-

ной ямы 𝑉box(𝑟), для которого известен аналитический вид волновых функций
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Рис. 1.6: (a) Зависимость безразмерного параметра 𝐶 = Δ1𝑆3/2
/𝜇𝐸0 для состояния дыр-

ки 1𝑆3/2. Сплошные кривые соответствуют численному расчету, точечные кривые соот-
ветствуют расчету с учетом анизотропии через возмущение к оператору кинетической
энергии, пунктирные кривые соответствуют расчету с учетом анизотропии через возму-
щение к оператору потенциальной энергии. (b) Зависимость отношения Δ1𝑆3/2

/𝐸0 при
𝛽 = 0.15, вычисленного по теории возмущений в линейном по 𝜇 приближении (пунктир-
ные кривые), а также численно (сплошные кривые). Прямоугольником показана область
применимости теории возмущений первого порядка.

дырки, расчет анизотропного расщепления через кинетическую поправку позво-

ляет получить решение во всем диапазоне значений 𝛽.

Ввиду того, что численный расчет позволяет рассчитать расщепление состоя-

ний дырки при произвольной степени анизотропии потенциала, была произведена

оценка применимости теории возмущений первого порядка. На рисунке 1.6(b) при-

ведена зависимость расщепления для состояния 1𝑆3/2 от степени анизотропии 𝜇,

полученная по теории возмущений, для потенциала 𝑉osc(𝑟) и потенциалов 𝑉G(𝑟)

c различной высотой барьера 𝑉off при 𝛽 = 0.15. Можно видеть, что линейное по

𝜇 расщепление происходит до значений |𝜇| ≈ 0.2. Положение уровней энергии

дырки c 𝑀 = ±3/2 и 𝑀 = ±1/2 при величине 𝜇 = 0.2 показано на рисунке 1.7

для потенциалов 𝑉osc(𝑟) и 𝑉box(𝑟). Тогда как в случае потенциала гармонического

осциллятора (см. рис. 1.7(a)) наблюдается только расщепление состояний c раз-

личным |𝑀 |, в потенциале 𝑉box(𝑟) происходит инверсия порядка уровней 1𝑆3/2 и

1𝑃3/2 в области 𝛽 = 0.15 − 0.2 (см. рис. 1.7(b)).

Данный результат еще раз подчеркивает влияния типа локализующего потен-

циала на относительное положение уровней энергии двух нижних состояний дыр-
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Рис. 1.7: Расщепление состояний дырки с различным |𝑀 | при 𝜇 = 0.2 в случае потен-
циала 𝑉osc(𝑟) (a) и потенциала 𝑉box(𝑟) (b). Красные кривые соответствует состоянию
дырки 1𝑆3/2, черные кривые соответствуют состоянию дырки 1𝑃3/2. Сплошные кривые
соответствуют 𝑀 = ±1/2, точечные кривые соответствуют 𝑀 = ±3/2. На вставке в
крупном масштабе показана область инверсии состояний 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2. Единицы энер-
гии для каждого из потенциалов выбраны в виде энергии соответствующего основного
состояния дырки 1𝑆3/2 при 𝛽 = 1.

ки 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2. Отметим, что возможность инверсии уровней дырки 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2

ранее обсуждалась в работе [55] для КТ малого размера из полупроводников с ма-

лым значением спин-орбитального расщепления, например в CdS ∆𝑆𝑂 = 62 мэВ и

в InP ∆𝑆𝑂 = 108 мэВ [56].

На рисунке 1.8 приведена зависимость относительного расщепления уровней

дырки с различным |𝑀 | равная 𝑢1𝑆3/2
= −∆1𝑆3/2

(𝛽)/2𝜇𝐸1𝑆3/2
(𝛽) (красная кривая)

и 𝑢1𝑃3/2
= −∆1𝑃3/2

(𝛽)/2𝜇𝐸1𝑃3/2
(𝛽) (черная кривая) для потенциала 𝑉osc(𝑟) (см. рис.

1.8(a)) и потенциала 𝑉box(𝑟) (см. рис. 1.8(b)). Из рисунков видно, что знак расщеп-

ления дырок с различной величиной |𝑀 | при любом значении 𝛽 противоположен

для состояний 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2 в случае 𝑉osc(𝑟). В случае потенциала 𝑉box(𝑟) знак

анизотропного расщепления как состояния 1𝑆3/2, так и состояния 1𝑃3/2, сложным

образом зависит от 𝛽. Таким образом, в отличие от расщепления, вызванного вли-

янием встроенного кристаллического поля, знак расщепления состояний дырки c

различным |𝑀 |, вызванного анизотропией локализующего потенциала, существен-

но зависит от типа самого локализующего потенциала. В частности, на рисунке 1.8

можно видеть, что для интересующих нас значений 𝛽 ≈ 0.2 анизотропное расщеп-
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Рис. 1.8: Зависимость функции 𝑢(𝛽) для уровней размерного квантования 1𝑆3/2 (красные
кривые) и 1𝑃3/2 (черные кривые) в потенциалах (a) гармонического осциллятора 𝑉osc(𝑟)
и (b) бесконечно глубокой квантовой ямы 𝑉box(𝑟).

ление дырочных состояний 1𝑃3/2 имеет противоположный знак для потенциалов

гармонического осциллятора 𝑉osc(𝑟) и бесконечно глубокой квантовой ямы 𝑉box(𝑟).

1.4 Зеемановское расщепление состояния дырки

1𝑆3/2 в сферически симметричных потенциа-

лах.

Помимо встроенного кристаллического поля и анизотропии локализующего потен-

циала к расщеплению состояний дырки приводит наличие внешнего магнитного

поля. В этом случае происходит расщепление состояний с различным значением

проекции полного углового момента дырки на направление внешнего магнитного

поля𝑀 = −3/2,−1/2, 1/2, 3/2. В объемном полупроводнике, помещенном в слабое

магнитное поле, расщепление дырочных состояний в вершине валентной зоны Γ8

описывается зеемановским членом:

̂︀𝐻𝑍 = −2𝜇𝐵κ
(︁
𝑗𝐵
)︁
, (1.55)

где 𝜇𝐵 - магнетон Бора, κ - магнитный параметр Латтинжера. Знак κ определен

таким образом, что нижнему состоянию дырки соответствует 𝑗𝑧 = 3/2. В случае

сферически симметричного потенциала для состояния 1𝑆3/2 воздействие магнит-
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ного поля, рассчитанное по теории возмущений, можно выразить как [7, 29, 57]:

̂︀𝐻eff = −𝜇𝐵𝑔h

(︁
𝐽𝐵

)︁
. (1.56)

Эффективный g-фактор при этом будет определяется соотношением, содержащим

параметры Латтинжера конкретного полупроводника и интегралы от комбинации

радиальных функций 𝑅0(𝑟) и 𝑅2(𝑟) [29]:

𝑔h = 2κ +
8

5
𝛾𝐼g1 (𝛽) +

4

5
[𝛾1 − 2 (𝛾 + κ)] 𝐼g2 (𝛽) , (1.57)

где

𝐼g1 (𝛽) =

∞∫︁
0

𝑟3𝑅2(𝑟)
𝑑𝑅0(𝑟)

𝑑𝑟
𝑑𝑟, 𝐼g2 (𝛽) =

∞∫︁
0

𝑟2𝑅2
2(𝑟)𝑑𝑟 . (1.58)

Сами интегралы 𝐼g1 (𝛽) и 𝐼g2 (𝛽) определяются видом радиальных функций в кон-

кретном сферически симметричном потенциале, а также параметрами материала

𝛾 и 𝛾1, но не зависят от размера квантовой точки. На рисунке 1.9 представлена

зависимость интегралов 𝐼g1 (𝛽) и 𝐼g2 (𝛽) от 𝛽 в случае потенциалов гармоническо-

го осциллятора и потенциала Гаусса с высотой потенциального барьера 𝑉off = 1.

Также приведены зависимости интегралов, полученные для сферически симмет-

ричных потенциалов другого типа. Зависимости интегралов 𝐼g1 (𝛽) и 𝐼g2 (𝛽) в случае

потенциалов 𝑉osc(𝑟) и 𝑉G(𝑟) имеют одинаковый вид, при этом результаты расче-

та по теории возмущений с пробными функциями и прямого численного расчета

снова хорошо совпадают. Величина g-фактора резидентной дырки во всех рас-

смотренных сферически симметричных потенциалах оказывается близка к −1 для

интересующих нас материалов 𝐴2𝐵6.

Если теперь рассмотреть экситон в объемном материале, локализованный как

целое, то величина g-фактора дырки будет иной. В случае локализованного экси-

тона существует только относительное движение электрона и дырки, описываемое

уравнением Шредингера вида:[︃
~2𝑘̂2

2

(︂
1

𝑚*
𝑒

+
𝛾1 + 5/2𝛾

𝑚0

)︂
− ~2

2𝑚0

2𝛾(𝑘̂𝑗)2 − 𝑒2

𝜖𝑟
− 𝐸

]︃
Ψex(𝑟) = 0 , (1.59)
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Рис. 1.9: Зависимость интегралов 𝐼𝑔1 (𝛽), 𝐼
𝑔
1 (𝛽) от параметра 𝛽 в случае различных сфери-

чески симметричных потенциалов. Черная пунктирная линия соответствует потенциалу
бесконечно глубокой квантовой ямы. Синяя сплошная кривая соответствует потенциалу
нулевого радиуса [58]. Оранжевая сплошная кривая соответствует потенциалу однократ-
но заряженного акцептора 𝐴+ [59]. Точечная черная кривая соответствует численному
расчету для потенциала гармонического осциллятора и полностью совпадает с резуль-
татом численного расчета для потенциала Гаусса с малым 𝑉off = 1. Черная сплошная
кривая показывает результат расчета в потенциале гармонического осциллятора с подо-
бранными вариационными функциями 𝑅0(𝑟), 𝑅2(𝑟) и также совпадают с расчетом для
потенциала Гаусса с 𝑉off = 1

где 𝑘̂ - оператор волнового вектора относительного движения дырки относительно

электрона, 𝜇ex = 𝑚*
𝑒𝑚

*
ℎ/(𝑚

*
𝑒 + 𝑚*

ℎ) - приведенная масса экситона, 𝑟 - расстояние

между электроном и дыркой, 𝜖 - диэлектрическая проницаемость. Данная задача

преобразуется к задаче о дырке, локализованной на акцепторе, с учетом следую-

щей перенормировки масс легкой и тяжелой дырок:

𝑚*
𝑙ℎ =

𝑚0

𝛾*1 + 2𝛾
, 𝑚*

ℎℎ =
𝑚0

𝛾*1 − 2𝛾
, 𝛾*1 =

1 +𝑚*
𝑒𝛾1

𝑚*
𝑒

. (1.60)

Перенормировка масс приводит к изменению параметра 𝛽 → 𝛽* = 𝑚*
𝑙ℎ/𝑚

*
ℎℎ, по

сравнению со случаем резидентной дырки, и, соответственно, g-фактора дырки,

получаемого согласно выражению (1.57) с заменой 𝛽 → 𝛽* и 𝛾1 → 𝛾*1 . Значения

g-фактора дырки, вычисленные в сферическом приближении для гамильтониа-
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на Латтинжера, для дырки в объемном материале, дырки в экситоне, а также

дырки в сферически-симметричных потенциалах различного типа представлены

в таблице 1.2.

gℎ(𝑏𝑢𝑙𝑘) gℎ(𝑒𝑥) gℎ(𝑉osc) gℎ(𝑉box) gℎ(𝑧.𝑟.) 𝛽 𝛽*

w-CdSe -0.76 -0.85 -1.14 -1.14 -1.08 0.28 0.78
zb-CdSe 0.93 0.33 -0.78 -0.91 -0.76 0.21 0.59
zb-ZnSe 0.41 0.01 -0.86 -1.04 -0.81 0.2 0.63
zb-CdTe 0.60 0.20 -0.82 -1.04 -0.78 0.19 0.69
zb-ZnTe -0.05 -0.38 -1.00 -0.99 -0.97 0.25 0.68

Таблица 1.2: Значения дырочного g-фактора в объемных материалах 𝐴2𝐵6, вычислен-
ные как gℎ(𝑏𝑢𝑙𝑘) = 2κ, где κ = −2/3 + 5/3𝛾 − 1/3𝛾1; в локализованном экситоне gℎ(𝑒𝑥);
в потенциале гармонического осциллятора gℎ(𝑉osc); в потенциале бесконечно глубокой
ямы gℎ(𝑉box); в потенциале нулевого радиуса gℎ(𝑧.𝑟.). Значения 𝛽 и 𝛽* получены с ис-
пользованием параметров 𝑚*

𝑒, 𝛾, 𝛾1 из таблицы 1.1.

1.5 Краткие итоги

В Главе 1 получены следующие результаты:

∙ Построены пробные волновые функции состояний дырки 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2 в ва-

лентной зоне Γ8 для сферически симметричных потенциалов гармонического

осциллятора и Гаусса. Изучено влияние параметров потенциала Гаусса на на-

личие связанного состояния носителей заряда. Пробные волновые функции

позволяют с хорошей степенью точности рассчитать не только энергию ды-

рочных состояний, но и расщепление, вызванное анизотропией формы кван-

товой точки, встроенным кристаллическим полем и внешним магнитным по-

лем.

∙ Установлено, что знак анизотропного расщепления дырочных состояний

1𝑆3/2 и 1𝑃3/2 с модулем проекции полного углового момента на ось анизо-

тропии 3/2 и 1/2 в потенциалах гармонического осциллятора и Гаусса про-

тивоположен при всех значения 𝛽 = 𝑚𝑙ℎ/𝑚ℎℎ. В случае потенциала беско-

нечно глубокой квантовой ямы знак расщепления зависит от величины 𝛽 и
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одинаков в области 𝛽 ≈ 0.2, характерном для рассматриваемых материалов

𝐴2𝐵6.

∙ В случае потенциала бесконечно глубокой анизотропной прямоугольной

квантовой ямы обнаружен эффект инверсии порядка уровней дырки 1𝑆3/2 и

1𝑃3/2 в области 𝛽 = 𝑚𝑙ℎ/𝑚ℎℎ ≈ 0.15 при значениях параметра анизотропии

𝜇 ≈ 0.2.

∙ В материалах CdTe, ZnTe, CdSe, ZnSe со структурой цинковой обманки рас-

четный g-фактор резидентной дырки, локализованной на сферически сим-

метричном потенциале, слабо зависит от конкретного вида потенциала и ра-

вен 𝑔ℎ ≈ −1. В случае дырки в объемном материале или дырки в лока-

лизованном экситоне значение g-фактора дырки определяется параметрами

Латтинжера конкретного материала. Для вюрцитного CdSe во всех рассмат-

риваемых случаях 𝑔ℎ ≈ −1.
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Глава 2

Корреляция состояний электронов и

дырок в экситонах и биэкситонах

2.1 Введение

При рассмотрении экситонных комплексов, образованных электронами и дырка-

ми, необходимо учитывать кулоновское взаимодействие, которое приводит к моди-

фикации состояний одиночных носителей, рассмотренных в главе 1. Также важ-

ную роль играет обменная часть кулоновского взаимодействия, которая формиру-

ет тонкую энергетическую структуру, определяющую оптические свойства кван-

товых точек.

Кулоновское взаимодействие электронов и дырок значительно усиливаются, по

сравнению с объемным полупроводником, в условиях сильного размерного кван-

тования, а также при существовании разницы диэлектрических проницаемостей

материалов квантовой точки и окружающей матрицы. Например, энергия связи

экситона, равная разнице между суммарной энергией квантования одиночных но-

сителей и энергией экситона 𝐸𝑏
𝑋 = 𝐸𝑒 + 𝐸ℎ − 𝐸𝑋 (𝐸𝑒, 𝐸ℎ - энергии одиночных

электрона и дырки, 𝐸𝑋 - энергия экситона), в коллоидных КТ CdSe малого ра-

диуса возрастает как 1/𝑎 и может достигать сотен мэВ [60]. Одновременно с этим

наблюдается увеличение энергии связи биэкситона, равной разнице между удво-

енной энергией экситона и энергией биэкситона 𝐸𝑏
XX = 2𝐸X − 𝐸XX (𝐸XX - энергия

биэкситона). Например, для МПЭ квантовых точек CdZnSe типичное значение
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энергии связи биэкситона составляет ≈ 20 мэВ [61, 62, 63], при 5 мэВ в объемном

CdSe [64]. В случае коллоидных КТ CdSe за счет разницы диэлектрических прони-

цаемостей КТ и окружающей матрицы энергия связи биэкситона может достигать

50 мэВ [13, 65]. В отличие от экситона увеличение энергии связи биэкситона вызва-

но не столько возрастанием интеграла перекрытия волновых функций электрона

и дырки при уменьшении размера КТ, сколько корреляциями между состояниями

носителей заряда.

Большое количество экспериментальных исследований как линейных, так и

нелинейных оптических свойств коллоидных квантовых точек, которые стали про-

водится после открытия эффекта размерного квантования В.И.Екимовым [1], по-

влекло за собой появление теоретических работ, направленных на описание куло-

новского взаимодействия носителей заряда, локализованных в малой области про-

странства. Был изучен эффект влияния на энергию связи экситонных комплексов

разницы диэлектрических проницаемостей полупроводника и окружающей среды

[18, 66], предложенный независимо Н.С.Рытовой [67] и Л.В. Келдышем [68] еще до

открытия квантовых точек. Для расчетов в основном использовался модельный

потенциал бесконечно глубокой квантовой ямы, а сам расчет производился вари-

ационным методом [18, 66], по теории возмущений второго и третьего порядков

[69, 70], а также методами численный матричной диагонализации и квантового

Монте-Карло [71]. Позже, с развитием методов, требующих больших вычисли-

тельных мощностей, появились теоретические работы с расчетом энергии связи

биэкситона методом сильной связи [14], методом псевдопотенциала [17], а также

путем расчета из первых принципов [13] и теорией связанных кластеров [72]. В

отсутствии диэлектрического конфайнмента все приведенные работы предсказы-

вают для квантовых точек с радиусом меньше боровского экситонного радиуса 𝑎ex

в объемном материале (𝑎ex ≈ 5.6 нм в CdSe) энергию связи биэкситона порядка

энергии экситонного ридберга 𝑅ex = 𝑅y𝜇ex/𝜀
2, где 𝑅y = 13, 6 эВ, 𝜇ex - приведенная

масса экситона 𝜇ex = 𝑚*
𝑒𝑚

*
ℎ/(𝑚

*
𝑒 + 𝑚*

ℎ), 𝜖 - статическая диэлектрическая прони-
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цаемость, 𝑅ex ≈ 15 мэВ в случае CdSe [64]. Стоит отметить, что в работе [66]

при сильном диэлектрическом контрасте 𝜖in/𝜖out = 4, где 𝜖in - диэлектрическая

проницаемость КТ и 𝜖in - диэлектрическая проницаемость матрицы, было получе-

но увеличение расчетной энергии связи биэкситона вплоть до 5𝑅ex в КТ малого

радиуса, что согласуется с наблюдаемыми значениями в коллоидных КТ [13, 65].

В интересующих нас квантовых точках с градиентным изменением состава ло-

кализующий потенциал является плавным, при этом для МПЭ квантовых точек

высота барьера будет конечна. Поэтому представляется интересным теоретиче-

ское сравнение зависимости энергии связи биэкситона, локализованного в кван-

товых точках с плавным и резким потенциалом. Как и в случае расчета энергии

одиночных носителей заряда будем использовать вариационный метод в рамках

kp теории возмущений. В предыдущих работах расчет энергии связи биэкситона

вариационным методом осуществлялся для модельного потенциала с бесконечно

высокими барьерами в приближении простой валентной зоны [66] и сложной ва-

лентной зоны [52]. Рассмотрение биэкситонов в плавном потенциале производилось

для случая тонкого квантового диска, имеющего параболическую зависимость по-

тенциала в плоскости диска [73]. Сложная структура валентной зоны при этом не

учитывалась.

В данной главе приводятся результаты вариационного расчета энергии свя-

зи экситона и биэкситона для плавных потенциалов гармонического осциллятора

𝑉osc(𝑟) и Гаусса 𝑉G(𝑟), а также для потенциала бесконечно глубокой прямоугольной

квантовой ямы 𝑉box(𝑟). В первом разделе обсуждаются условия для сравнения рас-

сматриваемых потенциалов и приводятся результаты для энергии связи экситона.

Представлен расчет плотности экситонных состояний в ансамбле МПЭ квантовых

точек CdZnSe, проведенный на основании ПЭМ гистограммы распределения КТ

по размерам. Во втором разделе приводится анализ учета корреляций на вычис-

ленное значение энергии связи биэкситона в зависимости от типа локализующего

потенциала, а также рассмотрены биэкситонные состояния с различными комби-
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нациями расположения двух дырок на уровнях 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2 с учетом обменного

взаимодействия между дырками.

2.2 Расчет энергии связи экситона

2.2.1 Условие одинаковой локализации и учет корреляций

между состояниями электрона и дырки в случае экси-

тона

В первой главе были представлены результаты исследования свойств состояний

одиночных электрона и дырки в различных локализующих потенциалах сфериче-

ской и аксиальной симметрии. Чтобы проанализировать, как вид локализующего

потенциала влияет на свойства экситонных комплексов, нужно в первую очередь

выбрать критерий для сравнения.

Энергии связи экситона и биэкситона сильно зависят от соотношения размеров

областей локализации электронов и дырок, которые определяются видом потен-

циала. Так в потенциале 𝑉box(𝑟) в пределе 𝛽 = 𝑚𝑙ℎ/𝑚ℎℎ = 1 радиусы локализации

электрона и дырки, определяемые как 𝑟loc =
√︀

⟨𝜓*(𝑟)| 𝑟2 |𝜓(𝑟)⟩ (𝜓(𝑟) - волновая

функция), не зависят от масс носителей и приблизительно равны 0.53𝑎box, где

𝑎box - радиус потенциала 𝑉box(𝑟). В пределе 𝛽 = 0 значение 𝑟loc для дырки из-

менится незначительно 𝑟loc,h(𝛽 = 0) ≈ 0.55𝑎box. Для потенциала гармоническо-

го осциллятора 𝑉osc(𝑟) радиус локализации определяется осцилляторной длиной

𝐿4 = ~2/(𝜅𝑚*) и может быть легко найден как 𝑟loc = 𝐿
√︀

3/2. При этом одному 𝐿

могут соответствовать различные соотношения между 𝜅 и 𝑚*. В пределе 𝛽 = 1 из

равенства радиусов локализации в потенциалах 𝑉box(𝑟) и 𝑉osc(𝑟) получается следу-

ющее соотношение (одинаковое для электронов и дырок) между радиусом 𝑎box и

осцилляторной длиной 𝐿: 𝐿 = 0.434𝑎box. В случае 𝐿e = 𝐿h при различных массах

электрона и дырки следует, что жесткости потенциалов 𝜅e,h будут также различ-

ны. При рассмотрении потенциала Гаусса 𝑉G(𝑟) нельзя установить однозначного

соответствия между параметрами потенциалов ввиду того, что локализация ча-
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Рис. 2.1: Вид потенциалов 𝑉box(𝑟) (черна кривая), 𝑉osc(𝑟) (красная кривая), 𝑉G(𝑟) (синяя
и оранжевая кривые) с одинаковыми радиусами локализации 𝑟loc одиночных носителей
заряда. В качестве единиц энергии выбрана энергия основного состояния в потенциале
𝑉box(𝑟).

стиц будет зависеть одновременно от высоты барьера 𝑉off и характерной длины

𝑎. По этой причине для каждого значения 𝑉off нужно подбирать 𝑎, позволяющую

получить такой же радиус локализации как и в потенциалах 𝑉osc(𝑟) и 𝑉box(𝑟). Вид

используемых при дальнейших расчетах потенциалов с одинаковой локализаци-

ей представлен на рисунке 2.1.При выбранном условии одинаковой локализации

поведение потенциалов 𝑉osc(𝑟) и 𝑉G(𝑟) не выполняется условие 𝜅 = 2𝑉off/𝑎
2, ис-

пользованное в главе 1.

Теперь, когда мы определились с условием для сравнения различных потен-

циалов, перейдем к вычислению энергии связи экситона. Поскольку разница ди-

электрических проницаемостей между материалом квантовой точки и матрицы в

МПЭ системе CdxZn1−xSe/ZnSe мала, то мы полагаем их равными, и пренебрега-

ем вкладами, обусловленными наличием диэлектрического контраста [66, 18]. Для

случая коллоидных КТ такой расчет даст нам оценку снизу для энергии связи эк-

ситона и биэкситона, а также позволит сравнить полученные результаты с ранее
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опубликованными данными, полученными различными методами расчета.

Рассмотрим экситон, локализованный в квантовой точке c радиусом 𝑎box < 𝑎ex,

когда выполнен режим сильного размерного квантования для экситона как цело-

го. В рассматриваемом пределе полная волновая функция экситона может быть

факторизована на произведение волновых функций электрона и дырки. Гамиль-

тониан для экситона имеет вид:

𝐻̂X = 𝐻̂h + 𝐻̂e −
𝑒2

𝜖|𝑟e − 𝑟h|
(2.1)

где 𝐻̂e,h - гамильтониан одиночного электрона (дырки), из выражения (1.5). В ре-

жиме сильного размерного квантования энергию связи экситона можно найти в

рамках первого порядка теории возмущений путем усреднения оператора кулонов-

ского взаимодействия из выражения (2.1) на одночастичных волновых функциях

электрона и дырки в соответствующем потенциале. Отношение полученной таким

образом величины энергии связи 𝐸C к энергии размерного квантования изолиро-

ванных носителей заряда будет ∝ 1/𝜇𝑎box, где 𝜇 – приведенная масса экситона, то

есть не зависит от отношения масс электрона и дырки явным образом. Однако мо-

жет оказаться, что хотя условие 𝑎box < 𝑎ex выполнено, энергии квантования элек-

трона и дырки сильно различаются, то есть реализуется адиабатический режим,

когда для описания состояния дырки становится существенно влияние потенциа-

ла кулоновского взаимодействия, усредненный по быстрому движению электрона

[10].

Проследим зависимость энергии связи экситона от отношения масс электрона

и дырки при фиксированной величине 𝜇. Для этого найдем энергию связи экси-

тона вариационным методом с пробной функцией, позволяющей учесть влияние

кулоновского взаимодействия на волновые функции электрона и дырки. В пре-

дельном случае простой валентной зоны, 𝛽 = 1, для потенциалов гармонического
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осциллятора и Гаусса пробные функции для экситона имеют вид:

Ψex
osc,G(𝑟e, 𝑟h) = 𝜓𝛼e(𝑟e)𝜓𝛼h

(𝑟h), (2.2)

𝜓𝛼e,h
(𝑟e,h) =

2𝛼
3/4
e,h

𝜋1/4𝐿
3/2
e,h

exp

[︃
−𝛼e,h𝑟e,h

2

2𝐿2
e,h

]︃
𝑌00 ,

Для потенциала 𝑉box(𝑟) пробная волновая функцию экситона имеет вид:

Ψex
box(𝑟e, 𝑟h) = 𝜓0

box(𝑟e)𝜓
0
box(𝑟h) exp

(︀
−𝛼e𝑟

2
e − 𝛼h𝑟

2
h

)︀
, (2.3)

𝜓0
box(𝑟e,h) =

√︂
2

𝑎box

sin(𝜋𝑟e,h/𝑎box)

𝑟e,h
𝑌00

где 𝛼e и 𝛼h – вариационные параметры, позволяющие учесть изменение одноча-

стичных волновых функций, возникающее вследствие кулоновского притяжения

между носителями заряда. Отметим, что параметры 𝛼e и 𝛼h для экситона все-

гда положительны, так как притяжение между электроном и дыркой усиливает

локализацию носителей заряда.

При фиксированном радиусе квантовой точки 𝑎box зависимость энергии связи

экситона, вычисленной вариационным методом, 𝐸𝑏
X от масс носителей заряда бу-

дет определяться двумя факторами. Первый заключается в росте энергии связи

экситона с увеличением приведенной массы экситона 𝜇, что вызвано увеличением

роли кулоновского взаимодействия по сравнению с размерным квантованием, то

есть ослаблением условия 𝑎box < 𝑎ex. Второй фактор проявляется при уменьше-

нии отношения 𝑚𝑒/𝑚ℎ при постоянном 𝜇. В этом случае, хотя экситон как целое

будет находиться в режиме сильного размерного квантования, при малых 𝑚𝑒/𝑚ℎ

энергия размерного квантования электрона будет много больше энергии размер-

ного квантования дырки. Тогда становится применимым адиабатическое прибли-

жение, когда на дырку будет дополнительно действовать потенциал кулоновского

взаимодействия, усредненный на волновой функции электрона [10]. Эффективный

потенциал, действующий на дырку в адиабатическом приближении в случае по-

тенциала бесконечно глубокой квантовой ямы, с высокой точностью может быть
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Рис. 2.2: (a) Отношение энергии связи экситона, вычисленной с учетом корреляций меж-
ду состояниями электрона и дырки 𝐸𝑏

𝑋 к энергии связи, вычисленной по теории возму-
щений 𝐸𝐶 для потенциалов 𝑉osc(𝑟) (красные кривые) и 𝑉box(𝑟) (черные кривые) для КТ
радиусом 0.6𝑎ex(точечные кривые) и 0.2𝑎ex(сплошные кривые) (b) Зависимость энергии
связи экситона 𝐸𝑏

𝑋 от радиуса КТ для потенциалов 𝑉osc(𝑟) (красная кривая) и 𝑉box(𝑟)
(черная кривая).

аппроксимирован потенциалом Гаусса вплоть до границы квантовой точки:

𝑉adi(𝑥) =
𝑒2

𝜖𝑎box

[︂
−2.348 + 0.508

𝜋2

3

[︀
1 − exp(−𝑥2/0.508)

]︀]︂
, (2.4)

где 𝑥 = 𝑟/𝑎box.

В главе 1 речь шла о дырке, локализованной в сферически симметричных

потенциалах различного вида. Как следует из формулы (2.4) в адиабатическом

режиме вид локализующего потенциала будет различным для резидентной дыр-

ки, дырки в экситоне и дырки в отрицательно заряженном трионе. В результате

соответствующие g-фактор дырки и анизотропное расщепление будут различны.

Наиболее ярко данный эффект может проявиться именно для анизотропного рас-

щепления, так как g-фактор дырки в рассматриваемых материалах 𝐴2𝐵6 остается

практически неизменным в различных сферически симметричных потенциалах,

как это было показано в главе 1.

Рисунок 2.2(a) демонстрирует, что вариационный метод позволяет проследить

переход от режима сильного размерного квантования для обоих носителей к адиа-

батическому режиму для дырки, который реализуется при 𝑚𝑒/𝑚ℎ < 0.1. Наиболее

подходящим материалом для реализации адиабатического режима является CdTe,
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в котором𝑚𝑒/𝑚ℎ ≈ 0.1, в случае же CdSe𝑚𝑒/𝑚ℎ ≈ 0.2, поэтому для рассмотрения

экситона оказывается достаточно теории возмущений первого порядка.

Зависимости энергии связи экситона 𝐸𝑏
X от радиуса квантовой точки 𝑎box для

потенциалов 𝑉box(𝑟), 𝑉osc(𝑟), 𝑉G(𝑟) с одинаковым радиусом локализации электро-

нов и дырок 𝑟e,loc = 𝑟h,loc показаны на рисунке 2.2(b). Зависимости 𝐸𝑏
X для потен-

циалов 𝑉G(𝑟) с различной характерной длиной 𝑎 практически точно совпадают с

зависимостью для потенциала 𝑉osc(𝑟). Значения 𝐸
𝑏
X при 𝛽 = 0 мало отличается от

значений, полученных при 𝛽 = 1, для всех исследуемых потенциалов, если пара-

метры потенциалов при 𝛽 = 0 выбраны так, что 𝑟loc(𝛽 = 1) = 𝑟loc(𝛽 = 0) . Таким

образом, для экситона величина 𝐸𝑏
X при одинаковой локализации одиночных элек-

трона и дырки слабо зависит от вида потенциала и величины 𝛽, несмотря на то,

что сами значения полной энергии экситона 𝐸𝑋 будут существенно различны.

2.2.2 Моделирование плотности экситонных состояний в ан-

самбле эпитаксиальных квантовых точек CdZnSe

В данном подразделе приводятся результаты сопоставления расчетного спектра

плотности экситонных состояний в предположении наличия изолированных кван-

товых точек с экспериментально наблюдаемым положением и шириной полосы

фотолюминесценции в ансамбле квантовых точек CdZnSe, выращенных методом

молекулярно-пучковой эпитаксии. Экспериментальная часть работы была выпол-

нена К. Беляевым в ФТИ им. А. Ф. Иоффе.

Образцы представляют собой массив неоднородных по размеру КТ CdZnSe c

плотностью 1010 − 1011 см−2, полученный за счет вставки слоя CdSe толщиной 2.1

монослоя в матрицу ZnSe. Исследования методом просвечивающей электронной

микроскопии в планарной геометрии показали, что размер КТ в плоскости струк-

туры изменяется в пределах 2-12 нм, с максимумов в области 3 нм. Гистограмма

распределения КТ по размеру представлена на рисунке 2.4(a). На основании по-

лученной гистограммы было предпринято моделирование плотности экситонных

состояний в ансамбле в предположении изолированных квантовых точек. Такой
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подход обусловлен тем, что характерное расстояние между КТ в плоскости струк-

туры составляет порядка 10 нм. При таких расстояниях между КТ для низких

температур (4 − 10 K), когда температурным выбросом экситонов из КТ и тунне-

лированием между КТ можно пренебречь, экситоны должны равновероятно засе-

лять все квантовые точки в ансамбле при условии надбарьерного возбуждения в

матрицу ZnSe.

Для расчета энергии основного состояния экситона будем рассматривать экси-

тоны, образованные электронами и дырками, локализованными в анизотропном

потенциале Гаусса:

𝑉G(𝑟) = 𝑉𝑒,ℎ
[︀
1 − exp

(︀
−𝜌2/𝑎2𝑥

)︀
exp

(︀
−𝑧2/𝑎2𝑧

)︀]︀
, (2.5)

где 𝜌 и 𝑧 - координаты в плоскости и вдоль направления роста структуры, от-

считанные от центра КТ. Считалось, что наблюдаемый в ПЭМ анализе латераль-

ный размер 𝑑lat связан с характерной латеральной длиной в потенциале 𝑉G(𝑟) как

𝑎𝑥 = 𝑑lat/2. В виду того, что вертикальный размер КТbu 𝑎𝑧 неизвестен, считалось

что маленькие КТ (𝑑lat ≈ 2 нм) имеют форму близкую к сферической 𝑎𝑥 = 𝑎𝑧, а

с увеличением 𝑑lat степень анизотропии возрастает как 𝜇 = −0.2 + 0.1𝑑𝑙𝑎𝑡/𝑎0, где

𝑎0 = 1 нм. А соответствующий размер 𝑎𝑧 равен:

𝑎𝑧 = 𝑎𝑥

√︃
1 − 2/3𝜇

1 + 4/3𝜇
(2.6)

Параметры потенциальных барьеров для электронов и дырок в исследуемой си-

стеме выбраны следующим образом. Величина потенциального барьера для элек-

тронов и дырок считается равной разрыву зоны проводимости и валентной зоны

между материалом квантовой точки и матрицей ZnSe, соответственно. Сначала

вычислялась энергия невзаимодействующих электрона и дырки в сферической

квантовой точке КТ радиуса (𝑎2𝑥𝑎𝑧)
1/3 с величиной барьеров для электронов и

дырок, выраженных в эВ [74]:

𝑉𝑒 = 3/4 [2.82 − (1 − 𝑥)2.82 − 1.74𝑥+ 0.387𝑥(1 − 𝑥)] , (2.7)

𝑉ℎ = 1/4 [2.82 − (1 − 𝑥)2.82 − 1.74𝑥+ 0.387𝑥(1 − 𝑥)] .
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Рис. 2.3: Зависимости энергии экситона от латерального размера квантовой точки и
концентрации МПЭCd в центре квантовой точки. Вертикальной пунктирной кривой
показана величина запрещенной зоны в ZnSe.

Здесь 𝑥 - концентрация Cd в центре квантовой точки 𝐶𝑑𝑥𝑍𝑛1−𝑥𝑆𝑒 градиентного

состава.

Учет анизотропного расщепления состояний тяжелой и легкой дырки, а так-

же учет кулоновского взаимодействия электрона и дырки производился по тео-

рии возмущений первого порядка на волновых функциях сферической задачи при

𝛽 = 0.2 с использованием пробных волновых функций, приведенных в главе 1.

Оценка зависимости энергии экситона от размера квантовой точки и концен-

трации Cd в центре показала, что наблюдаемая фотолюминесценция от ансамбля

должна соответствовать квантовым точкам с концентрацией Сd ≈ 0.6 − 1 и лате-

ральным размером 𝑎 = 4 − 6 нм (см. рис. 2.3). Соответственно, для модельного

расчета было взято среднее значение концентрации 𝑥 = 0.8 и рассчитана плот-

ности экситонных состояний путем преобразования ПЭМ гистограммы распреде-

ления КТ по размерам в соответствующую гистограмму распределения энергий

экситона 𝐸ex в данных КТ, вычисленных как:

𝐸ex = 𝐸𝑒 + 𝐸ℎ,𝛽=0.2 − ∆𝑠ℎ,𝛽=0.2 − 𝐸𝐶𝑜𝑢𝑙,𝛽=0.2, (2.8)

где 𝐸𝑒, 𝐸ℎ,𝛽=0.2 - энергии квантования электрона и дырки в потенциале (2.5),

∆𝑠ℎ,𝛽=0.2, 𝐸𝐶𝑜𝑢𝑙,𝛽=0.2 - энергии анизотропного расщепления и кулоновского притя-

жения, вычисленные по теории возмущений первого порядка.

Сравнение результатов расчета с экспериментальной линией фотолюминесцен-
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(a) (b)

Рис. 2.4: (a) Распределение по латеральным размерам квантовых точек в структуре со
вставкой CdSe 2.1 ML. (b) Спектр фотолюминесценции (синяя кривая) и расчетный
спектр плотности экситонных состояний в ансамбле.

ции показало, что спектр расчетной плотности экситонных состояний оказывается

намного шире, а его пик сдвинут в область больших энергий (см. рис. 2.4(b)). На

основании этого был сделан вывод о том, что, несмотря на большое расстояние

между квантовыми точками в плоскости образца 𝑑 ≈ 10 нм, даже при низких

температурах локализация и излучательная рекомбинация экситонов происходит

только в квантовых точках большого размера. Данное явление может быть связа-

но с тем, что в рассматриваемом образце с поверхностной плотностью квантовых

точек 1010 − 1011 см−2, наблюдаемые в ПЭМ анализе отдельные квантовые точки,

уже не могут рассматриваться как полностью изолированные, и необходимо учи-

тывать процессы переноса между квантовыми точками в ансамбле. Перенос может

быть обусловлен наличием насыщенный Cd слой [75], приводящий к понижению

потенциального барьера для экситонов в плоскости образца. Также может иметь

место диполь-дипольный перенос энергии, существование которого было показа-

но в структурах с двумя вставками квантовых точек CdZnSe различного размера,

разделенных барьером ZnSe [76]. Еще одной возможной причиной расхождения

результатов расчета с экспериментальным спектром ФЛ может быть различие в

максимальной концентрации Cd в центре КТ в зависимости от наблюдаемого ла-

терального размера. Из рисунка 2.3 можно видеть, что в КТ малого размера, на
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которые приходится максимум в ПЭМ гистограмме, при концентрации Cd меньше

0.6 экситоны становятся делокализованными.

2.3 Расчет энергии связи биэкситона

2.3.1 Корреляции между состояниями электронов и дырок

в биэкситоне в случае простой валентной зоны

В предыдущем разделе было показано, что для экситона теория возмущений пер-

вого порядка позволяет довольно точно оценить его энергию связи 𝐸𝑏
𝑋 . В случае

биэкситона при 𝛽 = 1 энергия связи 𝐸𝑏
XX, вычисленная в первом порядке теории

возмущений для потенциала 𝑉box(𝑟), будет тождественно равна нулю, ввиду ра-

венства энергий кулоновского притяжения и отталкивания для двух электронов

и двух дырок. В случае 𝛽 = 0 для потенциала 𝑉box(𝑟) энергия 𝐸
𝑏
XX оказывается

отрицательна из-за различного вида волновых функций электронов и дырок [27].

Данный результат закономерен, так как этот подход никак не учитывает корреля-

ций между состояниями носителей заряда, определяющих положительный либо

отрицательный баланс между энергиями кулоновского притяжения и отталкива-

ния в биэкситоне.

Для учета корреляции между состояниями электронов и дырок будем исполь-

зовать вариационный метод расчета с гамильтонианом следующего вида:

𝐻̂XX =
2∑︁

𝑖=1

𝐻̂ℎ,𝑖 +
2∑︁

𝑖=1

𝐻̂𝑒,𝑖 −
∑︁

𝑖,𝑗=1,2

𝑒2

𝜖|𝑟𝑒𝑖 − 𝑟ℎ𝑗|
+

𝑒2

𝜖|𝑟𝑒1 − 𝑟𝑒2|
+

𝑒2

𝜖|𝑟ℎ1 − 𝑟ℎ2|
(2.9)

Здесь первые два члена представляют собой суммарную энергию невзаиимодей-

ствующих электронов и дырок, третий член представляет сумму попарных энер-

гий кулоновского притяжения двух электронов и двух дырок, четвертый и пятый

члены представляют собой энергию кулоновского отталкивания электронов и ды-

рок, соответственно. Считая, что волновая функция биэкситона может быть, как и

в случае экситона, факторизована на произведение волновых функций электрон-
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ной и дырочной подсистем, запишем:

ΨXX = 𝜙ℎ(𝑟ℎ1, 𝑟ℎ2)𝜙𝑒(𝑟𝑒1, 𝑟𝑒2) (2.10)

Волновая функция биэкситона с учетом спинов электронов и дырок должна

быть антисимметричной относительно перестановок одинаковых носителей заря-

да между собой. Для простой валентной зоны спиновая часть волновой функ-

ции электронной и дырочной подсистемы будет анитисимметрична из-за принци-

па Паули. Это приводит к условию симметричности координатных частей волно-

вых функций электронной и дырочной подсистем. Для решения задачи в кванто-

вой точке с потенциалом гармонического осциллятора и потенциалом Гаусса мы

используем двухчастичные симметризованные волновые функции координат для

электронов и дырок, образованные из соответствующих одночастичных функций

𝜓𝛼(𝑟) из выражения (2.2):

𝜙(𝑟1, 𝑟2) = 𝜓𝛼1(𝑟1)𝜓𝛼2(𝑟2) + 𝜓𝛼2(𝑟1)𝜓𝛼1(𝑟2) (2.11)

Для потенциала бесконечно глубокой прямоугольной квантовой ямы использова-

лась следующая волновая функция для обеих подсистем:

𝜙(𝑟1, 𝑟2) = 𝜓0
box(𝑟1)𝜓

0
box(𝑟2)

[︀
exp

(︀
−𝛼1𝑟

2
1 − 𝛼2𝑟

2
2

)︀
+ exp

(︀
−𝛼2𝑟

2
1 − 𝛼1𝑟

2
2

)︀]︀
. (2.12)

где функции 𝜓0
box(𝑟1, 𝑟2) определены согласно выражению (2.3). Заметим, что, в

отличие от пробной волновой функции экситона (2.3), для потенциала бесконечно

глубокой квантовой ямы допустимы отрицательные значения вариационных па-

раметров 𝛼1 и 𝛼2 в функции (2.12). Это позволяет дополнительно оптимизировать

энергию кулоновского взаимодействия между носителями заряда.

Приведенные волновые функции содержат два вариационных параметра 𝛼1, 𝛼2,

которые позволяют учесть корреляции между носителями за счет модифика-

ции вида радиальных волновых функций при сохраняющихся угловых волновых

функциях. При таком подходе частицы могут иметь различные радиусы локали-

зации 𝑟loc, что позволяет оптимизировать энергию кулоновского взаимодействия.
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Дополнительно оптимизировать баланс между энергиями кулоновского оттал-

кивания и притяжения можно за счет вариационного параметра в угловой ком-

поненте волновой функции электронной и дырочной подсистем. Это может быть

реализовано в рамках подхода, предложенного в работе [77], в которой вариацион-

ным методом была рассчитана энергия связи для отрицательно заряженного иона

водорода. Отличие между двумя задачами состоит лишь в том, что кроме систе-

мы из двух взаимодействующих электронов, дополнительно существует система

двух взаимодействующих дырок. При этом обе системы взаимодействуют между

собой. В результате была выбрана следующая двухчастичная волновая функция

электронной (дырочной) подсистемы с дополнительным вариационным парамет-

ром:

𝜙𝑝(𝑟1, 𝑟2) = 𝑁𝜙(𝑟1, 𝑟2)(1 + 𝐶𝑝(𝑟1 − 𝑟2)
2) (2.13)

где 𝐶𝑝 - поляризационный вариационный параметр, 𝑁 - нормировочный множи-

тель. По сравнению с оригинальной работой [77], в которой поляризация электро-

нов в ионе водорода определялась членом вида |𝑟1−𝑟2|, мы используем член вида

(𝑟1 − 𝑟2)
2. Такой выбор не приводит к ухудшению расчетной величины энергии

связи биэкситона, при том, что разложение (𝑟1−𝑟2)
2 по сферическим гармоникам

имеет простой вид, значительно упрощающий вычисления:

(𝑟1 − 𝑟2)
2 = 𝑟21 + 𝑟22 − 2𝑟1𝑟2 cos 𝜃 = 𝑟21 + 𝑟22 − 2𝑟1𝑟2

4𝜋

3

1∑︁
𝑚=−1

𝑌 *
1,𝑚(Ω1)𝑌1,𝑚(Ω2). (2.14)

Путем вычисления матричного элемента гамильтониана биэкситона (2.9) на

волновых функциях из уравнения (2.13) было получено выражение для энергии

биэкситона, зависящее от шести вариационных параметров: четыре параметра,

модифицирующие радиус локализации носителей, и два параметра, отвечающие

за поляризацию одноименно заряженных частиц. Проследить влияние количества

учитываемых вариационных параметров на расчетную энергию связи биэкситона

можно на рисунке 2.5.
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Рис. 2.5: Зависимость энергии связи биэкситона для (a) потенциала бесконечно глубокой
квантовой ямы; (b) потенциала гармонического осциллятора либо Гаусса. Черные кривые
рассчитаны без поляризационных членов, зеленые - с учетом поляризации электронов,
синие - с учетом поляризации дырок, красные - с учетом поляризации как электронов,
так и дырок.

Отметим, что уже при расчете без поляризационных членов ( 𝐶𝑝ℎ = 𝐶𝑝𝑒 = 0)

удается получить положительную энергию связи биэкситона, как в плавных потен-

циалах 𝑉osc(𝑟) и 𝑉G(𝑟), так и в резком потенциале 𝑉box(𝑟). Учет поляризационного

члена только в электронной или только в дырочной подсистеме приводит к до-

полнительному увеличению энергии связи биэкситона, причем поляризация более

тяжелых частиц, в нашем случае дырок, дает больший выигрыш в энергии свя-

зи. Суммарная энергия связи биэкситона с учетом всех вариационных параметров

достигает 0.9𝑅ex в самых маленьких квантовых точках с радиусом ≈ 0.2𝑎ex. Мож-

но видеть, что в случае плавных потенциалов энергия связи биэкситона почти не

зависит от радиуса квантовой точки 𝑎box, в отличие от энергии связи в потен-

циале 𝑉box(𝑟). Сопоставление расчетных энергий связи биэкситона с учетом всех

поляризационных членов с раннее опубликованными результатами расчетов, по-

лученными различными методами приведено на рисунке 2.6. Можно видеть, что

учет корреляций между носителями заряда вариационным методом с выбранным

нами видом волновых функций дает значения энергии связи сопоставимые с ре-

зультатами более сложных расчетов методами псевдопотенциала и сильной связи.

Приведенные результаты расчета были получены с высокочастотной диэлек-
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Рис. 2.6: Зависимость энергии связи биэкситона 𝐸𝑏
XX от радиуса КТ, полученная вариа-

ционным методом для потенциалов 𝑉osc(𝑟) (черная кривая) и 𝑉box(𝑟) (красная кривая).
Результаты расчетов из ранее опубликованных работ показаны символами: черный [66],
зеленый [14], оранжевый[17], синий [13], голубой [72].

трической проницаемостью для CdSe 𝜖 = 𝜖∞=6.2 [78]. Вопрос о том, какое значе-

ние 𝜖 нужно использовать в случае квантоворазмерных систем ранее поднимался

неоднократно [79, 80, 81]. Использование в наших расчетах статической диэлек-

трической проницаемости 𝜖0=10, либо диэлектрической проницаемости на частоте

экситонного резонанса 𝜖𝑏 = 8.4 не приводит к качественному изменению зависи-

мостей энергии связи биэкситона в исследуемых потенциалах, а только к умень-

шению величины 𝐸𝑏
XX, что вызвано влиянием 𝜖 на кулоновское взаимодействие.

Таким образом, был разработан подход позволяющий учесть корреляции меж-

ду состояниями носителей заряда в биэкситоне, локализованном в квантовых точ-

ках с резким и плавным типом изменения локализующего потенциала, а резуль-

таты расчетов хорошо согласуются с ранее опубликованными работами по данной

тематике.
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2.3.2 Тонкая структура биэкситонных состояний в случае

сложной валентной зоны

Рассмотренное выше основное состояние биэкситона, для которого полный угло-

вой момент каждой дырки равен ее спину, может иметь только одну конфигура-

цию с антипараллельными спинами. Учет наличия орбитального углового момента

𝑙orb = 1 в валентной зоне Γ8 приводит к появлению серии биэкситонных состояний,

отличающихся величиной полного углового момента двух дырок.

Влияние обменного взаимодействия двух дырок на порядок биэкситонных

уровней с различной величиной полного углового момента 𝑄 = 𝐽1 + 𝐽2, где

𝐽1 = 𝐽2 = 3/2, будем рассматривать для случая 𝛽 = 0 на примере потенциала

гармонического осциллятора. В данном случае дополнительный интерес представ-

ляет расчет биэкситонных состояний, в которых одна или обе дырки находятся в

состоянии 1𝑃3/2, для которого полный угловой момент дырки также равен 3/2.

Как было показано в главе 1, энергия размерного квантования дырки для состо-

яния 1𝑃3/2 почти совпадает с энергией размерного квантования дырки состояния

1𝑆3/2 в данном виде потенциала. Таким образом, должно существовать многообра-

зие близко лежащих биэкситонных состояний, отличающихся как распределением

дырок между уровнями размерного квантования 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2, так и полным уг-

ловым моментом биэкситона.

Для описания биэкситонов будем использовать, как и в предыдущем разделе,

гамильтониан (2.9) и волновую функцию вида ΨXX = 𝜙ℎ(𝑟ℎ1, 𝑟ℎ2)𝜙𝑒(𝑟𝑒1, 𝑟𝑒2). От-

личие в данном рассмотрении будет заключаться в виде волновой функции двух

дырок. В общем случае, биэкситон, образованный двумя дырками с полным уг-

ловым моментом 𝐽 = 3/2 и двумя электронами с антипараллельными спинами,

может иметь полный угловой момент 𝑄 = 0, 1, 2, 3, соответствующий суммарно-

му моменту дырок. В зависимости от величины 𝑄 волновая функция двух дырок
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имеет вид [28]:

Φ1,2
𝑄,𝑄𝑧

= (−1)𝑄𝑧
√︀

2𝑄+ 1
∑︁

𝑀1+𝑀2=𝑄𝑧

(︂
3/2 3/2 𝑄
𝑀1 𝑀2 −𝑄𝑧

)︂
Ψ1

𝑀1
(𝑟1)Ψ

2
𝑀2

(𝑟2) , (2.15)

где 𝑄𝑧 - проекция момента 𝑄 на ось наблюдения. Здесь у Ψ1,2
𝑀 введен верхний

индекс, отражающий возможность двух наборов радиальных функций 𝑅1,2
0 (𝑟) и

𝑅1,2
2 (𝑟), определенных в выражении (1.21) и отличающихся вариационным пара-

метром 𝛼. Если волновые функции Ψ1
𝑀1

(𝑟1) и Ψ2
𝑀2

(𝑟2) совпадают, то из требования

антисимметричности полной волновой функции двух дырок следует, что суммар-

ный угловой момент 𝑄 может принимать только два значение 𝑄 = 0 и 𝑄 = 2. Если

же функции Ψ1
𝑀1

(𝑟1) и Ψ2
𝑀2

(𝑟2) различны, то волновая функция должна быть сим-

метризована относительно перестановки дырок:

𝜙𝑄,𝑄𝑧

ℎ (𝑟ℎ1, 𝑟ℎ2) =
1

2
[Φ1,2

𝑄,𝑄𝑧
(𝑟ℎ1, 𝑟ℎ2) − Φ1,2

𝑄,𝑄𝑧
(𝑟ℎ2, 𝑟ℎ1)] (2.16)

Волновая функция вида (2.16) может быть использована как для описания состоя-

ний биэкситонов, образованных двумя дырками в одном энергетическом состоянии

(1𝑆2
𝑒1𝑆2

3/2 или 1𝑆2
𝑒1𝑃 2

3/2), так и для описания состояний биэкситонов, образованных

двумя дырками на различных уровнях размерного квантования (1𝑆2
𝑒1𝑆3/21𝑃3/2).

Расчет энергии связи биэкситонов различной конфигурации осуществлялся пу-

тем минимизации суммарной энергии биэкситона, зависящей от вариационных

параметров. При расчете энергии связи биэкситона в рассматриваемом пределе

𝛽 = 0 нами учитывается только поляризационный член в волновой функции элек-

тронной подсистемы. Отсутствие поляризационного члена в волновой функции

дырочной подсистемы вызвано возникновением расходящихся интегралов кинети-

ческой энергии, так как системы уравнений для радиальных волновых функций

(1.15), (1.16) уже не могут быть ренормализованы выбором волновых функций из

выражения (1.21). Для учета корреляции между дырками в этом случае необхо-

димо делать сложный расчет без выделения угловой части с заданным угловым

моментом биэкситона.
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Рис. 2.7: Зависимости от размера квантовой точки энергий биэкситонов, отсчитанных
от энергии экситона 1𝑆𝑒1𝑆3/2. Сплошные линии соответствуют экситону и биэкситонам,
образованным дырками только в состоянии 1𝑆3/2. Точечные кривые соответствуют би-
экситонам, образованным одной дыркой в состоянии 1𝑆3/2 и одной дыркой в состоянии
1𝑃3/2. Пунктирные линии соответствуют экситону и биэкситонам, образованным дырка-
ми только в состоянии 1𝑃3/2. Черные кривые соответствуют экситонам. В зависимости от
величины полного углового момента, биэкситонные кривые имеют цвет: 𝑄 = 0 - красный,
𝑄 = 1 - фиолетовый, 𝑄 = 2 - синий, 𝑄 = 3 - зеленый.

Относительное положение уровней энергии различных биэкситонных состоя-

ний приведено на рисунке 2.7. Для биэкситонов, образованных дырками в одина-

ковых энергетических состояниях (1𝑆2
𝑒1𝑆2

3/2 или 1𝑆2
𝑒1𝑃 2

3/2), положительная энергия

связи достигается только для биэкситонного состояния с 𝑄 = 2, а энергия связи

для состояния с 𝑄 = 0 оказывается отрицательной. При этом формирование со-

стояний с 𝑄 = 1, 3 оказывается энергетически невыгодным. Это согласуется с

результатами работ [28, 52], в которых было показано, что в случае, когда дырки

расположены на одном уровне размерного квантования 1𝑆3/2 или 1𝑃3/2, два ниж-

них биэкситонных состояния имеют величину полного углового момента 𝑄 = 2

и 𝑄 = 0, а состояния с 𝑄 = 1 и 𝑄 = 3 значительно сдвинуты в область боль-

ших энергий. Отметим, что оператор кулоновского взаимодействия двух дырок

𝑒2/𝜖|𝑟ℎ1 − 𝑟ℎ2| будет приводить к смешиванию биэкситонных состояний 1𝑆2
𝑒1𝑆2

3/2 и

1𝑆2
𝑒1𝑃 2

3/2, подобно тому как кулоновское взаимодействие с зарядом на поверхности
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приводит к смешиванию экситонных состояний 1𝑆𝑒1𝑆3/2 и 1𝑆𝑒1𝑃3/2[50].

Для биэкситонного состояния 1𝑆2
𝑒1𝑆3/21𝑃3/2 нельзя оценить энергию связи, вви-

ду отсутствия референсного значения энергии экситонного состояния. Сдвиг энер-

гии состояний смешанного биэкситона с различным значением 𝑄 относительно

энергии экситона 1𝑆𝑒1𝑆3/2 в основном определяется разностью энергий кванто-

вания для состояний дырки 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2. В тонкой структуре смешанного биэк-

ситонного состояния наблюдается иной порядок уровней с различным значением

полного углового момента 𝑄. Основное состояние имеет 𝑄 = 0, затем следует

состояние с 𝑄 = 3, а уровень с наибольшей энергией является двукратно вырож-

денным и образован состояниями с 𝑄 = 1 и 𝑄 = 2.

Полученный результат указывает на то, что при рассмотрении КТ с резким

изменением потенциала, в котором сильное сближение уровней размерного кван-

тования дырок достигается в области 𝛽 ≈ 0.15 − 0.2, что близко к величине в

реальных материалах 𝐴2𝐵6, может существовать спектр близлежащих биэкситон-

ных состояний. Данный факт необходимо учитывать при интерпретации экспери-

ментальных результатов, связанных с нелинейными оптическими эффектами, вви-

ду того, что энергия связи биэкситонов оказывается сопоставима с характерными

расщеплениями тонкой энергетической структуры экситона 1𝑆𝑒1𝑆3/2 [13, 17, 82].

2.4 Краткие итоги

В Главе 2 получены следующие основные результаты:

∙ Для экситона, находящегося в режиме сильного размерного квантования,

установлен диапазон значений отношения масс электрона и дырки, в котором

важен учет корреляции между состояниями носителей заряда.

∙ Моделирование плотности экситонных состояний показало, что МПЭ кван-

товые точки CdZnSe в исследованном образце с плотностью КТ 1010 − 1011

см−2 не могут рассматриваться в качестве полностью изолированных цен-

тров локализации экситонов.
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∙ Предложен вид двухчастичных пробных волновых функций электронной и

дырочной подсистемы, позволяющий учесть корреляции между одноименно

заряженными частицами в биэкситоне и существенно повысить расчетную

энергию связи биэкситона, которая хорошо согласуется с ранее опублико-

ванными результатами.

∙ В пределе 𝛽 = 0 вычислены энергии биэкситонных состояний несмешанного

(1𝑆2
𝑒1𝑆2

3/2, 1𝑆
2
𝑒1𝑃 2

3/2) и смешанного типа (1𝑆2
𝑒1𝑆1

3/21𝑃
1
3/2) в потенциале гармо-

нического осциллятора с учетом обменного взаимодействия между дырками.

Показано, что тонкая энергетическая структура уровней с различным значе-

нием углового момента различна для рассматриваемых типов биэкситонов.
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Глава 3

Тонкая энергетическая структура

экситона в коллоидных квантовых

точках и наноплателетах CdSe

3.1 Введение

В главе 2 были рассмотрены состояния экситонов и биэкситонов без учета обменно-

го взаимодействия между электронами и дырками. Известно, что совместное влия-

ние электрон-дырочного обменного взаимодействия, встроенного кристаллическо-

го поля и анизотропии формы квантовой точки приводит к формированию тонкой

энергетической структуры основного состояния экситона 1𝑆𝑒1𝑆3/2 [7, 20, 83]. Для

изучения тонкой энергетической структуры экситона в неоднородном ансамбля

квантовых точек применяются резонансные методы исследования: спектроскопия

сужения линии фотолюминесценции (FLN - fluorescence line narrowing) и спек-

троскопия возбуждения фотолюминесценции (PLE - photoluminescence excitation)

[84, 85, 86]. Исследования методами микро-фотолюминесценции (𝜇PL) и ближне-

полевой оптической микроскопии позволяют изучать свойства тонкой энергетиче-

ской структуры в одиночных квантовых точках [87, 40, 88].

Первое систематическое теоретическое описание тонкой энергетической струк-

туры экситона в коллоидных КТ CdSe в было дано в работе [7]. В данной работе в

рамках kp метода была учтена сложная структура валентной зоны, анизотропное
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расщепление состояний легких и тяжелых дырок, а также короткодействующее

обменное взаимодействие электрона и дырки. Позже был произведен дополни-

тельный теоретический анализ, учитывающий влияние разницы диэлектрических

констант материала квантовой точки и матрицы, а также вклад дальнодействую-

щего электрон-дырочного обменного взаимодействия [89]. Также было показано,

что при симметрии квантовой точки ниже 𝐷2𝑑 происходит расщепление нижне-

го оптически активного состояния экситона на два состояния с ортогональными

линейными поляризациями и частичная активация излучательной рекомбинации

темного экситона [90].

Основная часть предыдущих исследований тонкой энергетической структуры

экситона была выполнена для сфероидальных коллоидных квантовых точек CdSe

с кристаллической структурой типа вюрцит (w-CdSe). Как уже упоминалось в

предыдущих главах, встроенное кристаллическое поле в данном материале при-

водит к расщеплению состояний тяжелых и легких дырок. Исследовались как

квантовые точки, осажденные из коллоидного раствора на подложку [7, 86], так

и квантовые точки, диспергированные в стеклянной матрице [84, 85]. При этом

в обоих случаях наблюдалась схожая тонкая энергетическая структура экситона

1𝑆𝑒1𝑆3/2.

В настоящее время стало возможным производить синтез коллоидных сферои-

дальных квантовых точек и наноплателетов CdSe с кристаллической структурой

цинковой обманки (zb-CdSe), в которой отсутствует встроенное кристаллическое

поле. Данная кристаллическая модификация является термодинамически неста-

бильной и встречается только в низкоразмерных системах (квантовых ямах, кван-

товых точках). Данный материал интересен тем, что в случае сферической кван-

товой точки состояния легких и тяжелых дырок оказываются вырожденными.

Кроме этого, квантовые точки с данной кристаллической модификацией считают-

ся предпочтительными для осуществления легирования одиночными примесными

атомами [91].
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В 2008 году было впервые сообщено о получении методом коллоидного синтеза

квазидвумерных квантовых ям CdSe [5], за которыми закрепилось название на-

ноплателетов (англ. nanoplatelets). Наноплателеты в основном имеют кристалли-

ческую структуру цинковой обманки. Для них характерна сильная анизотропия

формы: при толщине 0.9-1.5 нм их латеральные размеры варьируются в обла-

сти 5-200 нм. От эпитаксиальных квантовых ям наноплателеты отличаются: (1)

атомарно-гладкими гранями, получающимися за счет послойного роста в процес-

се коллоидного синтеза; (2) большой разницей диэлектрических проницаемостей

материала наноплателета и окружающей матрицы, что в случае эпитаксиальных

квантовых ям требует специальных мер [92]; (3) квантованием движения экситона

как целого в плоскости за счет конечных латеральных размеров наноплателета.

Сверхкороткое время излучательной рекомбинации экситона [93], малое неодно-

родное уширение спектра фотолюминесценции от ансамбля [5], направленность

излучения [94], возможность создания гетероструктур из наноплателетов [95] де-

лают их источником повышенного интереса для исследователей.

В отличие от коллоидных квантовых точек CdSe, в наноплателетах до сих пор

не была изучена величина расщепления между состояниями светлого и темно-

го экситона, а также ее зависимость от толщины наноплателета. Данный вопрос

важен ввиду того, что в эпитаксиальных квантовых ямах, ввиду малого расщеп-

ления между состояниями темного и светлого экситонов, оптические свойства да-

же при самых низких температурах будут определяться рекомбинацией светлого

экситона. Если же расщепление тонкой энергетической структуры экситона в на-

нопалателетах сопоставимо с характерными расщеплениями в коллоидных КТ,

то низкотемпературная фотолюминесценция будет определяться рекомбинацией

темного экситона.

В первой части данной главы приводится теоретический анализ тонкой энерге-

тической структуры экситона с учетом обменного взаимодействия, кристалличе-

ского поля и анизотропии формы для экситонных состояний 1𝑆𝑒1𝑆3/2 и 1𝑆𝑒1𝑃3/2.
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Во второй части главы показаны результаты моделирования для сравнительного

исследования тонкой энергетической структуры экситона 1𝑆𝑒1𝑆3/2 в сферических

коллоидных квантовых точках CdSe со структурой вюрцита и цинковой обманки.

В третьей части приводятся результаты изучения тонкой энергетической струк-

туры в коллоидных наноплателетах CdSe толщиной 3-5 монослоев (0.9-1.5 нм).

3.2 Тонкая энергетическая структура экситона в

сфероидальных квантовых точках

Невозмущенное состояние экситона, образованного электроном в зоне Γ6 и дыркой

в валентной зоны Γ8, является восьмикратно вырожденным. Анизотропия формы

квантовой точки и встроенное кристаллическое поле приводят к расщеплению эк-

ситонных состояний, образованных легкой и тяжелой дыркой, как было показано

в главе 1. Дополнительно, тонкая энергетическая структура экситонных уровней

контролируется действием обменного взаимодействия (то есть спин-зависящей ча-

стью кулоновского взаимодействия) между электроном и дыркой. Как и в главе

1, мы будем рассматривать только изотропную часть обменного взаимодействия,

пренебрегая небольшими кубическими вкладами для кубических полупроводни-

ков и аксиальной анизотропией в гексагональных. В таком изотропном приближе-

нии экситонные состояния могут быть охарактеризованы полным моментом экси-

тона ℱ = 𝐽 + 𝑆 и его проекцией на ось анизотропии 𝐹 . Обменное взаимодействие

дырки с угловым моментом 𝐽 = 3/2 и электрона со спином 𝑆 = 1/2 приводит

к образованию состояний экситона с ℱ = 1 (светлый экситон) и ℱ = 2 (темный

экситон). Наличие аксиальной анизотропии приводит к дополнительному расщеп-

лению на экситонные состояния с различной проекцией 𝐹 , обозначаемых согласно

[7] как 𝐹 = ±1𝐿, 𝐹 = ±1𝑈 , 𝐹 = 0𝑈 (рекомбинация разрешена в дипольном прибли-

жении) и 𝐹 = 0𝐿, 𝐹 = ±2 (рекомбинация запрещена в дипольном приближении).

Схематическое изображение формирования тонкой структуры экситона 1𝑆𝑒1𝑆3/2

представлено на рисунке 3.1.
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Рис. 3.1: Диаграмма расщепления восьмикратно вырожденного экситонного состояния
1𝑆𝑒1𝑆3/2 под воздействием обменного взаимодействия электрона и дырки 𝜂 и аксиаль-
ной анизотропии Δ на состояния тонкой структуры с различным угловым моментом ℱ
и различной проекцией углового момента на ось анизотропии 𝐹 . Расщепление между
нижними состояниями тонкой энергетической структуры обозначено как Δ𝐸AF. Правая
часть диаграммы соответствует случаю Δ ≫ 𝜂, левая часть диаграммы - случаю Δ ≪ 𝜂.
Приведенная диаграмма соответствует Δ > 0. При Δ < 0 состояния 0𝐿 и ±2 меняются
местами. Сплошными горизонтальными линиями показаны состояния светлого экситона,
пунктирными линиями - состояния темного экситона.

Расчет тонкой энергетической структуры в сферических коллоидных кванто-

вых точках с модельным потенциалом бесконечно глубокой квантовой ямы и с

учетом сложной структуры валентной зоны впервые был представлен в работе

[7]. При совпадении направления кристаллического поля и оси аксиальной ани-

зотропии КТ их совместное действие описывается оператором (1.26). Отметим,

что данный оператор действует только на дырочные состояния, ввиду того, что в

волновой функции электрона содержаться только нулевые сферические гармони-

ки. Выражения для констант ∆int и ∆sh для состояний дырки 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2 были

приведены в главе 1.

Короткодействующее обменное взаимодействие между электроном и дыркой

описывается оператором [23, 7]:

𝐻̂exch = −2

3
∆exch𝛿(r𝑒 − rℎ)𝜎𝑗 (3.1)

где 𝜎 = (𝜎𝑥, 𝜎𝑦, 𝜎𝑧) - матрица Паули для частицы со спином 1/2, j = (𝑗𝑥, 𝑗𝑦, 𝑗𝑧) -

матрица спинового момента дырки 𝑗 = 3/2, ∆exch - константа короткодействую-

щего обменного взаимодействия.
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Величина ∆exch может быть найдена из связи со значением расщепления в

объемном материале со структурой цинковой обманки как [7]:

∆exch =
3𝜋

8
~𝜔𝑆𝑇𝑎

3
ex (3.2)

где ~𝜔𝑆𝑇 - расщепление светлого и темного экситона в объемном материале, 𝑎ex

- боровский радиус экситона в объемном материале. Для вюрцитного материала

аналогичное выражением будет иметь вид [7]:

∆exch =
𝜋

2
~𝜔𝑆𝑇𝑎

3
ex (3.3)

Получить уровни энергии 𝜀|𝐹 | для состояний тонкой энергетической струк-

туры экситона с различным 𝐹 можно путем решения секулярного выражения

det(𝐸̂ − 𝜀|𝐹 |) = 0, где 𝐸̂ - матрица 8х8, образованная матричными элементами

обменного взаимодействия и анизотропного расщепления, вычисленными на вол-

новых функциях экситона. В результате энергии состояний тонкой энергетической

структуры будут равны [7]:

𝜀2 = −3𝜂/2 − ∆/2, (3.4)

𝜀𝑈,𝐿1 = 𝜂/2 ±
√︀

(2𝜂 − ∆)2/4 + 3𝜂2, (3.5)

𝜀𝑈,𝐿0 = 𝜂/2 + ∆/2 ± 2𝜂. (3.6)

здесь 𝜂 = (𝑎ex/𝑎)3~𝜔𝑆𝑇𝜒(𝛽) для w-CdSe и 𝜂 = 3/4(𝑎ex/𝑎)3~𝜔𝑆𝑇𝜒(𝛽) для zb-CdSe,

где 𝑎 - радиус квантовой точки, ∆ = ∆int+∆sh. Безразмерный параметр 𝜒(𝛽) опре-

деляет перенормировку обменного расщепления в квантовой точке в зависимости

от отношения масс легкой и тяжелой дырки 𝛽 = 𝑚𝑙ℎ/𝑚ℎℎ и в случае экситона

1𝑆𝑒1𝑆3/2 равен:

𝜒1𝑆𝑒1𝑆3/2
=

1

6
𝑎2
∫︁ 𝑎

0

𝑑𝑟 sin2(𝜋𝑟/𝑎)[𝑅2
0(𝑟) + 0.2𝑅2

2(𝑟)] (3.7)

где 𝑅0(𝑟), 𝑅2(𝑟) - радиальные волновые функции состояния дырки 1𝑆3/2.
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Рис. 3.2: (a) Расщепление Δ𝐸AF между экситонными состояниями 𝐹 = ±1𝐿 и 𝐹 = ±2 в
зависимости от радиуса квантовой точки w-CdSe и zb-CdSe (b) Расщепление Δ𝐸AF меж-
ду экситонными состояниями 𝐹 = ±1𝐿 и 𝐹 = ±2 в зависимости от степени анизотропии
𝜇.

В случае экситона, образованного дыркой в состоянии 1𝑃3/2 секулярное выра-

жение для энергий 𝜀𝐹 остается таким же, но меняется выражение для безразмер-

ного параметра 𝜒(𝛽):

𝜒1𝑆𝑒1𝑃3/2
(𝛽) =

1

6
𝑎2
∫︁ 𝑎

0

𝑑𝑟 sin2(𝜋𝑟/𝑎)[11𝑅2
1(𝑟) − 9𝑅2

3(𝑟)]/15 (3.8)

Значение обменного расщепления ~𝜔𝑆𝑇 в объемном материале известно в слу-

чае вюрцитного CdSe и составляет 0.13 мэВ [96, 97], что соответствует ∆exch = 35.9

мэВ·нм3. Так как объемного CdSe со структурой цинковой обманке не существу-

ет, то в качестве величины ∆exch будем использовать значение данного параметра

в вюрцитном материале. Основное различие квантовых точек w-CdSe и zb-СdSe

заключается в отсутствие встроенного кристаллического поля в кубическом ма-

териале. Это должно приводить к различной зависимости расщепления между

экситонными состояниями 𝐹 = ±1𝐿 и 𝐹 = ±2 от размера квантовой точки (см.

рис. 3.2(a)) и степени анизотропии (см. рис. 3.2(b)).

Помимо короткодействующего обменного вклада, существует вклад от дально-

действующего обменного взаимодействия электрона и дырки, описанный в рабо-

тах [89, 51], который также скалируется как (𝑎ex/𝑅)3 и будет учитываться нами в

качестве подгоночного параметра модели. При совместном анализе тонкой энер-
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гетической структуры экситонов 1𝑆𝑒1𝑃3/2 и 1𝑆𝑒1𝑆3/2 также необходимо учитывать

разницу энергий размерного квантования для состояний дырки 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2, а

также разницу энергий кулоновского притяжения между электроном и дыркой.

3.3 Сравнительное исследование тонкой энергети-

ческой структуры краевого экситона в сфери-

ческих коллоидных квантовых точках zb-CdSe

и w-CdSe.

В данном разделе обсуждаются результаты теоретического моделирования для

сравнительного исследования тонкой энергетической структуры краевого эксито-

на в сферических коллоидных квантовых точках CdSe со структурой вюрцита и

цинковой обманки. Эксперименты были выполнены А. Бирман и А. Хоффманом

в техническом университете г.Берлин (Германия).

Для экспериментального изучения свойств тонкой энергетической структуры

экситона был использован стандартный метод, основанный на анализе спектров

FLN и PLE от неоднородного ансамбля квантовых точек [84, 85, 86]. Для иссле-

дования были подготовлены серии образцов квантовых точек обеих кристалли-

ческих модификаций с различным диаметром. Для каждого отдельного образца

дисперсия по размерам квантовых точек не превышала 5 %. В случае квантовых

точек w-CdSe образцы серии позволяют перекрыть диапазон диаметров кванто-

вых точек 3.4-5.4 нм. Для квантовых точек zb-CdSe диапазон диаметров состав-

ляет 3-6.3 нм. При этом максимум полосы ФЛ при нерезонансном возбуждении

от ансамблей КТ одного диаметра, но разной кристаллической структуры, отли-

чается приблизительно на 100 мэВ. Данное значение приблизительно совпадает с

разницей ширин запрещенных зон в рассматриваемых материалах.

Для каждого образца из серии были получены экспериментальные зависимости

спектров PLE, а также спектров FLN во всей области широкой линии фотолюми-

несценции, наблюдаемой при нерезонансном возбуждении всего ансамбля. Полу-
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Рис. 3.3: (a)Характерный вид спектра ФЛ при нерезонансном возбуждении (красная кри-
вая), при резонансном возбуждении в методе FLN (фиолетовая кривая), при резонансном
возбуждении в методе PLE (синяя кривая). Вертикальными линиями показан бесфонон-
ный пик (ZPL - zero phonon line), наблюдаемый в PLE и FLN спектрах. (b) Гиперспектр,
отражающий спектральный отклик системы во всем диапазоне энергий возбуждения и
детектирования, для КТ zb-CdSe диаметром 3.6 нм. Стрелочками показаны линии, со-
ответствующие повторениям пика ZPL с промежутками кратными энергии оптического
фонона в CdSe 𝐸𝐿𝑂 = 25 мэВ. Экспериментальные данные взяты из работы [98]

ченные результаты FLN и PLE анализа для образца КТ zb-CdSe диаметром 3.6 нм

обобщены на рисунке 3.3 . На гиперспектре (см. рис. 3.3(b)) по оси абсцисс отло-

жена энергия, на которой производится детектирование, а на оси ординат энергия,

на которой производится возбуждение ансамбля КТ. Для квантовых точек w-CdSe

гиперспектр имеет аналогичный вид с той лишь разницей, что резонансные пи-

ки FLN и PLE спектров имеют менее резкий характер. На рисунке 3.3(a) пред-

ставлены срезы гиперспектра, соответствующие нерезонансному возбуждению на

энергии ≈ 2.3 эВ (красная кривая), резонансному возбуждению на энергии 2.182

эВ (FLN спектр), перестраиваемому возбуждению при детектировании на энергии

2.15 эВ (PLE спектр). На рисунке 3.3(b) можно видеть что помимо резкого макси-
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Рис. 3.4: Относительное положение пиков в спектрах PLE и FLN для всего диапазона
размеров КТ w-CdSe (синие кружки) и zb-CdSe (черные кружки) в зависимости от энер-
гии экситонного состояния 𝐹 = ±1𝐿 (левая панель) и соответствующего диаметра КТ
(правая панель). Нулю энергии на оси ординат соответствует положение экситонного
состояния 𝐹 = ±1𝐿.Экспериментальные данные взяты из работы [98].

мума в гиперспектре, соответствующего рэлеевскому рассеянию возбуждающего

излучения, существует четыре дополнительных резонансных полосы.

Чтобы исследовать относительно положение данных полос удобно перестроить

полученные данные в виде, представленном на рисунке 3.4. Здесь отрицательным

значениям энергии соответствуют пики, возникающие при измерении спектров

FLN. На верхней полуплоскости рисунка 3.4 представлено относительное положе-

ние максимумов спектров PLE с детектированием на энергии соответствующей

энергии возбуждения в FLN измерениях. Можно видеть, что спектральные зави-

симости относительного положения резонансных пиков имеют схожее поведение

для квантовых точек w-CdSe и zb-CdSe.

Будем использовать для интерпретации наблюдаемых зависимостей предполо-

жение, что наблюдаемые максимумы поглощения в спектрах PLE, а также пер-

вый максимум в спектрах FLN определяются тонкой энергетической структурой
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краевого экситона (см. рис. 3.1). Используя выражения (3.4-3.6) для уровней энер-

гии состояний тонкой энергетической структуры экситона 1𝑆𝑒1𝑆3/2 со значением

кристаллического расщепления в w-CdSe, константой обменного взаимодействия

𝜂(𝑎/𝑎ex)
3 = 0.17 мэВ и соотношением полуосей для сфероидальной квантовой

точки 0.97 (сплюснутая форма) можно достаточно хорошо описать наблюдаемые

экспериментальные данные (см. рис. 3.5(a)). При этом спектры FLN могут быть

интерпретированы следующим образом: первая кривая соответствует излучению

из нижнего состояния тонкой структуры экситона 𝐹 = ±2 при возбуждении в

оптически-активное состояние 𝐹 = ±1𝐿. Из рисунка 3.5(b) видно, что модель-

ная кривая хорошо описывает экспериментальные значения сдвига ZPL, которые

практически полностью совпадают для коллоидных квантовых точек и кванто-

вых точек в стеклянной матрице, исследованных различными научными группа-

ми. Нижележащие точки на рисунке 3.5(a) при этом соответствуют излучению из

состояния 𝐹 = ±2 с испусканием одного, либо двух оптических фононов, соот-

ветственно. Если теперь посмотреть на точки из PLE спектров (область положи-

тельных энергий на рисунке 3.5(a)), то можно видеть что положение дипольно-

разрешенного уровня тонкой структуры 𝐹 = ±1𝑈 во всем диапазоне изучаемых

размеров квантовых точек отстоит на энергию оптического фонона от нижнего оп-

тически активного состояния 𝐹 = ±1𝐿. А расчетное значение энергии состояния

𝐹 = 0𝑈 совпадает с положением пика в спектрах PLE из работы [86], отсутству-

ющего в исследуемых нами образцах. Тонкая энергетическая структура 1𝑆𝑒1𝑃3/2

экситона, представленная пунктирными линиями, отстоит от состояния 𝐹 = ±1𝐿

примерно на энергию двух оптических фононов и не позволяет объяснить пики в

спектрах PLE, обозначенные розовыми треугольниками.

Использованное при моделировании значение константы обменного взаимодей-

ствия 𝜂(𝑎/𝑎ex)
3 = 0.17 мэВ приблизительно в два раза меньше константы из рабо-

ты [89], полностью учитывающей вклад дальнодействующего обменного взаимо-

действия и приводящей к переоценке расщепления экситонных состояния 𝐹 = ±2
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(a) (b)

Рис. 3.5: (a) Сопоставление экспериментальных данных для КТ w-CdSe (символы) с
результатами моделирования тонкой энергетической структуры (линии): 𝐹 = ±2 - крас-
ный, 𝐹 = ±1𝑈 - синий, 𝐹 = 0𝑈 - розовый. Сплошные линии соответствуют тонкой струк-
туре экситона 1𝑆𝑒1𝑆3/2, пунктирные - тонкой структуре экситона 1𝑆𝑒1𝑃3/2. Эксперимен-
тальные данные взяты из работы [98]. Белыми кружками показано положением допол-
нительного максимума из работы [86]. ;(b)Зависимость расщепления двух нижних состо-
яний ±2 и 𝐹 = ±1𝐿 тонкой энергетической структуры экситона в коллоидных КТ CdSe
вюрцитной модификации. Красные кружки и зеленые ромбы соответствуют данным из
спектров PLE и FLN в исследуемых образцах. Также представлены эксперименталь-
ные данные из ранее опубликованных работ: звездочки [84], розовые шестиугольники[7],
оранжевые круги [86], полые круги [85].

и 𝐹 = ±1𝐿 в КТ диаметром больше 4 нм. В то же время учет только коротко-

действующего обменного взаимодействия занижает величину расщепления в КТ

диаметром менее 4 нм, а также не позволяет описать положение пиков в спектрах

PLE из работ [86, 99], относящихся к состояниям тонкой структуры 𝐹 = ±1𝑈 и

𝐹 = 0𝑈 . Данный результат свидетельствует о том, что в коллоидных КТ происхо-

дит перенормировка константы дальнодействующего обменного взаимодействия,

о возможности которой упоминалось в работе [89]. Данный вывод, может быть

подкреплен результатами расчетов методом сильной связи [14, 100] и методом

псевдопотенциала [101], в которых расчетное расщепление экситонных состояния

𝐹 = ±2 и 𝐹 = ±1𝐿 оказывается близко к результату в kp методе с учетом только

короткодействующего вклада в обменное взаимодействие электрона и дырки.

Если рассмотреть экспериментальные результаты для квантовых точек zb-
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Рис. 3.6: Сопоставление экспериментальных данных для КТ zb-CdSe (символы) с ре-
зультатами моделирования тонкой энергетической структуры при 𝜇 = −0.05 (линии):
𝐹 = ±2 - красный, 𝐹 = ±1𝑈 - синий, 𝐹 = 0𝑈 - розовый. Темно-синяя и фиолетовая
кривые соответствуют фононным репликам состояния 𝐹 = ±2. Сплошные линии соот-
ветствуют тонкой структуре экситона 1𝑆𝑒1𝑆3/2, пунктирные - тонкой структуре экситона
1𝑆𝑒1𝑃3/2. Экспериментальные данные взяты из работы [98].

CdSe, то можно видеть, что спектры FLN и PLE аналогичны спектрам для w-

CdSe (см. рис. 3.4). Единственная разница заключается в том, что сдвиг пер-

вого максимума в PLE/FLN спектрах составляет приблизительно 2/3 от сдвига

в КТ w-CdSe того же размера. Ввиду того, что в zb-CdSe отсутствует встроен-

ное кристаллическое поле, определяющее вид тонкой энергетической структуры в

случае КТ w-CdSe, должен быть другой источник аксиальной анизотропии, при-

водящий к наблюдаемой зависимости положения ZPL линии. В качестве такого

источника могут выступать несферичность формы КТ (сплюснутая форма), на-

личие нескомпенсированных зарядов на поверхности [50], либо наличие дефектов

упаковки вдоль кристаллографического направления [111] [102, 103].

На рисунке 3.6 представлен результат моделирования тонкой энергетической

структуры с учетом несферичности формы КТ zb-CdSe, соответствующей пара-

метрам анизотропии 𝜇 = −0.05 и 𝜂(𝑎/𝑎ex)
3 = 0.17 мэВ. Если в случае КТ из

w-CdSe отсутствие в спектрах PLE пиков соответствующих 𝐹 = ±1𝑈 и 𝐹 = 0𝑈

может быть объяснено совпадением их энергии с энергией оптического фонона, то

в КТ zb-CdSe такое перекрытие возникает только в КТ самого маленького разме-
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ра. Совпадение расчетного положения состояний экситона 𝐹 = ±1𝑈 и 𝐹 = 0𝑈 с

экспериментальными точками из PLE спектров может быть получено только при

предположении зависящей от размера анизотропии формы КТ. При этом необхо-

димая степень анизотропии формы в КТ диаметром 4-6 нм превышает пределы

применимости теории возмущений, рассмотренные в главе 1, а также противо-

речит результатам ПЭМ анализа исследуемых образцов. Таким образом, пики в

PLE спектрах для КТ zb-CdSe не могут быть соотнесены с возбуждением через

вышележащие состояния светлого экситона.

Для объяснения высокоэнергетических пиков в спектрах PLE может быть

предложена следующая интерпретация. Ввиду того, что излучение состояния

𝐹 = ±2 может происходить с участием от одного до трех оптических фононов, на-

блюдаемые максимумы в спектрах PLE соответствуют возбуждению квантовых

точек меньшего размера, n-ая фононная реплика которых попадает на энергию

детектирования. Это заключение хорошо согласуется с тем фактом, что энерге-

тический сдвиг линий возбуждения в спектрах PLE отстоит на энергию кратную

энергии оптического фонона в CdSe для всего диапазона размеров квантовых то-

чек обеих кристаллических модификаций. Отсутствие ярко выраженных пиков на

энергии состояний 𝐹 = ±1𝑈 и 𝐹 = 0𝑈 может быть связано с наличием каналов ре-

лаксации на поверхностные ловушки, а также с частичным перекрытием энергии

данных состояний с фононными повторениями от КТ меньшего размера в случае

w-CdSe.

3.4 Исследование тонкой энергетической структу-

ры в наноплателетах CdSe

В данном разделе представлены результаты моделирования тонкой энергетиче-

ской структуры основного состояния экситона в коллоидных наноплателетов CdSe

различной толщины. Эксперименты были выполнены в В.Ф. Сапегой в ФТИ им.

А. Ф. Иоффе и Е.В. Шорниковой в техническом университете г.Дортмунд (Гер-
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Рис. 3.7: (а) Ускорения медленного темпа распада ФЛ с ростом температуры (b) Подгон-
ка экспериментальных зависимостей медленной компоненты распада в наноплателетах
толщиной 3,4,5 монослоев с использованием выражения (3.10). (c) Трехуровневая схема
с процессами рекомбинации и релаксации между состояниями экситона ±2 и ±1𝐿. (d)
Зависимости энергии расщепления Δ𝐸𝐴𝐹 от обратной толщины 1/𝐿. Черные круги по-
лучены из моделирования температурной зависимости кинетики распада ФЛ, красные
крестики получены из FLN спектров.

мания).

Впервые о получении коллоидных наноплателетов CdSe было сообщено в пи-

онерской работе [5]. В отличие от сферических квантовых точек, также получае-

мых коллоидным синтезом, наноплателеты являются квази-двумерными объекта-

ми с характерной толщиной порядка 0.9 – 1.5 нм. Сильное размерное квантования

вдоль оси 𝑧 приводит к тому, что тонкая структура в наноплателетах аналогична

структуре изображенной на рисунке 3.1 (случай ∆ ≫ 𝜂). При этом расщепле-

ние между энергией легких и тяжелых дырок может достигать порядка 150 мэВ.

Таким образом, мы снова имеем дело с двумя нижними состояниями экситона

𝐹 = ±2 и 𝐹 = ±1𝐿, которые далее будут обозначаться как |𝐹 ⟩ (forbidden) и |𝐴⟩

(allowed), соответственно. Исследовались образцы наноплателетов CdSe, состоя-

щие из 3, 4 и 5 монослоев, что соответствует толщине 0.9, 1.2 и 1.5 нм. Методы

постростовой фильтрации позволяют получать ансамбли наноплателетов без дис-

персии по толщине, что приводит к узкой линии фотолюминесценции с шириной

на полувысоте порядка 20 мэВ при температуре 300 К.
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Энергетическое расщепление состояний темного |𝐹 ⟩ и светлого |𝐴⟩ экси-

тонов было исследовано различными экспериментальными методами, резуль-

таты которых согласуются между собой. Кроме этого, величина расщепления

∆𝐸AF = 𝐸A −𝐸F может быть оценена путем моделирования температурной зави-

симости затухания сигнала ФЛ во времени. В рамках трехуровневой схемы (см.

рис. 3.7(c)), описывающей рекомбинацию и термическое заселение состояний тем-

ного экситона 𝑁𝐹 и светлого экситона 𝑁𝐴, можно записать следующую систему

уравнений:

𝑁𝐴

𝑑𝑡
= − [Γ𝐴 + (𝛾th + 𝛾0)]𝑁𝐴 + 𝛾0𝑁𝐵𝑁𝐹 , (3.9)

𝑁𝐹

𝑑𝑡
= − [Γ𝐹 + 𝛾th]𝑁𝐹 + (𝛾th + 𝛾0)𝑁𝐴,

где 𝑁𝐵 = 1/ [exp(∆𝐸𝐴𝐹/𝑘𝑇 )], 𝛾0 - темп энергетической релаксации при нулевой

температуре, 𝛾th = 𝑁𝐵𝛾0 - индуцированный температурой темп энергетической

релаксации ,Γ𝐹 - темп излучательной рекомбинации темного экситона, Γ𝐴 - темп

излучательной рекомбинации светлого экситона.

При нерезонансном импульсном возбуждении можно считать, что в начальный

момент времени 𝑁𝐴(𝑡 = 0) = 𝑁𝐹 (𝑡 = 0) = 0.5. В этом случае температурная

зависимость быстрого и медленного темпов распада ФЛ имеет вид [104]:

Γshort,L(𝑇 ) =
1

2

[︂
ΓA + ΓF + 𝛾0 coth

(︂
∆𝐸AF

2𝑘𝑇

)︂
±

±

√︃
(ΓA − ΓF + 𝛾0)

2 + 𝛾20 sinh−2

(︂
∆𝐸AF

2𝑘𝑇

)︂]︃
.

(3.10)

здесь знак “+” перед квадратным корнем соответствует Γshort = 𝜏−1
short, а знак “−”

соответствует ΓL. Подгонка экспериментальных значений медленной компоненты

распада сигнала ФЛ с помощью выражения 3.10 (см. рис 3.7(b)) позволила по-

лучить значение энергии ∆𝐸AF в наноплателетах различной толщины (см. рис

3.7(d)). Можно видеть, что расщепление ∆𝐸𝐴𝐹 скалируется как 1/𝐿, где 𝐿 - тол-

щина наноплателета, и хорошо согласуется со значениями прямого измерения ме-
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тодом FLN. Значения параметров, использованных при подгонке эксперименталь-

ных данных на рисунке 3.7(b), приведены в таблице 3.1.

Толщина 3ML (0.9 нм) 4ML (1.2 нм) 5ML (1.5 нм)

𝜏𝐿(𝑇 = 4.2𝐾), нс 46 82 58
𝜏short(𝑇 = 2𝐾), пс 10 22 29

∆𝐸AF, мэВ 6.0 ± 0.5 5.0 ± 0.5 3.3 ± 0.5
1/ΓA, пс 100 100 100
1/𝛾0, пс 10 28 42
1/ΓF, нс 46 82 58

Таблица 3.1: Значения экспериментальных времен распада ФЛ 𝜏𝐿, 𝜏short и параметров из
выражения (3.10), использованных при подгонке, для наноплателетов CdSe различной
толщины.

Для теоретического описания наблюдаемой зависимости расщепления ∆𝐸AF от

толщины наноплателета был произведен расчет величины расщепления экситон-

ных состояний 𝐹 = ±2 и 𝐹 = ±1𝐿, вызванного короткодействующим обменным

взаимодействием электрона и дырки. Гамильтониан короткодействующего обмен-

ного взаимодействия, как и в случае сферических КТ, описывается выражением

(3.1). В отличие от сферических КТ, в наноплателетах режим сильного размерного

квантования выполняется только вдоль одной оси, направленной перпендикуляр-

но плоскости наноплателета. Поэтому волновая функция экситона будет иметь

вид:

Φ𝑒𝑥 = ΨCM(𝜌)Ψ(𝜌𝑒 − 𝜌ℎ)𝜓𝑒(𝑧𝑒)𝜓ℎ(𝑧ℎ) (3.11)

где ΨCM(𝜌) – волновая функция, описывающая движение экситона в плоскости как

целого; Ψ(𝜌𝑒−𝜌ℎ) - волновая функция относительного движения электрона и дыр-

ки в плоскости наноплателета; 𝜓𝑒(𝑧ℎ), 𝜓𝑒(𝑧ℎ) – волновая функция, описывающая

квантование электрона (дырки) вдоль оси z в приближении бесконечно глубокой

квантовой ямы толщиной 𝐿. Расщепление между темным и светлым экситоном в

этом случае задается выражением:

∆𝐸𝐴𝐹 = ∆exch|Ψ(0)|2/𝐿, (3.12)
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Рис. 3.8: Расчетная зависимость расщепления Δ𝐸𝐴𝐹 , вызванного короткодействующим
обменным взаимодействием электрона и дырки, при различных соотношениях диэлек-
трических проницаемостей наноплателета 𝜖𝑖𝑛 и окружающей матрицы 𝜖𝑜𝑢𝑡.

где Ψ(0) - волновая функция относительного движения в плоскости наноплателета

при совпадающих координатах электрона и дырки.

Для определения значение Ψ(0) Н. А. Гиппиусом была решена задача об экси-

тоне, локализованном в квантовой яме с учетом разницы значений диэлектриче-

ских проницаемостей ямы и окружающей матрицы. Учет диэлектрического кон-

траста производился в рамках подхода, изложенного в работе [92]. В данном под-

ходе, гамильтониан системы содержит потенциал 𝑈𝑒,ℎ(𝜌, 𝑧𝑒, 𝑧ℎ), описывающий ку-

лоновское притяжение между электроном и дыркой, а также притяжение к за-

рядам изображениям. Зависимость потенциала 𝑈𝑒,ℎ(𝜌, 𝑧𝑒, 𝑧ℎ) от диэлектрических

проницаемостей матрицы 𝜖out и наноплателета 𝜖in задается выражением:

𝑈𝑒,ℎ = − 𝑒2

𝜖in

[︃
1√︀

(𝜌𝑒 − 𝜌ℎ)2 + (𝑧𝑒 − 𝑧ℎ)2
+
𝜖in − 𝜖out
𝜖in + 𝜖out

1√︀
(𝜌𝑒 − 𝜌ℎ)2 + (𝑧𝑒 + 𝑧ℎ)2

]︃
(3.13)

Как и в случае расчета энергии связи биэкситона в главе 1 , возникает вопрос

о том, какое значение диэлектрической проницаемости CdSe должно использо-

ваться при учете кулоновского притяжения электрона и дырки. Данный вопрос
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неоднократно поднимался ранее [79, 80, 81], а ответ связан с количеством резонан-

сов, дающих вклад в диэлектрический отклик среды. При моделировании было

рассмотрено два варианта: (i) экранирование происходит с высокочастотной ди-

электрической константой равной 𝜖∞ = 6, что оправдано в случае, когда энергии

размерного квантования электрона и дырки много больше энергии оптического

фонона. (ii) экранирование происходит с фоновой диэлектрической проницаемо-

стью 𝜖𝑏 = 8.4, которая учитывает вклад от всех возбуждений в кристалле, кроме

экситона. Величина 𝜖out варьировалось от 𝜖out = 2, соответствующего диэлектри-

ческой проницаемости органического растворителя [50], до 𝜖out = 𝜖in, что соответ-

ствует отсутствию диэлектрического конфайнмента.

Ввиду того, что константа короткодействующего обменного взаимодействия

∆exch для кубической модификации CdSe неизвестна, как и в случае сферических

КТ CdSe расчет тонкой структуры экситона был произведен с константой корот-

кодействующего обменного взаимодействия для w-CdSe ∆exch = 35.9 мэВ·нм3 .

Хорошее согласие с экспериментальными данными при этом было получено при

использовании значений диэлектрической проницаемости 𝜖in от 6 до 8.4 (см. рис.

3.8). Величина 𝜖out при этом равна 2, что соответствует диэлектрической прони-

цаемости органического растворителя [50]. В работе [105] для расчета энергии

связи экситона, воспроизводящего реально наблюдаемые энергии связи экситона

≈ 200−300 мэВ, также использовались данные значения диэлектрических прони-

цаемостей 𝜖in и 𝜖out.

Используя полученный результат можно оценить влияние диэлектрического

конфайнмента на двумерный боровский радиус экситона в наноплателетах CdSe.

Запишем волновую функцию относительного движения электрона и дырки в виде:

Ψ(𝜌𝑒 − 𝜌ℎ) =

√
2√

𝜋𝑎2𝐷
exp

(︂
−𝜌𝑒 − 𝜌ℎ

𝑎2𝐷

)︂
(3.14)

Подставляя данный вид волновой функции относительного движения электрона

и дырки в выражение (3.12), получим следующую оценку для двумерного боров-

ского радиуса экситона: 𝑎2𝐷 =
√︀

2∆exch/𝜋∆𝐸AF𝐿. Рассчитанный таким образом
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двумерный боровский радиус экситона для всех трех образцов 𝑎2𝐷 ≈ 2 нм. Данная

оценка оказывается меньше двумерного боровского радиуса экситона в системе без

диэлектрического конфайнмента 𝑎2𝐷 = 𝑎ex/2 = 2.8 нм для CdSe.

3.5 Краткие итоги

В Главе 3 получены следующие результаты:

∙ Произведено моделирование спектров PLE и FLN от ансамблей коллоидных

квантовых точек CdSe различных кристаллических модификаций. Схожий

вид размерной зависимости энергетического расщепления между нижними

состояниями тонкой энергетической структуры экситона 1𝑆𝑒1𝑆3/2 в КT обеих

кристаллических модификаций предполагает наличие аксиальной анизотро-

пии в КТ zb-CdSe. В качестве источника аксиальной анизотропии могут вы-

ступать несферичность формы КТ, наличие зарядов на поверхности, а также

дефекты упаковки вдоль кристаллографического направления [111]. Уста-

новлено, что в спектрах PLE не наблюдается пиков, соответствующих выше-

лежащим оптически-активным состояниям тонкой энергетической структу-

ры экситона.

∙ Исследовано расщепление нижних состояний тонкой энергетической струк-

туры экситона в коллоидных наноплателетах CdSe со структурой цинковой

обманки различной толщины. Установлено, что расщепление масштабирует-

ся обратно пропорционально толщине наноплателетов и может быть описано

как результат короткодействующего обменного взаимодействия электрона и

дырки при учете различия диэлектрических проницаемостей наноплателета

и окружающей матрицы.
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Глава 4

Магнитная циркулярная

поляризация фотолюминесценции в

наноплателетах CdSe

4.1 Введение

Как было показано в предыдущей главе, несмотря на то, что нижнее состояние

тонкой энергетической структуры экситона в коллоидных квантовых точках и на-

ноплателетах CdSe является запрещенным по спину для оптической рекомбинации

в дипольном приближении, его излучательная рекомбинация наблюдается экспе-

риментально и доминирует в ФЛ при низких температурах. В разрешенной по

времени ФЛ это проявляется в наличии при гелиевых температурах компоненты

с медленным временем распада, которое ускоряется при повышении температуры

или при приложении внешнего магнитного поля [106, 107]. Другим свидетельством

излучательной рекомбинации темного экситона является наличие стоксова сдвига

в спектрах сужения линии ФЛ (FLN) при резонансном возбуждении [108, 109, 110].

В работах [7, 50, 90, 111] было предложено несколько механизмов активации из-

лучательной рекомбинации темного экситона: (1) внешнее магнитного поле, име-

ющее ненулевую проекцию на направление, перпендикулярное оси анизотропии

квантовой точки; (2) обменное взаимодействие электрона с парамагнитными цен-

трами на поверхности; (3) взаимодействие с акустическими и оптическими фо-
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нонами; (4) наличие заряженных центров на поверхности, приводящих к подме-

шиванию возбужденных состояний экситона; (5) понижение симметрии. Кроме

этого, методом сильной связи было показано, что конечное время жизни темного

экситона может быть вызвано взаимодействием со спин-орбитально отщепленной

валентной подзоной и особенностями строения атомарных орбиталей 𝑝-симметрии

[100]. Из всех перечисленных механизмов активации только воздействие внешним

магнитным полем позволяет контролируемым образом влиять на время жизни

темного экситона.

Помимо влияния на время жизни темного экситона, магнитное поле будет так-

же приводить к зеемановскому расщеплению спиновых подуровней экситона. Ана-

лиз зеемановского расщепления экситонных комплексов позволяет получать ин-

формацию об их типе (экситон или трион), о типе резидентного носителя в случае

трионов, о скорости спиновой релаксации носителей заряда, а также о величине

их g-факторов. Ввиду того, что исследование свойств одиночных квантовых точек

либо наноплателетов является времязатратным, обычно для анализа магнитооп-

тических свойств используют анализ магнитной циркулярной поляризации фото-

люминесценции (МЦПЛ) от ансамбля. Данный метод хорошо подходит для систем

с большим неоднородным уширением полосы фотолюминесценции, превышающим

обменное и зеемановское расщепления тонкой энергетической структуры. Помимо

коллоидных наноструктур, такая ситуация возникает в случае локализации экси-

тонов на глубоких уровнях в объемном кристалле [112], флуктуациях состава в

твердом растворе [113], флуктуациях толщины квантовой ямы [114, 115] и др. [8].

Существенное отличие при изучении МЦПЛ в коллоидных наноплателетах и

эпитаксиальных квантовых ямах заключается в соотношении энергии зееманов-

ского расщепления и энергии обменного расщепления между темным и светлым

экситоном. В эпитаксиальных квантовых ямах величина обменного расщепления

обычно не превышает 1 мэВ, что приводит к пересечению, либо антипересечению

спиновых подуровней темного и светлого экситона уже в малых магнитных по-
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лях [8]. Данный эффект приводит к нетривиальному виду зависимости степени

циркулярной поляризации от магнитного поля, который не может быть объяснен

равновесной заселенностью спиновых подуровней. В случае же коллоидных нано-

плателетов величина расщепления ∆𝐸AF может достигать 6 мэВ, как это было по-

казано в главе 3. В связи с этим, расщепление энергетических подуровней тонкой

энергетической структуры экситона оказывается всегда больше энергии зееманов-

ского расщепления ∝ gex𝜇𝐵𝐵, что исключает пересечение либо антипересечение

состояний светлого и темного экситона. Ввиду того, что при гелиевых темпера-

турах заселенными оказываются только спиновые подуровни темного экситона,

именно их излучательная рекомбинация и расщепление во внешнем магнитном

поле будет определять степень МЦПЛ.

В первой части данной главы будут рассмотрены механизмы активации реком-

бинации темного экситона в наноплателетах за счет внешнего магнитном поле, а

также за счет обменного взаимодействия с поверхностными парамагнитными цен-

трами. Вторая часть главы посвящена исследованию степени циркулярной поля-

ризации фотолюминесценции коллоидных наноплателетов CdSe с учетом обмен-

ного взаимодействия темного экситона с поверхностными парамагнитными цен-

трами. В третьей части главы изучена зависимость степени МЦПЛ от плотности

ансамбля коллоидных наноплателетов CdSe с оболочкой CdS.

4.2 Активация рекомбинации темного экситона в

поперечном магнитном поле

4.2.1 Активация во внешнем магнитном поле

Первый механизм активации излучательной рекомбинации вызван наличием

внешнего магнитного поля, имеющего поперечную компоненту относительно оси

анизотропии квантовой точки либо наноплетелета. В случае коллоидных кванто-

вых точек зависимость от угла 𝜃 между направлением оси анизотропии и магнит-

ного поля для темпа излучательной рекомбинации темного экситона описывается
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как [7]:

Γ±2 =

√︀
1 + 𝜁2 + 2𝜁 cos 𝜃 − 1 − 𝜁 cos 𝜃

2
√︀

1 + 𝜁2 + 2𝜁 cos 𝜃

3

2𝜏0
. (4.1)

где 𝜁 = 𝜇𝐵𝑔𝑒𝐵/3𝜂, 𝜃 – угол между осью анизотропии в квантовой точке и на-

правлением магнитного поля, 𝜏0 - время жизни экситонного состояния 𝐹 = 0𝑈 .

Данное выражение хорошо описывает кинетики распада ФЛ для одиночных КТ

[116], в которых наблюдалось существенное различие зависимости времени жизни

темного экситона от величины приложенного магнитного поля.

В коллоидных квантовых точках CdSe расщепление состояний легких и тяже-

лых дырок составляет 5 − 20 мэВ. В случае коллоидных нанопалетелетов CdSe

данное расщепление оказывается на порядок больше. При большом расщеплении

состояний легких и тяжелых дырок время жизни 𝜏0 состояния 𝐹 = 0𝑈 связано со

временем жизни 𝜏1𝐿 состояния 𝐹 = ±1𝐿 как 𝜏1𝐿 = 2𝜏0/3. Поэтому выражение (4.1)

для наноплателетов может быть переписано в следующем виде:

Γ𝐵(𝜃) =

√︀
1 + 𝜁2 + 2𝜁 cos 𝜃 − 1 − 𝜁 cos 𝜃√︀

1 + 𝜁2 + 2𝜁 cos 𝜃

ΓA

2
. (4.2)

где 𝜁 = 𝜇Bg𝑒𝐵/∆𝐸AF, ΓA - скорость излучательной рекомбинации светлого экси-

тона 𝐹 = ±1𝐿. В малых магнитных полях, когда энергия зеемановского расщепле-

ния много меньше энергии обменного расщепления ∆𝐸AF, выражение (4.2) примет

вид:

Γ*
𝐵(𝜃) =

(g𝑒𝜇B𝐵 sin 𝜃)2

4∆𝐸AF

Γ𝐴 . (4.3)

Известно, что при осаждении наноплателтов из коллоидного раствора на под-

ложку, они будут иметь две преимущественные ориентации. В одиночных нано-

плателетах ось анизотропии будет направлена перпендикулярно поверхности под-

ложки, то есть 𝜃 = 0 для магнитного поля, направленного по нормали к подложке.

Слипшиеся же наноплателеты будут преимущественно располагаться таким обра-

зом, что их ось анизотропии направлена перпендикулярно плоскости подложки и

𝜃 ≈ 𝜋/2. Таким образом, можно ожидать, что сокращение времени жизни темного
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Рис. 4.1: (a) Временная зависимость интенсивности ФЛ в ансамбле коллоидных нанопла-
телетов CdSe толщиной 1.2 нм, измеренная при различных магнитных полях. На вставке
символами показаны экспериментальные значения медленного времени распада ФЛ от
величины магнитного поля. Красная кривая показывает зависимость времени жизни
темного экситона 1/ΓB, вычисленную согласно выражению (4.2) с 𝜃 = 𝜋/2. Эксперимен-
тальные данные взяты из работы [117] (b) Временная зависимость интенсивности ФЛ в
ансамбле коллоидных квантовых точек CdTe диаметром 3.4 нм, измеренная при различ-
ных магнитных полях. На вставке показана зависимость медленного времени распада
ФЛ от магнитного поля.

экситона должно происходить только в вертикально ориентированных слипшихся

наноплателетах.

На рисунке 4.1 представлены зависимости скорости распада ФЛ от магнитного

поля для ансамбля коллоидных наноплателетов CdSe толщиной 1.2 нм и ансамбля

коллоидных сферических КТ CdTe диаметром 3.4 нм. Можно видеть, что тогда

как в ансамбле сферических КТ, имеющих случайную ориентацию оси анизотро-

пии, медленная компонента времени сокращается при 𝐵 = 15 Тл примерно в 2

раза, в ансамбле наноплателетов медленная компонента времени при 𝐵 = 15 Тл

уменьшается на порядок. Схожее изменение времени жизни наблюдалось в работе

[116] для коллоидных КТ CdSe/ZnS с углом 𝜃 = 75𝑜.

Используя значения ∆𝐸AF и ΓA из таблицы 3.1 можно оценить среднюю вели-

чину угла 𝜃 между осью анизотропии и направлением магнитного поля в образце

с наноплателетами CdSe толщиной 1.2 нм. Подгонка экспериментальной зависи-

мости выражением (4.2) с единственным параметром 𝜃 показывают, что наблюда-
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емая зависимость времени распада ФЛ от магнитного поля соответствует 𝜃 = 𝜋/2,

что говорит о преимущественной ориентации оси анизотропии наноплателетов по-

перек магнитного поля. Тем не менее, высокая степень магнитной циркулярной

поляризации ФЛ в исследуемых ансамблях, представленная далее в данной главе,

свидетельствует о наличии и горизонтальных наноплателетов. Ввиду отсутствия

в больших магнитных полях медленной компоненты в кинетике распада ФЛ, свя-

занной с рекомбинацией экситонов в горизонтальных наноплателетах, можно сде-

лать вывод о наличии процессов переноса возбуждения между вертикальными и

горизонтальными наноплателетами. Перенос возбуждения уже ранее наблюдал-

ся в ансамблях наноплателетов как одинаковой [118], так и различной толщины

[119]. Усиление процесса диполь-дипольного переноса во внешнем магнитном поле

наблюдалось ранее для ансамбля коллоидных КТ [120, 121]. Влияние магнитного

поля на диполь-дипольный перенос с участием темного экситона будет рассмот-

рено подробно в главе 5 диссертации.

Другой причиной отсутствия медленной компоненты распада ФЛ могло бы

служить увеличение силы осциллятора экситона в горизонтальных наноплателе-

тах за счет уменьшения боровского радиуса экситона в магнитном поле. Однако,

как было показано в предыдущей главе, двумерный боровский радиус экситона в

исследуемых образцах изначально очень мал 𝑎2𝐷 ≈ 2 нм, что исключает данный

сценарий сокращения времени жизни.

4.2.2 Активация в обменном поле поверхностных парамаг-

нитных центров

В отсутствие внешнего магнитного поля механизм активации излучательной ре-

комбинации темного экситона связан с наличием поверхностных парамагнитных

центров, которые могут возникнуть из-за неполной пассивации оборванных свя-

зей органическими лигандами [122], либо вследствие перераспределения плотно-

сти заряда поверхностных атомов Cd при взаимодействии c лигандами [123, 60].

Для случая сферических квантовых точек данный механизм был рассмотрен тео-
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ретически в работах [111, 124] и подтвержден экспериментально в работе [109].

Рассмотрим, каким образом этот механизм реализуется в случае наноплателетов.

Будем считать, что поверхностные состояния являются парамагнитными цен-

трами со спином 𝑠db = 1/2, которые расположены на больших гранях наноплате-

лета. Локализованный в объеме наноплетелета экситон может обменным образом

взаимодействовать с поверхностными парамагнитными центрами, если волновая

функция электрона либо дырки, имеет конечное значение при 𝑧𝑒,ℎ = 𝐿/2. Гамиль-

тониан обменного взаимодействия будет иметь вид:

𝐻𝑗
𝑠𝑠 = ⟨Φ*

ex(r𝑒, rℎ)| 𝐻̂𝑗
𝑒 |Φex(r𝑒, rℎ)⟩ = −𝛼𝑗(𝜎𝜎

𝑗), (4.4)

𝐻̂𝑗
𝑒 = −𝜈𝛼̃𝛿(r𝑒 −R𝑗)(𝜎𝜎

𝑗) (4.5)

Здесь 𝜎𝑗 и R𝑗 - вектора матриц Паули и координаты 𝑗-го поверхностно-

го центра, 𝛼̃ - константа короткодействующего обменного взаимодействия,

𝛼𝑗 = 𝛼̃𝜈
∫︀
|Φex(r𝑒, rℎ)|2𝛿(r𝑒−R𝑗)𝑑r𝑒𝑑rℎ. При вычислении матричного элемента (4.4)

усреднение производится только по координатным переменным. Как было пока-

зано в работах [111, 124] для случая сферических квантовых точек, обменное вза-

имодействие электрона с поверхностными центрами будет приводить к активации

излучательной рекомбинации темного экситона 𝐹 = ±2. Активация излучатель-

ной рекомбинации происходит за счет одновременного переворота спина электрона

и спина поверхностного парамагнитного центра с противоположной компонентной

проекции спина на ось анизотропии, так называемый «flip-flop» механизм:

𝑉𝑓𝑙𝑖𝑝−𝑓𝑙𝑜𝑝 = −𝛼𝑗

2

(︀
𝜎̂𝑒
+𝜎̂

𝑗
− + 𝜎̂𝑒

−𝜎̂
𝑗
+

)︀
(4.6)

В отличие от сферических квантовых точек, для которых можно счи-

тать, что взаимодействие со всеми поверхностными центрами равновероятно и

𝛼𝑗 = 𝜈𝛼̃|𝑅𝑒(𝑎)|2, где |𝑅𝑒(𝑎)|2 - квадрат волновой функции электрона на поверхно-

сти, в случае наноплателетов взаимодействие возможно лишь с центрами, попа-

дающими в область движения экситона как целого в плоскости наноплателета и

𝛼𝑗 = 𝜈𝛼̃|𝜓𝑒(±𝐿/2)|2|ΨCM(𝜌𝑗)|2 = 𝛼2𝐷|ΨCM(𝜌𝑗)|2, где |ΨCM(𝜌𝑗)|2 - квадрат волновой
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функции экситона в области j -го поверхностного центра. Суммарный темп излу-

чательной рекомбинации темного экситона 𝐹 = ±2 с учетом всех поверхностных

центров для наноплателетов имеет вид:

Γdb
±2 = 4𝛾2𝐷ex 𝑛

∓
db, 𝛾2𝐷ex =

(︂
𝛼2𝐷

∆𝐸AF

)︂2
2Γ𝐴

𝑆loc

(4.7)

Здесь 𝑛∓
db - концентрации поверхностных центров с противоположными проек-

циями спина на ось анизотропии. Эффективная площадь локализации экситона

задается как 𝑆loc = 1/
∫︀
|ΨCM(𝜌)|4𝑑2𝜌 и определяет полное число поверхностных

центров, с которыми может взаимодействовать экситон 𝑁db = 2𝑛db𝑆loc. В случае

флуктуирующего поверхностного потенциала, который может приводить к лока-

лизации экситона подобно тому, как это происходит в эпитаксиальных квантовых

ямах, площадь локализации можно оценить из ширины экситонной линии ФЛ

∆𝐸 как 𝑆loc = ~2/(2𝑀∆𝐸), где 𝑀 - трансляционная масса движения экситона в

плоскости. В случае поляризованного состояния поверхностных центров 𝑛−
db ̸= 𝑛+

db

активация рекомбинации темного экситона становится спин-зависимой и полный

темп излучательной рекомбинации Γdb
ex = (Γdb

+2𝑁ex,+2 + Γdb
−2𝑁ex,−2)/𝑁ex будет равен:

Γdb
ex = 2𝛾2𝐷ex 𝑛db [1 − 𝜌db𝜌ex] = Γdb [1 − 𝜌db𝜌ex] . (4.8)

Здесь 𝜌db = (𝑛−
db − 𝑛+

db)/𝑛db и 𝜌ex = (𝑁−
ex −𝑁+

ex)/𝑁ex - поляризации поверхностных

парамагнитных центров и экситона, соответственно.

4.3 Магнитная циркулярная поляризация фотолю-

минесценции темного экситона

4.3.1 Циркулярная поляризация в неоднородном ансамбле

Как было показано в предыдущих главах, наличие встроенного кристаллического

поля, либо анизотропии формы КТ, приводит к расщеплению состояний дырки с

проекцией углового момента на ось анизотропии ±3/2 и ±1/2. Типичная величина

расщепления при этом может достигать десятков мэВ в случае сферических КТ
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CdSe и сотен мэВ в случае наноплателетов CdSe. Полный угловой момент дырки

в этом случае оказывается ориентированным вдоль оси анизотропии. Обменное

взаимодействие электрона и дырки приводит к тому, что спин электрона также

будет ориентирован вдоль оси анизотропии. В таком случае расщепление спиновых

подуровней темного экситона во внешнем магнитном поле будет зависеть от угла

𝜃 между направлением магнитного поля и направлением оси анизотропии [107]:

∆𝐸ex(𝑥) = gex𝜇𝐵𝐵𝑥, (4.9)

где 𝑥 = cos 𝜃, gex = g𝑒 − 3gℎ в случае темного экситона, образованного тяжелой

дыркой.

Хотя при изучении ансамблей коллоидных квантовых точек и наноплателетов

из-за неоднородного уширения линии фотолюминесценции не удается наблюдать

напрямую зеемановское расщепление состояний с левой (𝜎−) и правой (𝜎+) цирку-

лярной поляризацией, получить нужную информацию можно косвенным образом.

В условиях термодинамического равновесия будет возникать перераспределение

населенностей 𝑁+
ex и 𝑁

−
ex между экситонными спиновыми подуровнями с различ-

ным знаком проекции спина на направление магнитного поля. В результате этого

поляризация экситона 𝜌ex = (𝑁−
ex −𝑁+

ex)/(𝑁
−
ex +𝑁+

ex) ̸= 0 . Это приведет к различ-

ной интенсивности ФЛ для света с циркулярной поляризацией 𝜎+ и 𝜎−, то есть

возникнет степень циркулярной поляризации:

𝑃𝑐(𝑥) =
𝐼𝜎+(𝑥) − 𝐼𝜎−(𝑥)

𝐼𝜎+(𝑥) + 𝐼𝜎−(𝑥)
∝ 𝜌ex(𝑥) = tanh

∆𝐸ex(𝑥)

2𝑘𝐵𝑇
(4.10)

Будем считать, что тонкая энергетическая структура экситонных подуровней

такова, что нижним состоянием является темный экситон 𝐹 = ±2. В предполо-

жении, что активация его излучательной рекомбинации осуществляется за счет

подмешивания состояний светлого экситона 𝐹 = ±1𝐿 с сохранением знака про-

екции углового момента, можно записать выражения для интенсивностей света

𝐼𝜎+(𝑥), 𝐼𝜎−(𝑥) и соответствующей им степени циркулярной поляризации в случае
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больцмановских населенностей спиновых подуровней [107]:

𝐼𝜎±(𝑥) =
[1 ∓ 𝑥]2 exp(∆𝐸ex(𝑥)/2𝑘𝐵𝑇 ) + [1 ± 𝑥]2 exp(−∆𝐸ex(𝑥)/2𝑘𝐵𝑇 )

exp(∆𝐸ex(𝑥)/2𝑘𝐵𝑇 ) + exp(−∆𝐸ex(𝑥)/2𝑘𝐵𝑇 )
, (4.11)

𝑃 eq
𝑐 (𝑥) =

2𝑥 tanh(∆𝐸ex(𝑥)/2𝑘𝐵𝑇 )

1 + 𝑥2
(4.12)

Величина 𝑃 eq
𝑐 (𝑥) называется равновесной степенью циркулярной поляризации и

соответствует термодинамическому равновесию между спиновыми подуровнями,

достигаемому на временах, превышающих время спиновой релаксации 𝜏𝑠. Для

определения 𝑃 eq
𝑐 (𝑥) используется время-разрешенная поляризационная спектро-

скопия. В случае, когда характерное время жизни экситонов 𝜏 ≫ 𝜏𝑠, то наблю-

даемое значение степени циркулярной поляризации при постоянном возбуждении

𝑃 int
𝑐 (𝑥) будет совпадать с термодинамическим значением 𝑃 int

𝑐 (𝑥) = 𝑃 eq
𝑐 (𝑥). В слу-

чае 𝜏 ≈ 𝜏𝑠 интегральная степень циркулярной поляризации будет в 𝜏/(𝜏 + 𝜏𝑠) раз

меньше равновесного значения 𝑃 int
𝑐 (𝑥) = 𝑃 eq

𝑐 (𝑥) · 𝜏/(𝜏 + 𝜏𝑠).

Степень циркулярной поляризации ФЛ от ансамбля нанопалетелетов будет

дополнительно зависеть от соотношения количества наноплателетов с различной

ориентацией оси анизотропии, а также от времени, ввиду различной скорости ре-

комбинации темного экситона во внешнем магнитном поле:

𝑃 ens
𝑐 (𝑡) =

∫︀ 1

0
𝑓or(𝑥) [𝐼𝜎+(𝑥, 𝑡) − 𝐼𝜎−(𝑥, 𝑡)] 𝑑𝑥∫︀ 1

0
𝑓or(𝑥) [𝐼𝜎+(𝑥, 𝑡) + 𝐼𝜎−(𝑥, 𝑡)] 𝑑𝑥

(4.13)

где 𝑓or(𝑥) - функция, описывающая распределение наноплателетов с различным

направлением оси анизотропии относительно направления магнитного поля.

При изучении магнитной циркулярной поляризации от ансамбля наноплате-

летов с различными временами жизни будет существовать дополнительный ме-

ханизм, ответственный за различие интегральной и насыщенной степени МЦПЛ.

Согласно выражениям (4.2) и (4.9), магнитное поле будет в большей степени уско-

рять рекомбинацию темного экситона в наноплателетах с наименьшим зееманов-

ским расщеплением спиновых подуровней. Рассмотрим влияние данного эффекта

на зависящую от времени степень МЦПЛ в случае бимодального распределения
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Рис. 4.2: Зависимости степени МЦПЛ рассчитанные согласно (4.14) для ансамбля на-
ноплателетов с 𝜏𝑠 = 1 нс и 𝑃 eq

𝑐 (𝑥1) = 0.5 для случая 𝐴(𝑥2)/𝐴(𝑥1) = 0 (черная кри-
вая); 𝑃 eq

𝑐 (𝑥2) = 0.2 (красная кривая) и 𝑃 eq
𝑐 (𝑥2) = −0.5 (синяя кривая) для случая

𝐴(𝑥2)/𝐴(𝑥1) = 5, 𝜏1 = 10 нс и 𝜏2 = 5 нс.

наноплателетов с 𝑓or(𝑥) = 𝑛1𝛿(𝑥1 − 𝑥) + 𝑛2𝛿(𝑥2 − 𝑥), где 𝑛1 и 𝑛2 означают долю

наноплателетов с осью анизотропии, направленной поду углом 𝜃1 (𝑥1 = cos 𝜃1) и

𝜃2 (𝑥2 = cos 𝜃2) относительно магнитного поля, соответственно. Выражение для

зависящей от времени степени циркулярной поляризации в этом случае примет

вид:

𝑃 ens
𝑐 (𝑡) =

[𝑛1𝛿𝐼(𝑥1) exp(−𝑡/𝜏1) + 𝑛2𝛿𝐼(𝑥2) exp(−𝑡/𝜏2)] [1 − exp(−𝑡/𝜏𝑠)]
𝑛1𝐼(𝑥1) exp(−𝑡/𝜏1) + 𝑛2𝐼(𝑥2) exp(−𝑡/𝜏2)

=[︂
𝑃 eq
𝑐 (𝑥1)

1 + 𝐴(𝑥2)/𝐴(𝑥1) exp(−𝑡/𝜏 *)
+

𝑃 eq
𝑐 (𝑥2)

1 + 𝐴(𝑥1)/𝐴(𝑥2) exp(𝑡/𝜏 *)

]︂
[1 − exp(−𝑡/𝜏𝑠)] (4.14)

где 𝜏1 и 𝜏2 - времена излучательной рекомбинации темного экситона в двух по-

дансамблях, 𝜏 * = 𝜏2𝜏1/(𝜏1 − 𝜏2), 𝛿𝐼(𝑥) = 𝐼𝜎+(𝑥) − 𝐼𝜎−(𝑥), 𝐼(𝑥) = 𝐼𝜎+(𝑥) + 𝐼𝜎−(𝑥),

𝐴(𝑥) = 𝑛𝐼(𝑥) - интенсивность сигнала ФЛ в момент времени 𝑡 = 0, время спиновой

релаксации 𝜏𝑠 для обоих подансамблей считается одинаковым.

Выражение (4.14) может быть использовано для описания временной зависи-

мости степени поляризации 𝑃 ens
𝑐 (𝑡) для любого ансамбля, в котором наблюдает-

ся двухкомпонентный распад сигнала фотолюминесценции. Из выражения (4.14)

можно видеть, что помимо спиновой релаксации, выход 𝑃 ens
𝑐 (𝑡) на равновесное

значение будет также определяться «выгоранием» подансамбля с меньшим вре-
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менем жизни, как это показано на рисунке 4.2. В случае, если знак 𝑃 eq
𝑐 в двух

подансамблях противоположен, то можно ожидать, что 𝑃 ens
𝑐 (𝑡) будет менять знак

со временем.

4.3.2 Циркулярная поляризация темного экситона в обмен-

ном поле поверхностных парамагнитных центров

Рассмотрим, каким образом поляризация темного экситона 𝜌ex будет модифици-

роваться за счет обменного взаимодействия с поверхностными парамагнитными

центрами. Ранее было продемонстрировано теоретически [124] и эксперименталь-

но для коллоидных КТ CdSe [109] существование поляронного состояния поверх-

ностных парамагнитных центров, вызванного процессом их динамической поля-

ризации за счет обменного взаимодействия с темным экситоном 𝐹 = ±2. При

данном процессе происходит расщепление спиновых подуровней темного экситона

под действием обменного поля поверхностных центров, что приводит к понижению

интенсивности беcфононной линии ZPL в спектрах FLN. При этом в ансамбле КТ

не возникает макроскопической циркулярной поляризации ФЛ, так как знак рас-

щепления спиновых подуровней экситона определяется знаком флуктуационного

отклонения проекции суммарного спина поверхностных парамагнитных центров

на ось анизотропии в каждой квантовой точке в начальный момент процесса ди-

намической поляризации.

Ситуация изменится, если приложить малое внешнее магнитного поля, кото-

рое задаст преимущественное направление ориентации спина экситона во всем

ансамбле. Если для поверхностных центров существуют внутренние механизмы

спиновой релаксации, то внешнее магнитное поле может также привести к термо-

динамической поляризации спинов поверхностных центров, не требующей взаимо-

действия с экситоном. В общем случае, когда поляризация спинов поверхностных

центров может осуществляться как за счет динамического механизма, так и за

счет термодинамического механизма, нужно искать самосогласованное решение

для поляризаций 𝜌db = (𝑛−
db − 𝑛+

db)/(𝑛−
db + 𝑛+

db) и 𝜌ex = (𝑁−
ex − 𝑁+

ex)/(𝑁
−
ex + 𝑁+

ex).
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Будем рассматривать случай продольного магнитного поля, который может быть

экспериментально реализован для ансамбля коллоидных нанопалетелетов, имею-

щих одинаковое направление оси анизотропии [94, 125]. В таком случае поляриза-

ция экситона описывается выражением:

𝜌ex = tanh

(︂
gex𝜇𝐵𝐵 + 2𝐸𝑝𝜌db

2𝑘𝐵𝑇

)︂
(4.15)

где 𝐸𝑝 = 𝛼2𝐷𝑛db - энергия обменного взаимодействия экситона при полностью по-

ляризованном состоянии поверхностных парамагнитных центров. Отметим, что

𝐸𝑝 может быть как положительной (ферромагнитный тип обменного взаимодей-

ствия), так и отрицательной (антиферромагнитный тип обменного взаимодей-

ствия). Поляризация поверхностных центров может быть найдена из равновесного

решения для кинетического уравнения:

𝑑𝜌db
𝑑𝑡

= − 2𝛾ex𝑁ex(𝜌db − 𝜌ex) (4.16)

− 𝛾db𝑁ex(𝜌db − 𝜌db(𝐵)) − 𝛾emdb (1 −𝑁ex)(𝜌db − 𝜌db(𝐵)) ,

где 𝛾db - темп спиновой релаксации поверхностных центров в присутствии эк-

ситона, 𝛾emdb - собственный темп спиновой релаксации поверхностных парамаг-

нитных центров в наноплателетах без экситона, 𝛾ex - темп «flip-flop» процесса,

𝜌db(𝐵) = tanh(gdb𝜇𝐵𝐵/2𝑘B𝑇 ) и gdb - термодинамическая поляризация и g-фактор

поверхностных парамагнитных центров, соответственно. При этом предполагает-

ся, что время спиновой релаксации в экситоне много меньше его времени жизни

𝜏 ≪ 𝜏𝑠, так что населенности 𝑁
±
ex определяются больцмановским распределением.

Для стационарного решения уравнения (4.16) получим:

𝜌db =
𝜌ex + 𝜒eff tanh(gdb𝜇𝐵𝐵/2𝑘B𝑇 )

1 + 𝜒eff

, (4.17)

где 𝜒eff = 𝛾db/2𝛾ex+𝛾
em
db /2𝛾ex·(1−𝑁ex)/𝑁ex определяет преимущественный механизм

поляризации спинов поверхностных парамагнитных центров.

На рисунке 4.3 представлена температурная зависимость поляризации эксито-

на 𝜌ex и поверхностных парамагнитных центров 𝜌db в зависимости от знака 𝐸𝑝. На
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Рис. 4.3: Зависимость поляризации экситона и поверхностных парамагнитных центров
в зависимости от соотношения термодинамического и динамического механизмов поля-
ризации в случае ферромагнитного 𝐸𝑝 = 1 мэВ при B=1 Тл(a) и антиферромагнитного
обменного взаимодействия 𝐸𝑝 = −1 мэВ при B=10 Тл (b).

рисунке 4.3(a) представлен случай ферромагнитного обменного взаимодействия

экситона и поверхностных центров с параметрами 𝐸𝑝 = 1 мэВ, gex = gdb = 2,

𝐵 = 1 Тл. В отличие от работы [109], где динамическая поляризация поверхност-

ных центров без магнитного поля реализуется лишь до критической температуры,

в рассматриваемом нами случае ненулевая поляризация 𝜌db в приложенном маг-

нитном поле существует вплоть до 100 K. Случай антиферромагнитного характе-

ра взаимодействия экситона с поверхностными центрами представлен на рисунке

4.3(b) при 𝐸𝑝 = −1 мэВ, gex = gdb = 2, 𝐵 = 10 Тл. В данном случае существу-

ет критическая температура, при которой обменное поле поверхностных центров

компенсируется внешним магнитным полем и 𝜌ex = 0.

При 𝜒eff ≫ 1 поляризация спинов поверхностных центров определяется термо-

динамическим распределением по спиновым подуровням, расщепленным во внеш-

нем магнитном поле. При 𝜒eff ≪ 1 термодинамическая поляризация спинов по-

верхностных центров оказывается подавлена, и 𝜌db определяется динамическим

механизмом поляризации, вызванным многочисленными «flip-flop» актами. При

доминирующем динамическом механизме 𝜌db стремится к 𝜌ex для любого знака

𝐸𝑝, а в случае 𝐸𝑝 < 0 поляризация 𝜌ex остается положительной при любой темпе-

ратуре.
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Рис. 4.4: Расчетная зависимость равновесной степени циркулярной поляризации ФЛ тем-
ного экситона в ансамбле горизонтальных наноплателетов в случае слабой (Γ0 ≫ Γdb)
(a) и сильной (Γ0 ≪ Γdb) (b) спин-зависимой рекомбинации. На вставке показана темпе-
ратурная зависимость критического магнитного поля 𝐵c = 0.

Рассмотрим теперь, каким образом взаимодействие экситона с поверхностны-

ми центрами повлияет на степень циркулярной поляризации фотолюминесценции

темного экситона в случае продольного магнитного поля. Продольное магнитное

поле не приводит к активации излучательной рекомбинации темного экситона [7],

а только к расщеплению его спиновых подуровней. В таком случае активация из-

лучательной рекомбинации может происходить за счет взаимодействия с поверх-

ностными парамагнитными центрами, а также за счет спин-независимых каналов

с темпом рекомбинации Γ0. Полный темп излучательной рекомбинации различен

для состояний темного экситона 𝐹 = ±2 и равен:

Γ±2 = Γ0 + Γdb(1 ± 𝜌db) (4.18)

Равновесная степень циркулярной поляризации в этом случае будет иметь вид:

𝑃 eq
𝑐 (𝐵) =

𝑁+2Γ+2 −𝑁−2Γ−2

𝑁+2Γ+2 +𝑁−2Γ−2

=
𝜌dbΓdb − 𝜌ex(Γ0 + Γdb)

Γ0 + Γdb(1 − 𝜌ex𝜌db)
(4.19)

Видно, что влияние обменного взаимодействия экситона с поверхностными цен-

трами на 𝑃 eq
𝑐 (𝐵) выражается через два эффекта: 1) изменение 𝜌ex, согласно вы-

ражению (4.15); 2) наличие спин-зависимой рекомбинации экситонных состояний

98



𝐹 = +2 и 𝐹 = −2, которая может приводить к 𝑃 eq
𝑐 (𝐵) = 𝜌db · Γdb/(Γdb + Γ0) ̸= 0,

даже когда внешнее магнитное поле скомпенсировано обменным полем и 𝜌ex = 0.

Будем считать, что поляризация поверхностных парамагнитных центров 𝜌db

определяется термодинамическим механизмом, то есть 𝜒eff ≫ 1. При положи-

тельной величине константы обменного взаимодействия (𝐸𝑝 > 0) наличие обмен-

ного поля и спин-зависимой рекомбинации не приведет к видимому качествен-

ному изменению зависимости 𝑃 eq
𝑐 (𝐵). При отрицательной константе обменного

взаимодействия (𝐸𝑝 < 0) возникает критическое магнитное поле 𝐵𝑐, при котором

𝑃 eq
𝑐 (𝐵𝑐) = 0. В зависимости от соотношения между темпами излучательной реком-

бинации Γ0 и Γdb ожидается различное направление сдвига точки 𝐵𝑐 от темпера-

туры. Если излучательная рекомбинация определяется спин-независимый темпом

Γ0, то степень циркулярной поляризации ФЛ положительна при 𝜌ex < 0 и бу-

дет обращаться в ноль при условии 𝜌ex = 0. Это условие соответствует равенству

расщепления спиновых подуровней во внешнем магнитном поле и в обменном по-

ле поверхностных парамагнитных центров. Увеличение температуры приводит в

этом случае к деполяризации поверхностных центров и, соответственно, к умень-

шению обменного поля. Таким образом, с ростом температуры нужно приложить

меньшее внешнее магнитное поле 𝐵𝑐, чтобы получить нулевую циркулярную по-

ляризацию ФЛ (см. рис. 4.4(a)). Если излучательная рекомбинация определяется

спин-зависимым темпом Γdb, то степень циркулярной поляризации ФЛ будет об-

ращаться в ноль при условии 𝜌ex = 𝜌db/(1 + Γ0/Γdb) > 0. Величина критического

магнитного поля 𝐵𝑐 в этом случае больше, чем поле необходимое для 𝜌ex = 0, и с

ростом температуры будет увеличиваться (см. рис. 4.4(b)).
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4.4 Моделирование экспериментальных зависимо-

стей степени циркулярной поляризации в нано-

плателетах CdSe

В техническом университете г. Дортмунд Е.В. Шорниковой были проведены экс-

периментальные исследования циркулярной поляризации фотолюминесценции в

трех ансамблях коллоидных наноплателетов CdSe толщиной 1.2 нм [117]. Два ан-

самбля представляли собой наноплателеты CdSe без оболочки, различающиеся

латеральными размерами («CdSe#1»: 8 × 16 нм2 и «CdSe#2»: 5 × 24 нм2) и хи-

мическим протоколом синтеза. Третий ансамбль представлял собой наноплателе-

ты CdSe c латеральными размерами 18 × 18 нм2 и оболочкой из ZnS толщиной

1.4 нм («CdSe/ZnS»). По температурной зависимости кинетики распада ФЛ бы-

ло установлено, что во всех образцах наблюдается люминесценция, обусловленная

рекомбинацией темного экситона 𝐹 = ±2, расщепление ∆𝐸AF ≈ 5 мэВ в образ-

цах без оболочки и ∆𝐸AF ≈ 4 мэВ в образце с оболочкой ZnS. В образцах без

оболочки наблюдалась немонотонная зависимость степени циркулярной поляри-

зации ФЛ от магнитного поля, причем знак степени поляризации в малых полях

был противоположен (см. рис. 4.5(a)). В случае образца с оболочкой из ZnS сте-

пень циркулярной поляризации всегда отрицательна и монотонно возрастает с

увеличением магнитного поля. Таким образом, степень циркулярной поляризации

ФЛ темного экситона зависит от наличия внешней оболочки и свойств поверх-

ности наноплателета. Представленное далее моделирование экспериментальных

зависимостей было осуществлено на основании изложенной выше модели цирку-

лярной поляризации ФЛ темного экситона в условиях обменного взаимодействия

с поверхностными парамагнитными центрами.

Анализ немонотонной МЦПЛ в образцах «CdSe#1» и «CdSe#2» осложняется

тем, что в распаде ФЛ существует две компоненты с характерными временами в

нулевом магнитном поле 𝜏Long ≈ 100 нс и 𝜏Mid ≈ 10 нс, соответственно. Данные

времена соответствуют двум подансамблям, в одном из которых есть нерадиаци-
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Рис. 4.5: (a) Зависимость степени циркулярной поляризации от величины магнитного
поля в ансамблях наноплателетов CdSe толщиной 1.2 нм без оболочки (красные и синие
символы), с оболочкой ZnS (зеленые символы). (c) Зависимость степени циркулярной
поляризации для образца CdSe#1, измеренная при различных температурах.(c) Зави-
симость степени циркулярной поляризации для образца CdSe#2, измеренная при раз-
личных температурах. На вставке показана зависимость критического магнитного поля
𝐵𝑐, при котором 𝑃 int

𝑐 = 0. На панелях (d-f) представлены результаты моделирования
для равновесной степени поляризации 𝑃 eq

𝑐,𝜏Long . Данные на панелях (а-c) взяты из работы
[117].

онный канал распада. Отметим, что на рисунке 4.1(a) показана зависимость от

магнитного поля только для медленной компоненты распада 𝜏Long. Соответству-

ющие равновесные степени циркулярной поляризации 𝑃 eq
𝑐 для данных компонент

распада также различны. Выражение (4.14) было использовано нами для модели-

рования временной зависимости степени циркулярной поляризации в ансамблях

наноплателетов «CdSe#1» и «CdSe#2». В данном случае времена жизни 𝜏1 = 𝜏Long

и 𝜏2 = 𝜏Mid, равновесное значение степени циркулярной поляризации в каждом по-

дансамбле определяется соотношением амплитуд компонент 𝐼𝜎± , определяемых из
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(a)

(b)

Рис. 4.6: Временная зависимость суммарной интенсивности ФЛ 𝐼𝜎+ + 𝐼𝜎− (черные кри-
вые), разностной интенсивности ФЛ 𝐼𝜎− − 𝐼𝜎+ (красные кривые), а также соответствую-
щей степени циркулярной поляризации 𝑃 ens

𝑐 (𝑡) (синие кривые). Зелеными кривыми по-
казана зависимость для 𝑃 ens

𝑐 (𝑡), рассчитанной согласно выражению 4.14. Представлены
данные для образца «CdSe#1» (a) и «CdSe#2» (b). Использованы экспериментальные
данные из работы [117].

трехэкспоненциальной подгонки кинетик распада ФЛ. Сильный начальный рост

поляризации в образце «CdSe#1» на рисунке 4.6(a) вызван релаксацией между

спиновыми подуровнями темного экситона с характерным временем 𝜏𝑠 < 3 нс.

Дальнейший рост степени циркулярной поляризации на временном промежутке в

несколько десятков наносекунд, обусловлен спадом интенсивности ФЛ подансам-

бля наноплателетов с временем жизни 𝜏Mid и меньшей степенью МЦПЛ.

В случае образца «CdSe#2» также наблюдается две компоненты со схожим

значением времен жизни 𝜏Long и 𝜏Mid, но знак равновесной поляризации 𝑃 eq
𝑐 для

данных компонент в больших магнитных полях оказывается противоположным.

На рисунке 4.6(b) можно видеть, что временная зависимость 𝑃 ens
𝑐 (𝑡) также хорошо
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воспроизводится с использованием выражения (4.14). Нарастание степени цирку-

лярной поляризации ФЛ происходит на временном промежутке ≈ 30 нс и связано

со спадом сигнала ФЛ в подансамбле с временем жизни 𝜏Mid, в котором 𝑃 eq
𝑐 > 0.

Противоположный знак 𝑃 eq
𝑐 в двух подансамблях также приводит к тому, что

значение критического магнитного поля 𝐵𝑐 для равновесной 𝑃 eq
𝑐 и интегральной

𝑃 int
𝑐 степени циркулярной поляризации, наблюдаемых для всего ансамбля, будут

различны.

Для качественного описания экспериментальных зависимостей, представлен-

ных на рисунке 4.5, было произведено моделирование для равновесной степени

циркулярной поляризации 𝑃 eq
𝑐,𝜏Long

в подансамбле с характерным временем 𝜏Long.

Считая, что в данном подансамбле есть горизонтальные (𝑃 eq,ver
𝑐 ̸= 0) и вертикаль-

ные (𝑃 eq,hor
𝑐 = 0) наноплателеты, можно записать выражение для 𝑃 eq

𝑐,𝜏Long
:

𝑃 eq
𝑐,𝜏Long

= 𝒜 · 𝑃 eq,hor
𝑐 , (4.20)

𝒜 =
𝐼hor

𝐼hor + 𝐼ver
=

2𝑛horΓ
rad
2,hor

2𝑛horΓrad
2,hor + 𝑛verΓrad

2,ver

(4.21)

где 𝑛hor, 𝑛ver - относительное число горизонтальных и вертикальных наноплате-

летов в ансамбле, Γrad
2,hor = Γ0 + Γdb,Γ

rad
2,ver = Γ0 + ΓB(𝜋/2) - темп излучательной

рекомбинации в горизонтальных и вертикальных наноплателетах, соответствен-

но; 𝑃 eq,hor
𝑐 определяется согласно выражению (4.19).

При моделировании экспериментальных зависимостей использовались следую-

щие параметры: ge = 1.67 - электронный g-фактор, gdb = 2 - g-фактор поверхност-

ных парамагнитных центров, gℎ - g-фактор дырки, 𝑛ver/𝑛hor - соотношение коли-

чества вертикальных и горизонтальных наноплателетов в ансамбле, 𝐸𝑝 - энергия

обменного взаимодействия с поверхностными парамагнитными центрами, Γdb/Γ0 -

отношение темпа спин-зависимой рекомбинации темного экситона за счет взаимо-

действия с парамагнитными центрами к темпу спин-независимой рекомбинации.

Считается, что безызлучательный перенос энергии в ансамбле приводит к тому,

что время жизни экситона в вертикальных и горизонтальных наноплателетах оди-

наково и равно 1/Γrad
2,ver.
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Для образца с оболочкой из ZnS наблюдаемый линейный рост степени цирку-

лярной поляризации, в предположении наличия только горизонтальных нанопла-

телетов, может быть описан с gex = ge − 3gℎ = 0.3, что соответствует дырочному

g-фактору gℎ = 0.45. При этом считается, что оболочка ZnS исключает взаимо-

действие экситона с поверхностными парамагнитным центрами, то есть 𝐸𝑝 = 0.

Для образца «CdSe#1» получить качественное описание экспериментальных

зависимостей можно с учетом ферромагнитного типа взаимодействия темного эк-

ситона с поверхностными парамагнитными центрами с энергией 𝐸𝑝 = 0.8 мэВ, при-

водящей к резкому росту 𝑃 eq
𝑐,𝜏Long

до -0.5 уже в поле 𝐵 = 3 Тл. Дырочный g-фактор

при этом равен gℎ = −0.1. C дальнейшим ростом магнитного поля 𝑃 eq
𝑐,𝜏Long

→ −0.2,

что связано с уменьшением вклада горизонтальных наноплателетов в суммарный

сигнал ФЛ, вызванным безызлучательным переносом энергии в вертикальные на-

ноплателеты. Было использовано соотношение 𝑛ver/𝑛hor = 1. Для получения зави-

симостей 𝑃 eq
𝑐,𝜏Long

от магнитного поля при разных температурах, представленных на

рисунке 4.5(e), предполагалась преимущественно спин-независимая рекомбинация

темного экситона Γ0 ≥ Γdb.

Для образца «CdSe#2» немонотонность 𝑃 eq
𝑐,𝜏Long

и величина критического маг-

нитного поля 𝐵𝑐 определяются обменным антиферромагнитным взаимодействи-

ем темного экситона с поверхностными парамагнитными центрами c 𝐸𝑝 = −0.2

мэВ. Использовано значение gℎ = −0.05. Вертикальные наноплателеты в этом

случае определяют только величину 𝑃 eq
𝑐,𝜏Long

в больших магнитных полях и

𝑛ver/𝑛hor = 0.75. Для описания роста 𝐵𝑐 с температурой необходима сильная спин-

зависимая рекомбинация с соотношением Γdb ≈ 10Γ0, то есть в нулевом магнит-

ном поле рекомбинация через взаимодействие с поверхностными парамагнитными

центрами является основным механизмом излучательной рекомбинации темного

экситона.
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4.5 Магнитная циркулярная поляризация фотолю-

минесценции трионов в наноплателетах CdSe с

оболочкой CdS

В данном разделе представлен анализ степени циркулярной поляризации в на-

ноплателетах CdSe толщиной 1.2 нм, покрытых с обеих сторон оболочкой CdS

толщиной 8.4 нм. Экспериментальные результаты для рекомбинационной дина-

мики и степени циркулярной поляризации ФЛ были получены Е.В. Шорниковой

в техническом университете г.Дортмунд, данные по рамановскому рассеянию с

переворотом спина были получены В.Ф. Сапегой в ФТИ им.А.Ф.Иоффе.

Для исследования исходный коллоидный раствор с наноплателетами наносился

и высушивался на стеклянной пластине, которая помещалась в гелиевый криостат.

Также как и в случае наноплателетов CdSe без оболочки в спектрах поглощения

наблюдалось большое расщепление ≈ 150 мэВ между пиками, соответствующими

экситонным комплексам, образованным тяжелой и легкой дыркой. Данный ре-

зультат свидетельствует о том, что как и в случае наноплателетов без оболочки

реализуется квантование дырки в направлении перпендикулярном плоскости на-

ноплателета. Вследствие большого расщепления состояний дырок спин тяжелой

дырки будет фиксирован в направлении оси анизотропии, что должно привести

к угловой зависимости зеемановского расщепления, описываемого выражением

(4.9), и времени излучательной рекомбинации темного экситона, описываемого

выражением (4.1).

Можно видеть, что приложение магнитного поля, а также повышение темпера-

туры не приводят к изменению скорости распада ФЛ в данных структурах (см. рис

4.7). Очевидно, что это противоречит предположению об экситонной природе ФЛ.

Схожее поведение наблюдалось в случае изучения магнитооптических свойств с

сферических КТ CdSe с оболочкой из CdS [126]. В работе [126] было показано, что

наблюдаемый сигнал ФЛ обусловлен рекомбинацией отрицательно заряженных

трионов. В случае трионной ФЛ знак степени циркулярной поляризации позво-
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(a) (b)

Рис. 4.7: Временная зависимость интенсивности фотолюминесценции от ансамбля с вы-
сокой концентрацией наноплателетов CdSe/CdS, измеренная при различных (a) темпе-
ратурах (b) магнитных полях. На вставке показана зависимость времени распада ФЛ от
магнитного поля.

ляет однозначно определить вид резидентного носителя, если существует оценка

для g-фактора электрона и дырки. Экспериментально по сигналу неупругого рас-

сеяния света с переворотом спина было установлено, что величина электронного

g-фактора в данных образцах равна g𝑒 = 1.67. Теоретические оценки g-фактора

дырки в двумерной КТ показывают, что 𝑔ℎ ≈ −0.1 (в то время как в сферической

КТ gℎ ≈ −1). Таким образом, расщепление спиновых состояний отрицательно и

положительно заряженного триона должно приводить к противоположном знаку

степени циркулярной поляризации.

Из рисунка 4.8 видно, что поляризация имеет отрицательный знак, что соответ-

ствует резидентному электрону, т.е. триону образованному двумя электронами и

дыркой. В таком случае зеемановское расщепление будет целиком определяться g-

фактором дырки. Моделирование зависимости степени циркулярной поляризации

ФЛ от магнитного поля было произведено с использованием выражения (4.14) для

бимодального распределения наноплателетов в ансамбле. Так как в случае отри-

цательно заряженного триона магнитное поле не влияет на время излучательной

рекомбинации, то в выражении (4.14) нарастание степени циркулярной поляри-
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(a) (b) (c)

Рис. 4.8: (a) Схема зеемановских подуровней в случае отрицательно заряженного и по-
ложительно заряженного триона. Вертикальные синие и красные линии показывают
циркулярно-поляризованные переходы между спиновыми подуровнями триона и рези-
дентного носителя. Черные стрелки показывают спиновую конфигурацию электронов,
оранжевые стрелки показывают спиновую конфигурацию тяжелых дырок. Зависимость
степени циркулярной поляризации при 15 Тл для ансамбля с низкой (b) и высокой (b)
концентрацией нанопалетлетов CdSe/CdS.

зации со временем определяется исключительно процессами релаксации между

спиновыми подуровнями в плоских наноплателетах, а максимально достижимое

значение степени поляризации зависит от соотношения вертикальных и горизон-

тальных наноплателетов в ансамбле:

𝑃 ens
𝑐 (𝑡) =

2𝑛ℎ𝑜𝑟

2𝑛ℎ𝑜𝑟 + 𝑛𝑣𝑒𝑟

tanh
𝑔hh𝜇𝐵𝐵

2𝑘𝑇
[1 − exp(−𝑡/𝜏𝑠)] (4.22)

Из результатов моделирования можно сделать заключение о том, что доля

плоско лежащих наноплателетов в разбавленном и плотном ансамбле составляет

75% и 20%, соответственно (см. рис. 4.9(a)). При этом для моделирования нам по-

надобилось использовать зависящий от поля g-фактор дырки, который меняется

с gℎ = −0.4 в магнитных полях 0-4 Тл до gℎ = −0.7 при дальнейшем увеличении

магнитного поля. Изменение g-фактора дырки может быть связано с подмешива-

нием состояний легких дырок за счет движения в плоскости наноплателета [127].
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Рис. 4.9: (a) Зависимость насыщенной степени циркулярной поляризации фотолюми-
несценции от величины магнитного поля в случае ансамбля наноплателетов CdSe/CdS
с высокой плотностью (синий цвет) и низкой плотностью (красный цвет). Точки пока-
зывают экспериментальные данные, кривые показывают результат моделирования. (b)
Зависимость от величины магнитного поля g-фактора дырки, полученного в результате
моделирования.

4.6 Краткие итоги

В Главе 4 получены следующие результаты:

∙ Проанализированы механизмы активации излучательной рекомбинации тем-

ного экситона в коллоидных наноплателетах за счет наличия поперечной

компоненты внешнего, либо эффективного внутреннего магнитного поля.

Показано, что роль внутреннего магнитного поля может играть обменное

взаимодействие экситона с локализованными на поверхности парамагнит-

ными центрами. Показано, что поляризация поверхностных спинов во внеш-

нем магнитном поле создает дополнительный обменный вклад в зееманов-

ское расщепление экситона и делает его излучательную рекомбинацию спин-

зависимой. Оба эффекта влияют на степень циркулярной поляризации фо-

толюминесценции.

∙ В ансамблях квантовых точек либо наноплателетов нарастание во време-

ни степени циркулярной поляризации фотолюминесценции помимо спиновой

релаксации между зеемановскими подуровнями также обусловлено различи-

108



ем времени жизни и зеемановского расщепления темного экситона в подан-

самблях.

∙ Установлено, что в коллоидных наноплателетах CdSe/CdS сигнал фотолю-

минесценции обусловлен рекомбинацией отрицательно заряженных трионов.

Из моделирования степени циркулярной поляризации фотолюминесценции в

магнитном поле показано наличие преимущественной ориентации нанопла-

телетов CdSe/CdS на подложке в зависимости от плотности ансамбля.
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Глава 5

Диполь-дипольный перенос

возбуждения с участием темного

экситона в ансамбле коллоидных

квантовых точек CdTe

5.1 Введение

Важным фактором, отличающим рекомбинацию одиночных квантовых точек от

рекомбинации квантовых точек в ансамбле, является наличие процессов перено-

са экситонов между КТ. Если концентрация КТ в ансамбле столь велика, что

характерное расстояние между центрами соседних КТ сопоставимо с их диамет-

ром (3-10 нм), становится возможным диполь-дипольный перенос возбуждения,

впервые описанный Ферстером в работе [128]. Скорость переноса возбуждения по

механизму Ферстера описывается следующим выражением [129, 130]:

ΓET =
2𝜋

~
𝜇d𝜇a𝜅

𝑅6
da𝑛

4
Θ (5.1)

Здесь 𝜇d и 𝜇a - дипольные моменты экситона в акцепторных и донорных кванто-

вых точках, соответственно; 𝜅 - ориентационный фактор, учитывающий распреде-

ление углов между дипольными моментами 𝜇d и 𝜇a. Для случайного распределе-

ния ориентации дипольных моментов 𝜅 =
√︀

2/3; 𝑅da - расстояние между центрами

донорной и акцепторной КТ; 𝑛 - показатель преломления окружающей матрицы;
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Θ - интеграл перекрытия спектра поглощения акцепторной КТ со спектром излу-

чения донорной КТ.

Судить о наличии данного переноса обычно позволяет спектральная зависи-

мость скорости затухания ФЛ [120], а также наличие спектральной диффузии

линии время-разрешенной фотолюминесценции [131]. Ранее о наличии таких про-

цессов сообщалось для квантовых точек CdSe [129, 131, 132], CdS [133], PbS [134],

CdTe [135, 136, 137, 138]. В основном, исследование процессов переноса возбужде-

ния между КТ в ансамбле проводилось при комнатной температуре [129, 132, 139].

Особый интерес представляет исследование процессов диполь-дипольного перено-

са энергии при гелиевых температурах, когда преимущественно заселенным ока-

зывается состояние темного экситона. В таком случае, поперечное магнитное поле

должно приводить к усилению процесса диполь-дипольного переноса возбуждения

за счет подмешивания состояния светлого экситона.

Исследованию влияния магнитного поля на эффективность переноса возбуж-

дения в коллоидных КТ CdSe были посвящены работы [120, 121], демонстрирую-

щие, что диполь-дипольный перенос происходит с сохранением спина экситона, а

также, что с ростом температуры и магнитного поля происходит усиление перено-

са возбуждения в ансамбле. Однако данные работы не позволяют сделать вывод

о вовлеченности темного экситона в процесс диполь-дипольного переноса между

квантовыми точками.

В данной главе приводятся результаты моделирования на основе кинетиче-

ских уравнений для населенностей состояний светлого и темного экситона про-

цесса диполь-дипольного переноса энергии в плотном ансамбле коллоидных КТ

CdTe.
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5.2 Моделирование процесса диполь-дипольного

переноса в ансамбле квантовых точек CdTe

5.2.1 Экспериментальные проявления диполь-дипольного

переноса энергии

Экспериментальная часть исследования была выполнена Ф. Лиу в техническом

университете г.Дортмунд. Была исследована фотолюминесценция коллоидных

квантовых точек CdTe диаметром 3.4 и 3.7 нм. Образцы были получены путем

многократного осаждения квантовых точек из коллоидного раствора с последу-

ющим высушиванием. В полученных образцах наблюдалось неравномерное рас-

пределение концентрации квантовых точек по площади. Исследования проводи-

лось при постоянном и импульсном возбуждении в магнитных полях 0-15 Тл и

при температурах 4-300 К. Положение максимума спектра фотолюминесценции

при импульсной накачке в момент времени 𝑡 = 0 совпадает в участках образца

с различной концентрацией КТ. В случае постоянной накачки наблюдался крас-

новолновый сдвиг максимума спектра ФЛ по сравнению с время-разрешенным

спектром в момент 𝑡 = 0 (см. рис. 5.1(a)). При этом величина сдвига зависела

от концентрации КТ в исследуемой области образца. Данный вывод основан на

линейной зависимости между величиной сдвига линии фотолюминесценции и ее

интенсивностью, как это можно видеть на рисунке 5.1(b). Схожий сдвиг максиму-

ма линии ФЛ наблюдался в работах [132, 129, 140], где он объяснялся переносом

возбуждения между КТ в ансамбле. Иной причиной для сдвига максимума линии

ФЛ во времени могла бы быть разница времен жизни экситона в КТ различно-

го размера, однако известно, что в случае невзаимодействующих коллоидных КТ

CdTe время жизни не зависит от размера КТ и одинаково по всему ансамблю

[136].

Исследование зависимости кинетики распада ФЛ во внешнем магнитном поле

показало наличие участков роста интенсивности сигнала после окончания возбуж-

дающего импульса в нижнеэнергетической части спектра с характерным временем
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(a) (b)

Рис. 5.1: (a) Спектральный сдвиг положения максимума спектра ФЛ в участках с раз-
личной плотностью КТ (красный и черный цвет). Кривые с символами соответствуют
спектрам ФЛ при импульсном возбуждении в момент 𝑡 = 0, обыкновенные кривые соот-
ветствуют спектрам ФЛ при постоянном возбуждении; (b) зависимость величины сдвига
максимума линии ФЛ от интенсивности ФЛ в участках с различной плотностью КТ.
Точки - экспериментальные данные, красной прямой линией показана линейная интер-
поляция.

нарастания порядка 10 нс, что много больше длительности лазерного импульса, а

также характерного времени жизни светлого экситона ≈ 2 нс. Данный факт ука-

зывает на наличие процесса переноса возбуждения между квантовыми точками в

ансамбле с участием темного экситона.

5.2.2 Спектрально-зависимая кинетика распада фотолюми-

несценции при диполь-дипольном переносе энергии

Для объяснения полученных экспериментальных данных было произведено моде-

лирование переноса возбуждения между квантовыми точками различного разме-

ра на основании кинетических уравнений для населенностей экситонов в образце

со средним диаметром КТ 3.4 нм. Безызлучательный диполь-дипольный перенос

энергии может осуществляться при совпадении энергии основного экситонного

состояния в квантовых точках маленького размера с энергией первого возбужден-

ного состояния экситона в больших квантовых точках. При этом считается, что
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(c)

Рис. 5.2: Схематическое изображение возможных процессов переноса в донорных (а) и
независимых (b) КТ. (c) Схема положения уровней энергии в акцепторных и донорных
КТ с изображением возможных каналов распада. Голубыми стрелками показаны процес-
сы энергетической релаксации, зелеными стрелками показан процесс диполь-дипольного
переноса между КТ различного размера, красными стрелками показан излучательный
распад светлого (сплошная стрелка) и темного (пунктирная стрелка) экситонов.

экситон в большой квантовой точке также быстро релаксирует в основное энерге-

тическое состояние. В рамках модели предполагается, что после нерезонансного

возбуждения ансамбля КТ лазерным импульсом происходит, быстрая равноверо-

ятная релаксация экситонов в состояния светлого 𝐹 = ±1𝐿 и темного экситона

𝐹 = ±2, что оправдано в случае коллоидных КТ [36]. Таким образом, спектр ФЛ

сразу после прихода лазерного импульса отображает количество возбужденных

КТ в ансамбле, излучающих на энергии 𝐸: 𝑁0(𝐸) ∝ 𝐼0(𝐸) = exp(−[𝐸 −𝐸0]
2/2𝜎2),

где 𝐸0 = 2.04 мэВ - энергия пика ФЛ в момент 𝑡 = 0, 𝜎 = 65 мэВ - среднеквадра-

тичное отклонение.

Если экситон, создаваемый при возбуждении квантовой точки в момент вре-

мени 𝑡 = 0, может в дальнейшем перенестись безызлучательным образом в

квантовую точку большего размера, то такая точка называется донором (ин-

декс d). В случае, если вблизи возбуждаемой квантовой точки, нет кванто-

вых точек подходящего размера для безызлучательного переноса, такая КТ на-
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зывается независимой (индекс i) (см. рис. 5.2(a,b)). Соотношение квантовых

точек типа «d» и типа «i» будем описывать феноменологической функцией

𝑓𝑑(𝐸) = exp(−[𝐸−𝐸0−𝐸da]
2/2𝜎2

d) отображающей вероятность того, что возбужден-

ная лазером квантовая точка с энергией излучения 𝐸 является донором. Здесь 𝐸da

- характерная энергия между основным и первым возбужденным уровнями энер-

гии экситона. Соответственно, число донорных квантовых точек в момент времени

𝑡 = 0 равно 𝑁0
d(𝐸) = 𝑁0(𝐸)𝑓d(𝐸), а число независимых квантовых точек равно

𝑁0
i (𝐸) = 𝑁0(𝐸)(1−𝑓d(𝐸)). Квантовые точки, в которые переносится возбуждение,

будем называть акцепторами (индекс a). Считается, что акцепторные КТ не воз-

буждаются лазерным импульсом, то есть 𝑁0
𝑎 (𝐸) = 0, а их количество много боль-

ше числа возбуждаемых в начальный момент времени квантовых точек. Также не

учитываются каскадные процессы с одним и более актами переноса возбуждения,

когда КТ может быть одновременно акцептором и донором. Рассматриваемые в

рамках модели каналы излучательной рекомбинации и безызлучательного перено-

са энергии между двумя квантовыми точками различного размера представлены

на рисунке 5.2(c).

Запишем следующую систему уравнений для экситонных населенностей в до-

норных и независимых квантовых точках:

𝑑𝑁A
d,i(𝐸, 𝑡)

𝑑𝑡
= −𝑁A

d,i(ΓA + 𝛾0 + 𝛾th + ΓA
ET) +𝑁F

d,i𝛾th +
1

2
𝐺d(𝐸, 𝑡) , (5.2)

𝑑𝑁F
d,i(𝑡)

𝑑𝑡
= −𝑁F

d,i(𝑡)(ΓF + 𝛾th + ΓF
ET) +𝑁A

d,i(𝑡)(𝛾0 + 𝛾th) +
1

2
𝐺i(𝐸, 𝑡) . (5.3)

где темпы ΓA,F = Γd
A,F, а также 𝛾0 = 𝛾d0 и 𝛾th = 𝛾dth (темп однофононной релаксации

описываемый как 𝛾th = 𝛾0/[exp(∆𝐸AF/𝑘B𝑇 )− 1]) берутся на энергии донорной КТ

малого размера 𝐸d. ΓA
ET и ΓF

ET - это темпы безызлучательного переноса энергии

из состояния светлого и темного экситона в донорных КТ, соответственно. Темпы

накачки состояний светлого и темного экситона обозначены как 1
2
𝐺d,i(𝐸, 𝑡) и взяты

равными друг другу.

Уравнения для населенностей состояний светлого и темного экситона в акцеп-
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торных КТ имеют вид:

𝑑𝑁A
a (𝐸, 𝑡)

𝑑𝑡
= −𝑁A

a (ΓA + 𝛾0 + 𝛾th) +𝑁F
a 𝛾th +

1

2
(𝑁A

d ΓA
ET +𝑁F

d ΓF
ET) , (5.4)

𝑑𝑁F
a (𝐸, 𝑡)

𝑑𝑡
= −𝑁F

a ((ΓF + 𝛾th) +𝑁A
a (𝛾0 + 𝛾th) +

1

2
(𝑁A

d ΓA
ET +𝑁F

d ΓF
ET) . (5.5)

Здесь населенности 𝑁AF
a и все скорости переходов рассматривается на энергии 𝐸a,

тогда как населенности 𝑁d :AF берутся на энергии 𝐸a + 𝐸da.

Начальная оценка для темпов излучательной рекомбинации светлого и темного

экситона ΓA и ΓF, а также темпов релаксации 𝛾0 и энергии ∆𝐸AF были получены из

анализа температурной зависимости кинетики распада ФЛ. Для оценки магнитно-

полевой зависимости темпов ΓF и ΓA,F
ET был использована мультиэкспоненциальная

подгонка экспериментальных временных зависимостей кинетики распада ФЛ с

использованием следующего выражения:

𝐼PL(𝑡) =

∫︁ 𝑡

−∞
𝐼pulse(𝑇 )𝐼𝛿(𝑡)𝑑𝑇 =

5∑︁
𝑖=0

𝐶𝑖

𝜏𝑖

∫︁ 𝑡

−∞
𝐼pulse(𝑇 ) exp(−(𝑡− 𝑇 )/𝜏𝑖)𝑑𝑇 =

5∑︁
𝑖=0

𝐴𝑖

2𝜏𝑖
exp(− 𝑡

𝜏𝑖
)

[︂
1 + Erf

(︂
𝑡− 𝑡0√

2𝜎0
− 𝜎0√

2𝜏𝑖

)︂]︂
, (5.6)

где Erf(𝑥) - функция ошибок, а 𝐴𝑖 = 𝐶𝑖 exp(1 + 𝜎2
0/2𝜏

2
𝑖 ) - весовые коэффициенты

перед компонентами распада с различным характерным временем 𝜏 . Временная

зависимость интенсивности возбуждающего лазерного импульса 𝐼pulse(𝑡) задается

как:

𝐼pulse(𝑡) =
1

𝜎0
√

2𝜋
exp

[︂
−(𝑡− 𝑡0)

2

2𝜎2
0

]︂
, (5.7)

где 𝜎0 = 0.34 нс.

Получив ожидаемый диапазон изменения характерных времен в исследуемой

системе, мы воспроизвели подгонку кривых затухания ФЛ путем совместного ре-

шения уравнений населенности для квантовых точек с энергией излучения 1.93

эВ и 2.04 эВ. Результаты моделирования представлены на рисунке 5.3. При этом

было получено хорошее согласование для распада ФЛ на энергии 1.93 эВ во всех
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Рис. 5.3: Кинетика распада сигнала ФЛ для донорных КТ на энергии 𝐸𝑑 = 2.04 эВ и ак-
цепторных КТ на энергии 𝐸𝑎 = 1.93 эВ при различных значениях внешнего магнитного
поля. Красными и синими кривыми показаны соответствующие результаты моделиро-
вания на основании решения системы уравнений для населенностей в соответствующих
КТ. Зеленая кривая на панели (d) показывает результат моделирования для донорных
КТ с учетом дополнительного канала распада.

рассматриваемых магнитных полях. На энергии 2.04 эВ в больших магнитных по-

лях наблюдается расхождение с экспериментом, что обусловлено учетом не всех

возможных каналов рекомбинации экситонов. Введение дополнительного безызлу-

чательного канала рекомбинации на энергии 2.04 эВ позволяет получить хорошее

согласие с экспериментом (см. рис. 5.3(d)).

На рисунке 5.4 представлены зависимости от магнитного поля темпов излу-

четельной рекомбинации ΓF и диполь-дипольного переноса ΓF
ET, полученные из

мультиэкспоненциальной подгонки, а также из решения системы уравнений для

населенностей экситонных подуровней. В случае темпа излучательной рекомби-

нации Γ𝐹 наблюдается хорошее согласование значений, полученных обоими спо-

собами (см. рис. 5.4(a)). В случае темпа безызлучательного переноса ΓF
ET решение

уравнений для населенностей позволяет определить значения темпа переноса в
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Рис. 5.4: Зависимости темпов рекомбинации (a) и безызлучательного переноса (b) темно-
го экситона от магнитного поля. Черными символами показаны значения, полученные из
мультиэкспоненциальной подгонки, красными символами - уточненные значения, полу-
ченные из кинетических уравнений для населенностей. (c) Зависимость нормированных
темпов излучательной рекомбинации (кружки) и диполь-дипольного переноса (треуголь-
ники) от магнитного поля.

малых полях, который остается постоянным(см. рис. 5.4(b)). Сравнение нормиро-

ванных темпов приводится на рисунке 5.4(c). Рост темпа излучательной рекомби-

нации с магнитным полем описывается как Γ𝐹 (𝐵)/Γ𝐹 (0) = 1 + (𝐵/12)2, а темпа

безызлучтельного переноса как ΓF
ET(𝐵)/ΓF

ET(0) = 1 + (𝐵/12)2 + (𝐵/24)4, что под-

тверждает вывод о том, что мы наблюдаем рекомбинацию и перенос из состояния

темного экситона, так как в поперечном магнитном поле его дипольный момент

должен увеличиваться как 𝐵2 согласно выражению (4.1).

С увеличением температуры рост интенсивности ФЛ во времени становится
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Рис. 5.5: (a-c) Экспериментальная зависимость кинетики распада ФЛ от температуры в
различных магнитных полях, измеренная для КТ диаметром 3.8 нм в максимуме время-
разрешенной линии ФЛ при 𝑡 = 0. (d-f) Расчетная зависимость кинетики распада ФЛ
в низкоэнергетической части спектра для КТ диаметром 3.4 нм, полученная решением
системы уравнений для населенностей экситонных подуровней.

более выраженным, что наблюдалось в образцах с квантовыми точками обоих раз-

меров. На рисунке 5.5 приведены результаты эксперимента и модельный расчет

кинетики распада ФЛ в магнитном поле при более высоких температурах. Можно

видеть, что эффект нарастания интенсивности ФЛ при этом становится более вы-

раженным и согласуется с экспериментальными наблюдениями. Причина данного

явления заключается в термическом заселении состояния светлого экситона.

5.2.3 Спектральная диффузия максимума линии фотолю-

минесценции

В условиях непрерывной накачки стационарное решение с 𝑑𝑁(a, d, i)/𝑑𝑡 = 0 для

населенностей в КТ различного типа имеют вид:
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𝑁A
d,i(𝐸) =

1

2
𝐺𝜏Ad,i𝑁

0
d,i(𝐸) , (5.8)

𝑁F
d,i(𝐸) =

𝜏Fd,i
2

[︀
𝐺𝑁0

d,i(𝐸) + 𝛾0𝑁
A
d,i(𝐸)

]︀
, (5.9)

𝑁A
a (𝐸) =

𝜏Aa
2

[︀
ΓA
ET𝑁

A
d (𝐸d) + ΓF

ET𝑁
F
d (𝐸d)

]︀
, (5.10)

𝑁F
a (𝐸) ≈ 2𝑁A

a (𝐸)
𝜏Fa
𝜏Aa

. (5.11)

где 𝐸d = 𝐸 + 𝐸da.

С учетом того факта, что характерные времена жизни темного 𝜏F и светлого

экситона 𝜏A различаются на два порядка, можно пренебречь вкладом от свет-

лого экситона в сигнал ФЛ при постоянной накачке. В этом случае выражение,

описывающее сдвиг пика ФЛ от ансамбля, можно записать в виде:

𝐼CWPL (𝐸) = 𝐼(𝐸, 𝑡 = 0) [1 −𝐾ET𝑇d(𝐸)] , (5.12)

𝑇d(𝐸) = 𝑓d(𝐸) − 𝑓d(𝐸 + 𝐸da)
𝑁0(𝐸 + 𝐸da)

𝑁0(𝐸)
, (5.13)

где 𝐾ET = ΓF
ET/

(︀
ΓF
ET + ΓF

)︀
- эффективность безызлучательного переноса энергии

из состояний темного экситона. Знак функции 𝑇d(𝐸) определяет спектральные

области, из которых происходит перенос возбуждения 𝑇d(𝐸) > 0, и области, в

которые возбуждение переносится 𝑇d(𝐸) < 0. Результат моделирования согласно

выражению (5.12) представлен на рисунке 5.6(a).

Также можно получить оценку зависимости положения максимума линии ФЛ

от эффективности безызлучательного переноса:

𝐸0 − 𝐸𝑚 = ∆(𝐸𝑚)𝐾ET , (5.14)

∆(𝐸) =
𝜎2

𝑁0(𝐸)

𝜕[𝑁0(𝐸)𝑇d(𝐸)]

𝜕𝐸
. (5.15)

Зависимость сдвига максимума ФЛ от эффективности безызлучательного перено-

са от отношения дисперсии функции 𝑓𝑑(𝐸) и спектра 𝐼(𝐸) при 𝑡 = 0 представлена

на рисунке 5.6(b). Можно видеть, что для полученных, при моделировании па-

раметрах, величина сдвига практически не меняется при изменении магнитного

поля с 0 до 15 Т, что согласуется с экспериментальными наблюдениями.
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(a) (b)

Рис. 5.6: (a)Моделирование сдвига спектра фотолюминесценции при постоянной накачке.
Красная кривая показывает подгонку спектра в момент 𝑡 = 0 при импульсной нерезо-
нансной накачке с помощью нормального распределения. Синяя кривая представляет
функцию 𝑓𝑑(𝐸). Черная кривая показывает экспериментальный спектр ФЛ при посто-
янном возбуждении. Зеленая кривая показывает результат моделирования согласно вы-
ражению (5.12). (b)Зависимость сдвига пика спектра ФЛ при постоянной накачке от
эффективности безызлучательного переноса энергии 𝐾𝐸𝑇 .

Эффективность безызлучательного диполь-дипольного переноса определяет-

ся следующим соотношением между ферстеровским радиусом 𝑅0 и расстоянием

между точечными диполями 𝑅da: 𝐾ET(𝑅da) = 1/(1 + (𝑅da/𝑅0)
6). По определе-

нию ферстеровского радиуса 𝐾ET(𝑅0) = 0.5, что соответствует области образца

с малой плотностью КТ (см. рис. 5.6(b)). В области образца с высокой плотно-

стью КТ, для которой 𝐾(𝐸𝑇 ) ≈ 0.93, среднее расстояние между акцептором и

донором будет 𝑅dense
da ≈ 0.65𝑅0. Используя значения среднего расстояния между

донорными и акцепторными КТ в двух областях образца с различной площа-

дью, можно оценить соотношение интенсивностей ФЛ для данных областей. В

предположении, что КТ образуют один слой на поверхности подложки, соотно-

шение интенсивностей ФЛ будет связано со средним расстоянием между КТ как:

𝐼dense/𝐼diluted =
[︀
𝑅diluted

da /𝑅dense
da

]︀2
= 2.25. Данный результат согласуется с экспери-

ментальным соотношением интенсивностей ФЛ 𝐼dense/𝐼diluted = 2.5, представлен-

ным на рисунке 5.1(a). В предположении, что в области с высокой плотностью КТ

𝑅dense
da ≈ 𝑑, где 𝑑 - средний диаметр КТ в ансамбле, получим следующую оценку

для ферстеровского радиуса 𝑅0 ≈ 5 нм.
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5.3 Краткие итоги

В Главе 5 получены следующие результаты:

∙ Из моделирования кинетик распада фотолюминесценции установлено, что

темный экситон доминирует в диполь-дипольном переносе возбуждения

между квантовыми точками CdTe. Показано, что с ростом магнитного по-

ля ускоряется как время излучательной рекомбинации, так и время ферсте-

ровского переноса с участием темного экситона, при этом эффективность

безызлучательного переноса меняется слабо.
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Заключение

В диссертации получены следующие основные результаты:

1. Изучены состояния дырки 𝑠− и 𝑝−симметрии с полным моментом 3/2 (1𝑆3/2

и 1𝑃3/2) в сферически симметричных потенциалах гармонического осцилля-

тора и Гаусса. Построены пробные волновые функции, позволяющие с высо-

кой степенью точности рассчитать энергии размерного квантования, анизо-

тропное расщепление уровней и эффективный g-фактор дырки.

2. Изучено анизотропное расщепление состояний дырки 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2 с моду-

лем проекции полного углового момента 3/2 и 1/2 на ось анизотропии в

сфероидальных квантовых точках. Показано, что знак расщепления про-

тивоположен при всех значения отношения масс легкой и тяжелой дырки

𝛽 = 𝑚𝑙ℎ/𝑚ℎℎ в случае потенциалов гармонического осциллятора и Гаусса.

В случае потенциала бесконечно глубокой квантовой ямы знак расщепления

зависит от величины 𝛽 и одинаков для состояний 1𝑆3/2 и 1𝑃3/2 в области

𝛽 ≈ 0.2, характерном для рассматриваемых материалов 𝐴2𝐵6.

3. Показано, что в материалах CdTe, ZnTe, CdSe, ZnSe со структурой цинковой

обманки теоретически рассчитанный g-фактор резидентной дырки, локали-

зованной в сферически симметричном потенциале, слабо зависит от конкрет-

ного вида потенциала и равен gℎ ≈ −1. Для дырки в объемном материале

или дырки в локализованном экситоне значение g-фактора определяется па-

раметрами Латтинжера конкретного материала. Для вюрцитного CdSe во

всех рассматриваемых случаях gℎ ≈ −1.
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4. Моделирование плотности экситонных состояний показало, что эпитаксиаль-

ные квантовые точки CdZnSe в ансамбле с плотностью квантовых точек

1010 − 1011 см−2 не могут рассматриваться в качестве полностью изолиро-

ванных центров локализации экситонов.

5. Предложен вид двухчастичных пробных волновых функций электронной и

дырочной подсистемы, позволяющий учесть корреляции между одноименно

заряженными частицами в биэкситоне и существенно повысить расчетную

энергию связи биэкситона, которая хорошо согласуется с ранее опубликован-

ными результатами. Показано, что тонкая энергетическая структура уровней

биэкситона с различным значением суммарного углового момента двух ды-

рок различна для состояний несмешанного (1𝑆2
𝑒1𝑆2

3/2, 1𝑆
2
𝑒1𝑃 2

3/2) и смешанного

типа (1𝑆2
𝑒1𝑆1

3/21𝑃
1
3/2).

6. Показано, что в сферических коллоидных квантовых точках zb-CdSe и w-

CdSe основным состоянием тонкой энергетической структуры краевого экси-

тона является темный экситон 𝐹 = ±2, который может рекомбинировать как

без участия фононов, так и с испусканием от одного до трех оптических фо-

нонов. Для квантовых точек zb-СdSe в спектрах возбуждения фотолюминес-

ценции темного экситона 𝐹 = ±2 наблюдается пик, соответствующий только

нижнему оптически активному состоянию тонкой энергетической структуры

краевого экситона.Одинаковый вид зависимости расщепления нижних состо-

яний тонкой энергетической структуры указывает на наличие аксиальной

анизотропии в квантовых точках zb-CdSe всех размеров.

7. Исследовано расщепление нижних состояний тонкой энергетической струк-

туры экситона в коллоидных наноплателетах CdSe со структурой цинковой

обманки различной толщины. Установлено, что расщепление масштабирует-

ся обратно пропорционально толщине наноплателетов и является результа-

том короткодействующего обменного взаимодействия электрона и дырки в
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условиях диэлектрического конфайнмента.

8. Изучены механизмы активации излучательной рекомбинации и степень цир-

кулярной поляризации фотолюминесценции темного экситона в коллоидных

наноплателетах во внешнем магнитном поле и обменном поле поверхност-

ных парамагнитных центров. Показано, что поляризация поверхностных па-

рамагнитных центров во внешнем магнитном поле создает дополнительный

обменный вклад в зеемановское расщепление экситона и делает его излуча-

тельную рекомбинацию спин-зависимой.

9. Установлено, что в коллоидных наноплателетах CdSe/CdS сигнал фотолю-

минесценции обусловлен рекомбинацией отрицательно заряженных трионов.

Показано, что моделирование степени циркулярной поляризации фотолю-

минесценции в магнитном позволяет определить преимущественную ориен-

тацию наноплателетов CdSe/CdS на подложке в зависимости от плотности

ансамбля.

10. Из моделирования кинетик распада фотолюминесценции установлено, что

темный экситон доминирует в диполь-дипольном переносе возбуждения

между квантовыми точками CdTe. Показано, что с ростом магнитного по-

ля ускоряется как время излучательной рекомбинации, так и время ферсте-

ровского переноса с участием темного экситона, при этом эффективность

безызлучательного переноса меняется слабо.
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