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Introduction

In 1986, scientists of Texas Instruments Incorporated succeeded in confining
electrons inside artificial structures with all their three dimensions below the
De Broglie wavelength (which in semiconductors tipically ranges between
10 nm and 1 pm).[1] These nanoscopic-sized structures were then named
quantum dots (QDs). The carriers (electrons or holes) trapped inside a QD
experience such a strong spatial confinement that energy gaps between levels
of up to several tens of millielectronvolts may appear. This discrete energy
spectrum allows to draw an analogy between QDs and atoms. This is why
QDs are often referred to as “artificial atoms”.[2, 3] However, unlike atoms,
where the confining potential is centrosymmetric and the number of electrons
is conditioned by the charge of the nuclei, QDs offer the possibility to ma-
nipulate the geometry and strength of the confining potential, as well as the
number of carriers confined inside the nanostructure.[4] This flexible design
makes QDs an ideal scenario to study the effects of confinement, Coulomb
interactions and external fields in situ. Moreover, the potential technological
applications of QDs are enormous, including high-efficiency semiconductor
lasers, infrared photodetectors, light-emitting diodes, single-electron transis-
tors, ultradense optical memories, breast cancer treatment and applications
in the emerging fields of spintronics and quantum computation.[3, 5, 6, 7]
As a true reflection of the interest sparked off by QDs, one can note that,
at present, searching the keyword “quantum dot” in www.google.com gives a
larger number of results than keywords as popular as ‘Katie Price”, and al-
most as many as “Claudia Schiffer”. Indeed, in 2003 the amount of scientific
articles investigating these structures outnumbered one thousand units.
The theoretical understanding of these systems, and especially that of
semiconductor QDs, is of great interest from both the fundamental and prac-
tical (technological) points of view. Unfortunately, the ab initio atomistic
theories cannot be used to describe the physics of QDs, for each of these
structures contains tipically between 1.000 and 100.000 atoms. Therefore,
simpler and computationally more efficient methods, such as the effective
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mass and k-p theories combined with the envelope function approximation|§]
(which were originally developed to study semiconductors bulk[9]) are em-
ployed.

Although nowadays QDs can be synthesized in a wide variety of shapes,
the structures presenting axial symmetry are particularly interesting. This
symmetry allows to observe an energy spectrum with shell structure and a
spin sequence obeying Hund rules, which are otherwise lost when the sym-
metry is broken.[10] Axial symmetry is often the default symmetry of QDs
obtained with usual synthesis procedures, such as wet chemistry[11] or self-
assembly growth techniques.[12] Whereas wet chemistry methods originate
spherical or slightly elongated QDs[13], self-assembly techniques lead to QDs
with shapes including semi-spheres, lenses,[14] disks[15] and rings.[16, 17]

At the moment this Thesis was started, the energy structure of axial-
ly symmetric QDs had been studied using essentially bidimensional models
with parabolic[4, 18] or infinite walls[19] confinement potentials. On the one
hand, bidimensional models take advantage from the fact that many QDs
exhibit a much stronger confinement in the growth direction (z) than in the
lateral one. Therefore, it is generally a good approximation to assume that
the carriers are “frozen” in the ground state resulting from the confinement
in the z direction, thus reducing the problem to the study of the movement
in the xy plane. On the other hand, parabolic and infinite walls confine-
ment potentials are frequently used because they allow to obtain analytical
eigenvalues and eigenstates of the single-electron Hamiltonian.

Although these models have proved useful to understand the fundamen-
tal physics of QDs,[4, 18, 20] their limitations prevent them from capturing
some relevant features. To name a few:

e Bidimensional models cannot be used to describe QDs with similar
vertical and lateral confinement. This is the case of spherical dots
synthesized via wet chemistry. Even if the QDs are approximately pla-
nar, assuming a completely missing vertical dimension leads to severe
overestimations of Coulomb interactions and inaccurate estimations of
oscillator strength in optical transitions.

e The parabolic confinement potential cannot be used to investigate
weakly confined particles, owing to its infinite depth.[21, 22, 23] Fur-
thermore, it predicts a reduced number of magneto-optical transitions[19]
and it is subject to an empirical fitting procedure of parameters, which
in turn makes the definition of the problem highly dependent on the
quality of the experimental spectroscopic data that are available before-
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hand. The parabolic confinement potential also stops being a conve-
nient approximation in semiconductor heterostructures where the de-
tails of the confinement potential are important. This is the case, for
instance of multilayer structures or small self-assembled QDs.[24]

e The infinite walls confinement potential does not consider the (finite)
penetration of the electron wave function into the material surrounding
the QD. Therefore, it overestimates the confinement energy and cannot
account for the tunnel effect at all.[25]

The main goal of this Thesis is to develope a theoretical model which
allows to study the energy structure of semiconductor QDs with axial sym-
metry. We would like this model to offer a realistic description of the physics
of these nanostructures while keeping a moderate computational cost, thus
bridging the gap existing between the simpler models (such as two-dimen-
sional models with parabolic or infinite walls confinement potential) and
the more complicated and computationally heavy models (such as models
based on tight-binding atomistic theories,[26] pseudopotential methods[27]
or multi-band & - p theory in the absence of symmetries[28]). Once the mod-
el is ready, we use it to probe several different systems which cannot be
properly described with the models previously used in the literature. For
some of these systems, experimental results are available. In such cases we
discuss the degree of agreement between experimental data and our predic-
tions. Where possible, we also compare with the theoretical interpretations
proposed by other authors. In general, we conclude that our model yields
qualitatively correct estimations of the experimental properties of all the
systems we investigate, and it also allows to foresee novel physical phenom-
ena in systems still lacking experimental work. The Thesis is organized as
follows:

In Chapter 1 we derive in detail the theoretical model we will use to
study the energy structure of conduction electrons and valence holes in QDs
with axial symmetry. The electron states are described within the one-
band k - p-EFA Hamiltonian (i.e., the effective mass approach), considering
non-parabolicity effects[8] and the dependence of the effective mass on the
position in the heterostructure.[29] In order to describe the hole states, we
take into account the spin-orbit coupling, which in quantum dots (unlike in
structures with lower confinement) plays a significant role, leading to an im-
portant mixing between the heavy hole and light hole subbands.[4] Therefore,
we use a four-band k - p-EFA Hamiltonian,[9] which considers this mixing.
Potential terms accounting for external magnetic fields and stress forces are



included in the Hamiltonians. The Hamiltonians of electrons and holes are
then integrated in cylindrical coordinates. In systems with axial symme-
try this allows to integrate out the angular coordinate analytically, thus
reducing the three-dimensional Hamiltonians to effective two-dimensional
expressions in the pz plane. These expressions are computationally inex-
pensive, so that we can still impose a step-like (finite) confinement potential
in order to provide realistic descriptions of QDs with arbitrary shape. The
integration of the resulting k - p Hamiltonians for axially symmetric systems
is carried out numerically in a finite differences scheme. This chapter also
includes expressions corresponding to the absorption coefficient of optical
interband and intraband transitions, according to our model. Finally, we
describe how to calculate the energy structure of two-electron systems using
a configuration interaction (CI) method.

In Chapter 2 we study the effect of a magnetic field on spherical QDs
synthesized via wet chemistry. This synthesis method allows to grow QDs
with concentric layers of different semiconductor materials, so that one can
alternate potential wells and barriers along the radial direction.[30, 31, 32]
Switching on a magnetic field breaks the spherical symmetry and then only
axial symmetry is preserved. We study the effect of a magnetic field on
both homogeneous and multilayer QDs. The interplay between spatial and
magnetic-field-induced confinements in these structures gives rise to several
different phenomena, which are revealed by the magneto-optical spectra.[33,
34, 35]

In Chapter 3 we investigate the effect of a thin AlAs layer embedded in
a GaAs matrix on the energy structure of a nearby-deposited self-assembled
In(Ga)As QD. In this system, the AlAs layer behaves as a higher potential
barrier than the GaAs matrix. We study the influence of this barrier as a
function of its position and distance with respect to the QD. The results we
obtain are compared with related experimental works.[36]

In Chapter 4 we analyze the energy structure of self-assembled quantum
rings (QRs)[16, 37] in the presence of a magnetic field parallel to the growth
axis. There are no direct evidences that these nanostructures preserve their
ring geometry once they are completely buried inside a semiconductor ma-
trix, so that the observed experimental spectra may simply correspond to
QDs with similar dimensions to those of the uncovered QR. Our work is
mainly focused to elucidate this question. We thus compare several spectra
of buried QRs (each charged with one electron, two electrons or one exci-
ton) with our calculations for self-assembled QRs and QDs.[38, 39, 40] It is
concluded that qualitative agreement with all the experimental works can
be obtained if we assume the covered rings to keep the shape and dimen-
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sions observed from atomic force micrographs (AFM) prior to the covering.
However, this is not the case when we assume simply-connected topologies
(i.e., QDs). In addition, we suggest magnetization experiments in order to
easily and unambiguosly determine the topology of buried self-assembled
nanostructures.[41] This chapter also includes an empirical validation of the
multi-band k - p Hamiltonian for holes in the presence of a magnetic field
which was recently proposed in Ref.[42].

In Chapter 5 we describe an independent work where we demonstrate
the possibility to control the magnetization of diluted magnetic II1I-V semi-
conductors QDs by means of the number of holes confined in the dot. We
assume a disk-shaped QD with a (Mn) magnetic impurity in the center and
use a theoretical model taken from Refs.[43, 44]. This model employs infinite
walls confinement potential, therefore allowing semianalitic solutions of the
four-band k - p Hamiltonian for holes in the presence of an acceptor impu-
rity. The spins of the d-shell electrons of the Mn ion interact with those of
the holes confined in the dot via the so-called sp-d exchange interaction.[45]
When there is only one confined hole, this interaction results in an effective
magnetic field which modifies the Zeeman spectrum of the Mn ion. When
a second hole is confined in the QD, its spin aligns anti-parallel to the spin
of the first hole. Therefore, it compensates for the first hole contribution
to the sp-d exchange interaction energy and the effective magnetic field is
strongly suppressed.[46]

The present report gathers the most important results obtained in a
collection of ten articles published by the author of this Thesis and his co-
workers. All these articles have been published or are about to be published
in international and national scientific journals. These papers are:

1. J. Planelles, J.G. Diaz, J. Climente, and W. Jaskdlski, “Semiconduc-
tor nanocrystals in a magnetic field”, Physical Review B 65, 245302
(2002).1

2. J. Planelles, J. Climente, J.G. Diaz, and W. Jaskélski, “Hole energy
structure of multishell nanocrystals in a magnetic field”, Journal of
Physics: Condensed Matter 14, 12537 (2002).

3. J.I. Climente, J. Planelles, W. Jaskélski, and J.I. Aliaga, “Magneto-
optical transitions in multilayer semiconductor nanocrystals”, Journal
of Physics: Condensed Matter 15, 3593 (2003).

1Selected for the Virtual Journal of Nanoscale Science & Technology, issue of June
10th, 2002.
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4. J.L. Movilla, J.I. Climente, and J. Planelles, “Effects of a thin AlAs
layer on InAs quantum dot electronic structure”, Journal of Applied
Physics 94, 4515 (2003).2

5. J.I. Climente, J. Planelles, and W. Jaskolski, “Magneto-optical transi-
tions in nanoscopic rings”, Physical Review B 68, 075307 (2003).3

6. J.I. Climente, J. Planelles, and J.L. Movilla, “Magnetization of nanoscop-
ic quantum rings and dots”, Physical Review B 70, 081301(R) (2004).*

7. J. Planelles, and J.I. Climente, “Far-infrared absorption of self-assembled
semiconductor rings”, Collection of Czechoslovak Chemical Communi-
cations, accepted in November 2004. (See also cond-mat/0412552).

8. J.I. Climente, J. Planelles, and F. Rajadell, “Energy structure and
far-infrared spectroscopy of two electrons in a self-assembled quantum
ring”, under acceptance process by J. Phys.: Condens. Matter (favor-
able report of the Referees with minor suggestions, January 2005).

9. J.I. Climente, M. Korkusinski, P. Hawrylak, and J. Planelles, “Voltage
control of the magnetic properties of charged semiconductor quantum
dots containing magnetic ions”, accepted by Phys. Rev. B, January
2005.

10. F. Rajadell, J. Planelles, and J.I. Climente, “Célculo del tensor de de-
formaciones en puntos cudnticos enterrados en matrices semiconduc-
toras” [Calculation of the strain tensor of QDs buried in semiconductor
matrices|, submitted to Revista Espanola de Fisica (December 2004).

The Reader may find copies of these articles attached at the end of this
report. The paper dealing with calculations of the strain tensor derives the
expressions of the strain tensor elements of self-assembled QDs with arbi-
trary shape within the isotropic elastic theory. This article is complemented
with a text corresponding to an internal report by our research group,[47]
where such expressions are derived in a more detailed manner. We have
used the obtanied expressions to determine the effect of stress forces over

2Selected for the Virtual Journal of Nanoscale Science & Technology, issue of September
29th, 2003.

3Selected for the Virtual Journal of Nanoscale Science & Technology, issue of August
25th, 2003.

4Selected for the Virtual Journal of Nanoscale Science & Technology, issue of August
23rd, 2004.
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some of the nanostructures which were studied in this Thesis.[39, 40, 41] Al-
though these expressions were previously obtained by other authors,[48, 49]
the originality of our work lies in its detailed derivation, starting from the
very definitions of strain and stress.

Finally, we would like to mention that a significant part of the work
comprised in this Thesis was devoted to the implementation of computa-
tional codes which allow to efficiently solve the equations of the developed
theoretical model. For the sake briefty, these codes have been omitted in
the present report.
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Introduccion

En 1986, cientificos de Texas Instruments Incorporated lograron por primera
vez confinar electrones en estructuras artificiales con las tres dimensiones es-
paciales inferiores a la longitud de onda de De Broglie (que en semiconduc-
tores oscila entre 10 nm y 1 pm).[1] Estas estructuras de tamano nanoscépico
fueron entonces bautizadas como puntos cuanticos (quantum dots o QDs).
El principal interés de los puntos cudnticos reside en que un portador de car-
ga (electrén o hueco) atrapado en su interior esta sujeto a un confinamiento
espacial tan fuerte que sus niveles energéticos exhiben separaciones de hasta
decenas de milielectronvoltios (meV). Este espectro de energias discreto per-
mite establecer paralelismos entre los QDs y los 4tomos, motivo por el cual
los QDs a menudo se denominan “4dtomos artificiales”.[2, 3] Sin embargo, a
diferencia de los d4tomos, donde el potencial confinante es centrosimétrico y
el nimero de electrones viene condicionado por la carga del ntcleo, en los
QDs es posible manipular la geometria y la fuerza del potencial confinante,
asi como el nimero de portadores de carga que pueblan la nanoestructura.[4]
Esta flexibilidad en su diseno los convierte en el escenario ideal para estudiar
in situ efectos de confinamiento, interacciones culémbicas y campos exter-
nos. Asimismo, las potenciales aplicaciones tecnoldgicas que presentan son
numerosisimas: laseres semiconductores de alto rendimiento, fotodetectores
infrarrojos, diodos emisores de luz, transistores de un tnico electrén, memo-
rias Opticas ultradensas, tratamiento de cancer de pecho, aplicaciones en el
campo de la espintrénica y la computacién cudntica. . .[3, 5, 6, 7] Un refle-
jo inequivoco del interés despertado por los QDs es que, en la actualidad,
una busqueda en www.google.com de la palabra clave “quantum dots” ofrece
mas resultados que otras palabras clave tan populares como “Katie Price” y
casi tantas como “Claudia Schiffer”. De hecho, en el ano 2003 el niimero de
publicaciones cientificas sobre estas estructuras sobrepasé el millar.

El entendimiento tedrico de estos sistemas, y particularmente de los QDs
semiconductores, es pues de gran interés tanto a nivel de fisica fundamental
como de aplicaciones practicas. Desafortunadamente, las teorias atomis-
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ticas ab initio no pueden ser empleadas para describir los fendmenos que
se observan en QDs, debido a que una sola de estas estructuras contiene
tipicamente entre 1.000 y 100.000 d&tomos. Por tal motivo habitualmente
se emplean métodos mas simples y computacionalmente mas tratables tales
como las teorias de masas efectivas y métodos k - p en aproximacién de fun-
ci6én envolvente (EFA),[8] que originalmente fueron disefiados para estudiar
las propiedades de sélidos semiconductores macroscépicos.[9]

Aunque hoy en dia es posible sintetizar QDs semiconductores con una
gran diversidad formas, son especialmente interesantes las nanoestructuras
que presentan simetria axial. Esta simetria permite observar claramente
una estructura de capas en el espectro energético y una secuencia de espines
definida por las reglas de Hund, que sin embargo se pierden al romperla.[10]
La simetria axial se obtiene por defecto en algunas de las técnicas de sintesis
de QDs més habituales, como la via de la quimica himeda[l1] o las técnicas
de crecimiento cristalino epitaxial basadas en fuerzas de tensién.[12] La via
de la quimica himeda da lugar a QDs esféricos o ligeramente prolongados[13],
mientras que las fuerzas de tension originan QDs con forma de semiesferas,
lentes,[14] discos[15] y hasta anillos.[16, 17]

En el momento de iniciar esta Tesis Doctoral, el estudio de la estructura
energética de QDs con simetria axial se habia abordado esencialmente uti-
lizando modelos bidimensionales con potencial confinante parabdlico[4, 18]
o de paredes infinitas.[19] Los modelos bidimensionales tienen en cuenta que
muchos de los QDs presentan un confinamiento en la direccién de crecimien-
to (z) muy superior al confinamiento lateral. Esto les permite asumir que los
portadores de carga se encuentran “congelados” en el estado fundamental que
resulta del confinamiento en la direccion z, reduciendo el problema al estudio
del movimiento en el plano x y. El uso de potenciales confinantes parabdlico
y de paredes infinitas viene motivado por la posibilidad que ofrecen de obten-
er funciones y valores propios analiticos del Hamiltoniano monoelectrénico.
Si bien es cierto que estos modelos han conseguido establecer las bases de la
fisica de los QDs,[4, 18, 20] no es menos cierto que sus limitaciones impiden
captar algunos aspectos importantes de la misma:

e Los modelos bidimensionales no son aplicables en QDs donde la altura
sea de magnitud comparable a la base. Un ejemplo paradigmatico son
los QDs con simetria axial sintetizados por quimica himeda. Inclu-
so en QDs aproximadamente planos, asumir una ausencia total de la
dimensién vertical conlleva importantes sobrestimaciones de las inter-
acciones culdombicas y estimaciones inexactas de la fuerza de oscilador
de las transiciones 6pticas.

e El potencial parabdlico no es aplicable en sistemas con confinamiento
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débil debido a su profundidad infinita,[21, 22, 23] predice un nimero
reducido de transiciones transiciones magneto-Gpticas[19] y esta sujeto
a un procedimiento de ajuste empirico de parametros que condiciona la
definicién de cada problema con la cantidad y calidad de datos espec-
troscopicos experimentales conocidos de antemano. Por otro lado, el
perfil confinante parabdlico deja de ser una aproximacién conveniente
en heteroestructuras semiconductoras donde los detalles del potencial
confinante son importantes, como en estructuras multicapa o en QDs
auto-ordenados pequenos.[24]

e El potencial de paredes infinitas no tiene en cuenta la penetracion
de la funcién de onda electrénica en el material que envuelve el QD,
por lo que sobrestima la energia de confinamiento y niega cualquier
manifestacién del efecto tiinel.[25]

El principal objetivo de esta Tesis es la construccién de un modelo tedrico
para estudiar la estructura energética de QDs semiconductores con simetria
axial. Se espera que dicho modelo ofrezca una descripcién realista de la fisi-
ca de estas nanoestructuras por un coste computacional moderado. De esta
manera se cubrirfa el vacio existente entre los modelos méas simples (como
los bidimensionales con potencial confinante parabdlico o de paredes infini-
tas) y los mas complejos y computacionalmente pesados (como los basados
en teorias atomisticas tight-binding[26], métodos de pseudopotencial[27] o
k - p multibanda en ausencia de simetrias[28]). Posteriormente se hace uso
de este modelo para investigar diversos sistemas que escapan del alcance de
los modelos previamente utilizados en la literatura. Para algunos de estos
sistemas se dispone de resultados experimentales, en cuyo caso discutimos
el grado de acuerdo con nuestras predicciones y comparamos con las inter-
pretaciones tedricas formuladas en trabajos anteriores. Se concluye que, en
general, nuestro modelo ofrece estimaciones cualitativamente correctas de
los diversos experimentos analizados y permite la prediccion de numerosos
fenémenos fisicos noveles en sistemas para los cuales todavia no existen estu-
dios empiricos. La memoria de Tesis Doctoral estd organizada de la siguiente
manera:

En el Capitulo 1 se deriva con detalle el modelo tedrico con el que estu-
diamos la estructura energética de electrones de conduccion y huecos de va-
lencia en QDs con simetria cilindrica. Los estados de electrones se describen
mediante un Hamiltoniano k- p-EFA de una banda (esto es, en aprozimacion
de masa efectiva), considerando efectos de no parabolicidad[8] y dependen-
cia de la masa efectiva con la posicién en la heteroestructura.[29] Para la
descripcién de los estados de huecos en QDs, en contra de lo que sucede en
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estructuras de menor confinamiento, el acoplamiento espin-érbita conduce
a una mezcla entre las subbandas de huecos pesados y huecos ligeros que
no puede ser descartada.[4] Por este motivo, el modelo que utilizamos es
un Hamiltoniano & - p-EFA de cuatro bandas,[9] que tiene en cuenta dicho
acoplamiento. En los Hamiltonianos incluimos diversos potenciales, como
campos magnéticos externos o fuerzas de tensién. Los Hamiltonianos de
electrones y huecos se integran en coordenadas cilindricas. En sistemas
con simetria axial, la coordenada angular se integra analiticamente y pode-
mos reducir los Hamiltonianos a expresiones efectivas bidimensionales en el
plano p z. La economia de cédlculo de estas expresiones nos permite imponer
un potencial confinante escalonado (finito) para describir realistamente het-
eroestructuras con forma arbitraria. La integracién de los Hamiltonianos k-p
en simetria axial se lleva a cabo numéricamente mediante el uso de diferen-
cias finitas. En este capitulo se incluye también las expresiones generales de
coeficientes de absorcion para transiciones épticas intra e interbanda segtiin
nuestro modelo. Por 1ltimo se describe el célculo de sistemas bielectrénicos
mediante un método de interaccién de configuraciones (CI).

En el Capitulo 2 se estudia el efecto de un campo magnético axial so-
bre QDs esféricos sintetizados por via de la quimica himeda. Este método
sintético permite la formacién de QDs con capas concéntricas de diferentes
materiales semiconductores, de manera que se pueden alternar pozos y bar-
reras de potencial confinante a lo largo de la direccién radial.[30, 31, 32] La
aplicacién de un campo magnético externo rompe la simetria esférica de estos
sistemas y solo se preserva la simetria circular. Estudiamos el efecto de un
campo magnético en QDs mono y multicapa. La interaccién entre el confi-
namiento espacial y el confinamiento introducido por el campo magnético da
lugar a diversos fenémenos que se manifiestan en el espectro magneto-éptico
de estas estructuras.[33, 34, 35]

En el Capitulo 3 se investiga el efecto que tiene una capa fina de AlAs
inmiscuida en una matriz de GaAs sobre la estructura energética de un QD
auto-ordenado de In(Ga)As con forma de lente. En este sistema, la capa de
AlAs constituye una barrera de potencial confinante més alta que la impues-
ta por GaAs, de modo que los niveles electréonicos del QD son sensibles a la
proximidad de la misma. Estudiamos la influencia de esta barrera en funcién
de la posicion y la proximidad respecto del QD. Los resultados obtenidos se
comparan con diversos trabajos experimentales relacionados.[36]

En el Capitulo 4 se analiza la estructura energética de anillos cuanticos
(quantum rings o QRs) auto-ordenados[16, 37] en presencia y ausencia de
un campo magnético paralelo al eje de crecimiento. No existen evidencias
directas de que estas nanoestructuras preserven la geometria anular cuan-
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do son completamente recubiertas en una matriz semiconductora. Nues-
tros estudios estdn enfocado principalmente a dilucidar esta cuestién. A
tal fin, comparamos diversos espectros experimentales (monoelectrénicos,
bielectrénicos y exciténicos) con nuestros calculos para QRs y QDs con
forma de lente.[38, 39, 40] Se concluye que, asumiendo geometria de anil-
lo con las dimensiones que se observan por microscopia de fuerza atémica
(AFM) en muestras previas al recubrimiento, es posible obtener un acuerdo
cualitativo con todos los sistemas experimentales investigados. En cam-
bio, no sucede lo mismo si asumimos topologias simplemente conectadas
(QDs). Adicionalmente, proponemos experimentos de magnetizacién para
determinar de manera sencilla y univoca la topologia de nanoestructuras
auto-ordenadas enterradas.[41] El capitulo incluye una validacién empirica
del Hamiltoniano & - p multibanda de huecos en presencia de campos mag-
néticos propuesto recientemente en la Ref.[42].

El Capitulo 5 presenta un trabajo independiente en el que se demues-
tra la posibilidad de controlar la magnetizacion de QDs de semiconductores
magnéticos diluidos III-V mediante el ntimero de huecos confinados en su
interior. Para ello se asume un QD con forma de disco (cilindro chato) con
una impureza magnética (Mn) confinada en su centro. El modelo tedri-
co utilizado en este capitulo se basa en las Refs.[43, 44] y asume potencial
confinante de paredes infinitas para obtener soluciones semianaliticas del
Hamiltoniano & - p de huecos en presencia de una impureza aceptora. Cuan-
do un solo hueco se confina en el QD, los espines de los electrones de la capa
d del ion Mn y el espin del hueco interaccionan a través de la energia de
intercambio sp-d.[45] Como resultado de esta interaccién se crea un campo
magnético efectivo que modifica el espectro Zeeman del ion Mn. Cuando
se introduce un segundo hueco, su espin compensa el efecto del primer hue-
co y se obtiene un campo magnético efectivo neto igual a cero o casi cero,
en ausencia y presencia de campos magnéticos externos respectivamente.[46]

Esta memoria recoge los resultados més importantes descritos en una
coleccién de diez articulos de los cuales el doctorando es coautor. Todos estos
articulos han sido publicados (o son de inminente publicacién) en revistas
cientificas nacionales e internacionales. Una lista completa de los mismos se
ofrece a continuacion:

1. J. Planelles, J.G. Diaz, J. Climente, y W. Jaskélski, “Semiconduc-
tor nanocrystals in a magnetic field”, Physical Review B 65, 245302
(2002).5

5Seleccionado para el nimero del 10 de junio de 2002 de Virtual Journal of Nanoscale
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2.

10.

J. Planelles, J. Climente, J.G. Diaz, y W. Jaskdlski, “Hole energy
structure of multishell nanocrystals in a magnetic field”, Journal of
Physics: Condensed Matter 14, 12537 (2002).

J.I. Climente, J. Planelles, W. Jaskolski, y J.I. Aliaga, “Magneto-
optical transitions in multilayer semiconductor nanocrystals”, Journal

of Physics: Condensed Matter 15, 3593 (2003).

J.L. Movilla, J.I. Climente, y J. Planelles, “Effects of a thin AlAs layer
on InAs quantum dot electronic structure”, Journal of Applied Physics
94, 4515 (2003).

J.I. Climente, J. Planelles, y W. Jaskolski, “Magneto-optical transi-
tions in nanoscopic rings”, Physical Review B 68, 075307 (2003).”

J.I. Climente, J. Planelles, y J.L. Movilla, “Magnetization of nanoscop-
ic quantum rings and dots”, Physical Review B 70, 081301(R) (2004).

J. Planelles, y J.I. Climente, “Far-infrared absorption of self-assembled
semiconductor rings”, Collection of Czechoslovak Chemical Communi-
cations, aceptado en Noviembre 2004. (Ver también cond-mat/0412552).

J.I. Climente, J. Planelles, y F. Rajadell, “Energy structure and far-
infrared spectroscopy of two electrons in a self-assembled quantum
ring”, pendiente de publicacion.

J.I. Climente, M. Korkusinski, P. Hawrylak, y J. Planelles, “Voltage
control of the magnetic properties of charged semiconductor quan-

tum dots containing magnetic ions”, aceptado por Phys.Rev.B (Enero
2005).

F. Rajadell, J. Planelles, y J.I. Climente, “Célculo del tensor de de-
formaciones en puntos cuanticos enterrados en matrices semiconduc-
toras”, pendiente de publicacion.

Pueden encontrarse copias de estos articulos adjuntas al final de esta
memoria. La publicacion referente al cdlculo de tensores de deformacién

Science & Technology.

8Seleccionado para el ntimero del 29 de septiembre de 2003 de Virtual Journal of
Nanoscale Science & Technology.

"Seleccionado para el nimero del 25 de agosto de 2003 de Virtual Journal of Nanoscale
Science & Technology.

8Seleccionado para el nimero del 23 de agosto de 2004 de Virtual Journal of Nanoscale
Science & Technology.
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obtiene las expresiones de los elementos del tensor de deformaciéon de QDs
auto-ordenados con forma arbitraria en el marco de la teoria de elasticidad
isotropica. Esta publicacion se complementa con un texto, correspondiente
a un informe interno de nuestro grupo de investigacion,[47] en el que dichas
expresiones se derivan de manera mas detallada. Las expresiones obtenidas
han sido utilizadas para determinar el efecto de las fuerzas de tension so-
bre algunas de las nanoestructuras estudiadas durante la Tesis.[39, 40, 41]
Aunque estas expresiones fueron obtenidas anteriormente por otros auto-
res,[48, 49] la originalidad de nuestro trabajo radica en su derivacién detal-
lada y completa, partiendo de las definiciones de tension y deformacién.

Por ultimo, cabe mencionar que una parte significativa del trabajo re-
alizado a lo largo de la Tesis fue dedicado a la implementacion de cédi-
gos informéticos que permitieran una resolucién computacional eficiente de
las ecuaciones inherentes al modelo tedrico desarrollado. Por motivos de
brevedad, éstos han sido omitidos en la presente memoria.
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Capitulo 1

Hamiltonianos k - p-EFA en
simetria axial

En este capitulo desarrollamos las ecuaciones que nos permitiran estudiar
el espectro energético de electrones de conducciéon y huecos de valencia en
QDs semiconductores con simetria cilindrica y forma arbitraria. Empleamos
la teoria k - p en aproximacién de funcién envolvente (EFA). Este méto-
do extrapola perturbacionalmente la estructura de bandas de heteroestruc-
turas semiconductoras en la vecindad de algin punto conocido de la de-
nominada Zona de Brillouin, utilizando un ntimero reducido de parametros
empiricos.[8, 51]

La Figura 1.1 ilustra un perfil tipico de estructura de bandas de un semi-
conductor de gap directo alrededor del centro de la Zona de Brillouin (punto
I'). La banda de conduccién (BC) de un semiconductor se forma a partir
de orbitales atémicos tipo s y, por tanto, estd constituida por una unica
subbanda (doblemente degenerada si se consideran grados de libertad de
espin) separada del tope de la banda de valencia (BV) por la energia de gap,
E,. En semiconductores con energia de gap amplia, la BC y la BV no se
acoplan apreciablemente. En tal caso, es una buena aproximacion describir
los estados electréonicos poco excitados con un Hamiltoniano k - p de una
banda que trate la BC independientemente. Por contra, en semiconductores
con energia de gap pequena existe un acoplamiento significativo entre la BC
y la BV. En estos sistemas el modelo simple de una banda ofrece estima-
ciones desviadas de las energias electrénicas correctas.[28] Ante este hecho
uno podria optar emplear un Hamiltoniano k - p multibanda que considere
simultaneamente la BC y la BV y, por tanto, el acoplamiento entre ambas
bandas. Sin embargo, existe una alternativa mas sencilla: el Hamiltoni-



2 Capitulo 1: Hamiltonianos k - p-EFA en simetria axial
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Figura 1.1: Relaciones de dispersién de las bandas de un semiconductor de gap directo en los
alrededores del punto I' de la Zona de Brillouin.

ano de una banda todavia puede ser valido si se utiliza una masa efectiva
electronica que refleje el efecto del acoplamiento de la BC con la BV, las
fuerzas de tensién hidrostatica y la dependencia de la masa electrénica con
la posicién.[8, 24, 52, 53|

La BV se forma a partir de orbitales atémicos tipo p, por lo que estd
constituida (en semiconductores ciibicos de gap directo) por dos subban-
das degeneradas en el tope de la banda méas una tercera subbanda separada
energéticamente por una cantidad denominada split-off (Ago). Las dos sub-
bandas degeneradas en el tope de la BV se denominan subbandas de huecos
pesados (HH) y de huecos ligeros (LH) (ver Figura 1.1). Una descripcién
realista de los estados de huecos requiere el uso de un Hamiltoniano que
considere el acoplamiento entre (al menos) estas dos subbandas. Esto es es-
pecialmente cierto en QDs, donde el fuerte confinamiento espacial hace que
los estados de huecos presenten valores del vector de onda k para los cuales
la interaccién entre subbandas de HH y LH no puede ser despreciada.[4]
El Hamiltoniano k - p que considera acoplamiento entre HH y LH e incluye
grados de libertad de espin se conoce como Hamiltoniano Luttinger-Kohn
de cuatro bandas.[9]
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En este capitulo se desarrollan Hamiltonianos & - p de una banda para
electrones y de cuatro bandas para huecos, que posibilitan una descrip-
cién realista de estados poco excitados de la BC y de la BV en semicon-
ductores. Ademds, para poder estudiar QDs, utilizamos la aproximacién
de funcién envolvente, la cual permite extender el uso de la teoria k - p a
heteroestructuras.[8] El capitulo estd organizado de la siguiente manera. En
la Seccién 1.1 se derivan las expresiones de los Hamiltonianos de particu-
la independiente en coordenadas cilindricas. Para el caso de electrones, se
discute la introduccién de la dependencia de la masa efectiva respecto de la
energia (efectos de no parabolicidad) y de la posicién. En la Seccién 1.2 se
discuten las expresiones apropiadas para distintos tipos de potenciales mono-
electrénicos: confinamiento espacial en heteroestructuras, campo magnético
externo y fuerzas de tension elastica. En la Seccién 1.3 se describe el méto-
do numérico empleado para la resolucién de los Hamiltonianos de electrones
y huecos. En la Seccién 1.4 se desarrollan las expresiones del coeficiente
de absorcién para transiciones intrabanda e interbanda. Por ltimo, en la
Seccién 1.5 se explica el procedimiento seguido para el cédlculo de estados
bielectrénicos.

1.1 Hamiltonianos de particula independiente

1.1.1 Hamiltoniano monoelectronico

El Hamiltoniano k - p-EFA de una banda para electrones en un cristal se
escribe simplemente como el Hamiltoniano de un electrén libre pero con
la masa del electrén libre mg sustituida por una masa efectiva m* y, en
lugar del potencial periédico de la red cristalina, un potencial confinante
V (7) definido por los limites de la heteroestructura (Seccién 1.2.1).} En
coordenadas cartesianas y unidades atémicas (h = e = mg = 1), la expresién
es:

He:

o (B2 + 5 +92) + V(w9 2). (1.1)

donde p, , . son las proyecciones del operador momento, pg . = —1 Vg, ..
Las funciones propias de la expresion anterior se denominan funciones envol-
ventes del electrén. Estas funciones describen el comportamiento electronico

'En esta memoria no mostramos el desarrollo que permite pasar del Hamiltoniano de
un electrén libre en una heteroestructura cristalina al correspondiente Hamiltoniano k - p-
EFA. Una explicacién completa de este procedimiento puede encontrarse, p.ej. en las
Refs.[8, 51].
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en la escala (nanoscopica o mesoscépica) de la heteroestructura.? Para trans-
formar la Ecuacién 1.1 a coordenadas cilindricas consideramos las siguientes
equivalencias entre coordenadas, definidas en la Figura 1.2:

Z A
0,0.2) |-
Y \\ (Xay,Z)
I
I
I
I
I
| (x00)
~ %p : / >
P \\\ : // X
Oy />

Figura 1.2: Coordenadas cilindricas.

x = pcosh, y = psind, (1.2)
_ Yy ) 211/2
6 = arctan (m)’ p=(z"+y")/~ (1.3)

Las derivadas cartesianas se expresan en coordenadas cilindricas como:

9 _opo 00
oxr  O0x0Op 0x00’
9 9p0 000

9y Oydp  0yoe’

de donde obtenemos:

2 Adicionalmente, el comportamiento del electrén en cada celda unidad del cristal viene
dado por una funcién periédica, u;, donde i es el indice de la banda estudiada. La funcién
de onda completa, pues, se escribe como el producto de la funcién envolvente por la parte
periédica u;.
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0 sind 0 0

% = - P) % +C0898fp, (16)
0 cosf O . 0

873/ - P) % +Sln887p. (17)

Teniendo en cuenta las relaciones anteriores, podemos reescribir las proyec-
ciones del operador momento como:

sinf 9 0
Dy = —1 | —— — — 1.
Da Z( p 89+C0898p>’ (1.8)
L cosf 0O . 0
py——Z <p69+81n98p>, (19)

0

D, = —1 —. 1.1
P g (1.10)

Asi, el Hamiltoniano de una banda en coordenadas cilindricas resulta:

~ 1 10 0 02 1 92 A
- o \Py |t a2t 5o, . 1.11
He 2m* (p op (p8p> - 022 + 02 aaz) +V(0,p,2) ( )

En sistemas con simetria circular (cilindrica o esférica), la funcién envol-
vente electrénica puede escribirse como

1 .
fn(0.0.9) = 7= Fun(p.2) (1.12)

donde m es la proyeccion z del momento angular envolvente y n el niimero
cuantico principal. La componente 6 del Hamiltoniano puede entonces de-
sacoplarse de (p, z) e integrarse analiticamente, de manera que la ecuacién
de autovalores se reduce a:

2 2
<_271n* (;;0 (p;p) + % - TZQ) + V(pv Z) - En,m> fne,m(pv Z) =0.
(1.13)
Puesto que pretendemos estudiar nanoestructuras con simetria axial pero
forma arbitraria, en general el potencial confinante V' (p, z) impide la sepa-
raciéon de las variables p y z. Por tanto, la Ecuaciéon 1.13 debe integrarse

numéricamente. El método que empleamos a este fin se describe en la Sec-
cién 1.3.
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Efecto de no parabolicidad de la banda

En el modelo k - p de una banda, la masa efectiva viene determinada por la
curvatura de la relacién de dispersion de la banda frente al vector de onda,
k, alrededor de un punto conocido kg. La relacién de dispersion de bandas
no degeneradas es parabdlica en k alrededor del punto I', por lo que suele
aceptarse la equivalencia:|[8]

1 0%e(k)
= 1.14
m* Ok? |1, ’ (1.14)

donde £(k) es la relacién de dispersién de la banda. En esta aproximacién
es posible calcular el valor experimental de la masa efectiva mediante la
determinacién espectroscopica de un reducido nimero de pardmetros de-
pendientes del material semiconductor.

Sin embargo, para estados cuya separacién energética respecto del ex-
tremo de la banda es comparable a las energias de gap, la relacién de dis-
persién se desvia de la forma parabdlica debido a la creciente importancia
del acoplamiento con bandas préximas. En esta situacion, la descripcion
parabdlica de la masa efectiva es insuficiente. Una manera de mejorar la
expresion de la masa efectiva seria emplear una descripcién cubica de la
relacion de dispersion, pero esta aproximacién ha sido utilizada en raras
ocasiones debido a su complejidad. Una alternativa més habitual para con-
siderar la no parabolicidad de una banda consiste en utilizar una masa efec-
tiva derivada del modelo multibanda de Kane[54, 55] en el Hamiltoniano de
una sola banda. En esta aproximacién, la masa efectiva no parabdlica de un
electrén de conduccién resulta:[8]

m*(En,m) _ (En,m + Eg) (Emm + Eg + Aso) (Eg + 2Ago/3) (1 15)
m*(Enm = 0) Eg (Eg + Ago) (En,m + Eg + 2A50/3) ’ '

donde m*(Ey,m = 0) es la masa efectiva del electrén en el extremo de la
banda (Ecuacién 1.14), E; es la energia de gap y Ago es la energia del
split-off (ver Figura 1.1). De acuerdo con la Ecuacién 1.15, a mayor en-
ergia del estado electronico, E,, ,, mayor masa efectiva. El efecto de la no
parabolicidad en la BC es, por tanto, un aumento de la densidad de estados
electronicos.

Los efectos de no parabolicidad son especialmente relevantes, por ejem-
plo, en la descripcién de estados excitados de QDs auto-ordenados.[56] Estas
nanoestructuras suelen estar compuestas por semiconductores con energia
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de gap pequena (tipicamente InAs) y, debido al fuerte confinamiento, los es-
tados electrénicos son muy energéticos. Incluso en estructuras con tamanos
moderadamente grades, como los anillos cudnticos auto-ordenados, los efec-
tos de no parabolicidad que predice la Ecuacién 1.15 suponen una correccién
de decenas de meV sobre las energias de los estados calculados en aproxi-
macién parabdlica.

Normalmente sélo disponemos del valor espectroscépico inferido para la
masa efectiva en el extremo de la banda, m*(E,,, = 0). Para calcular
la masa efectiva de un estado con energia F), ,, > 0 debemos sustituir la
masa efectiva dependiente de la energia, Ecuacién 1.15, en el Hamiltoniano
monoelectrénico, Ecuacién 1.13:

1 (1o aN, & m
2m* (Bum) \pop \"0p) " 922~ 1
FV(92) = B ) Finlp.2) = 0. (110

La Ecuacién 1.16 depende explicita e implicitamente de la energia. En
principio, podria pensarse en el método iterativo para determinar la en-
ergia auto-consistente. Sin embargo, puesto que integramos la Ecuacién de
Schrodinger siguiendo un procedimiento de diagonalizacién matricial (Sec-
cién 1.3), la convergencia sélo estaria garantizada para el estado mas bajo
de cada simetria, Ei,,. Un método alternativo, de moderado coste com-
putacional y valido para el calculo de estados excitados, se describe a conti-
nuacion. Supongamos que queremos calcular la energia auto-consistente del
n-ésimo estado de simetria m, E;?%, tras haber calculado Ef‘g1 a ET‘?_CLm.
Los pasos a seguir son:3

1. Calculamos la energia del n-ésimo estado de una simetria dada uti-
lizando m*(Eym = 0) en la Ecuacién 1.16. Obtenemos E .

2. Calculamos la energia del n-ésimo estado de esta simetria utilizando
m*(E}, ,,)- Obtenemos E2 .

3. A partir de las Ecuaciones 1.15 y 1.16 y que, obviamente, E,, ,, = 0

es la minima energia, se infiere que E! vy E2 . son las cotas supe-
K k)

3En el resto de la seccién el nimero del superindice de la energia indica las veces que
se ha iterado con la Ecuacién 1.16.
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rior e inferior de las energfas iterativas, respectivamente.! EAC es
I
necesariamente una energia intermedia.

Por otra parte, si tenemos dos energias E' y E’ tales que E' < E;;‘% <
E7 la diferencia de energia (E“*! — E?) serd de signo contrario a
(E’+1—EJ). Esto puede observarse en la Figura 1.3 izquierda, donde se
representa cualitativamente la relacién entre las energias E' y 7:[(E1) =
E™*1 descrita por la Ecuacién 1.16.

H(E) H(E)
E j

HE

Figura 1.3: Representacién cualitativa de la Ecuacién 1.16 frente a la energia. La linea discon-
tinua indica la recta 'H(E) = E. Izquierda: la flecha azul representa (E*t! — E?) y la flecha roja
(E3+1 — EJ). La direccién de las flechas indica el signo de la diferencia de energias. Derecha:
justificacién gréfica de la aproximacién de EAC realizada en el paso 4.

Podemos, pues, intentar determinar E;?% a partir del cambio de signo
de B! — B!, variando E° entre E}Lm y Egm en intervalos de energia

AF lo bastante pequefios para acotar convenientemente Ef%;

4. Una vez localizado el primer cambio de signo entre dos energias, que
etiquetamos como EAC™ y BACYT = FACT L AE, aproximamos E;:‘fn
por el punto de corte de la diagonal, 'H(E) = F, y la recta que une

1Sabemos que la masa efectiva crece con la energia de la cual depende, Ecuacién 1.15.
Sabemos también que la masa efectiva estd dividiendo en el término de energia cinética,
Ecuacién 1.16, por lo que un aumento de ésta hace decrecer los autovalores de energia.
Asi pues, Ey ,m = 0 da lugar a la minima masa efectiva que, al utilizarla en la Ecuacién
1.16, da lugar a la cota superior de energia, Erlhm. Justo lo contrario sucede con E,llym,
por ser la cota superior de energia, dando lugar a la maxima masa efectiva y ésta, en la
Ecuacion 1.16, a la cota inferior de energia, Eflym,
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EACT y BACT (ver Figura 1.3 derecha). Etiquetamos este valor como
EAC,O_

EAC+,1

5. Calculamos resolviendo la Ecuacién 1.16 con m*(EAC0).

6. Si (EAG! — BAC0) es mayor que una energfa de tolerancia predeter-
minada, volvemos al paso 4 sustituyendo EACT (o EAC_) por EACO,
De lo contrario, sabemos que EA®! estd muy préximo a la auto-
consistencia.

7. Si EACL coincide con alguna de las energias auto-consistentes pre-
viamente determinadas, Ef‘g, ...y O E;?_Cl m» rechazamos el resulta-
do y volvemos al paso 2 asignando E}Lm = FACGL  Si, por contra,

no coincide con ninguna de las energias auto-consistentes anteriores,

AC _ pAC,1
BAC = pACL

La Figura 1.4 representa el diagrama de flujo que resume el procedimien-
to arriba descrito.

Masa dependiente de la posicion

En el método k- p, la participacién de las bandas no incluidas explicitamente
en el Hamiltoniano se incorpora a través de la masa efectiva. Ahora bien,
las bandas de los distintos materiales que componen una heteroestructura
no son iguales y, por tanto, tampoco lo son sus masas efectivas. Asi pues,
en una heteroestructura formada por dos materiales A y B la masa es una
funcién de la posicion definida como:

* .
m* () = { my siored, (1.17)
mpy st TeB.

Al introducir la dependencia de la masa. efectiva respecto de la posicion,
los operadores masa y momento dejan de conmutar. En consecuencia, la ex-
presién general del término cinético en el Hamiltoniano no es trivial. Debe
escogerse un orden correcto de los operadores que garantice la hermitici-
dad del Hamiltoniano, la invarianza galileana y las reglas de conexién de
la funcién envolvente a través de la interfaz de la heteroestructura. Actual-
mente parece existir consenso en la siguiente forma del término de la energia
cinética:[57]

T:—-P 1ﬁ4. (1.18)
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Resolver Ec. 1.16 paran, m'y m*(E=0).
Obtenemos /.

# T

Resolver Ec. 1.16 paran, my m*(E ).

v

Obtenemos £ ”f

A

Determinar signo (E, *E ).

nm

Obtenemos SI. E‘G:E"_;”I .

—ﬁ E'“=E™+AE. ‘

Resolver Ec. 1.16 paran, my m *E'),
Obtenemos E*“/.

A
Determinar signo (E*“*'-E*“),
Obtenemos S2.

Si.

FAC=ic No. | Calcular punto de corte entre la
@ recta que une By E“y la |-

recta H(E)=E. Obtenemos £,

Resolver Ec. 1.16 paran, my m*E).
Obtenemos E““.

'

J(E*LE) <E 5

tolerancia”

AC E

om T  wdm

gEACI:E i p

Lm

No.

0
AC_ pACT
e

E '=F*.

nm

Figura 1.4: Diagrama de flujo del procedimiento seguido para resolver la Ecuacién 1.16.
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Por otra parte, las condiciones de contorno en heteroestructuras exigen
que la funcién envolvente, f(7), y el término m%(F) P f(7) sean continuos en
la interfaz.[58, 59, 60, 61] Es interesante notar que estas condiciones, de-
nominadas condiciones de contorno de BenDaniel-Duke, implican una dis-
continuidad de la derivada de la funcién envolvente en la interfaz.

Teniendo en cuenta las anteriores consideraciones, podemos reescribir la
Ecuacién 1.16 combinando efectos de no parabolicidad y masa dependiente
de la posicién:

(1o (__ s 0N, 0 1
2 \pdp \m*(Epnm;p,z) 0p 0z m*(Epm; p, z) 0z

2
)+ V(p.5) = B i) =0, (119

2 m (Enm; p, 2)

donde m*(Ey m;p, z) se calcula con la Ecuacién 1.15, utilizando en cada
posicion la energia de gap, y de split-off del material correspondiente. E;, .,
se expresa como la energia de enlace referida al fondo de la BC del ma-
terial determinado por (p, z). La Ecuacién 1.19 se integra imponiendo las
condiciones de contorno de BenDaniel-Duke (Seccién 1.3).

1.1.2 Hamiltoniano de huecos

En el punto I' (k = 0), las partes periédicas (u;) de la funcién de onda de
un electréon libre en un cristal son base de las representaciones irreducibles
del subgrupo puntual de simetria cristalina. Concretamente, las funciones
periddicas del tope de la BV en cristales tipo Zinc-Blenda (subgrupo puntual
Ty) son base de I's (T2 en notacién de Schoenflies), la misma simetria que
presentan los orbitales atémicos p;, py, p.. Por este motivo, es costumbre
etiquetar estas funciones como |X), |Y),|Z).

Ademas, en la BV el término de acoplamiento espin-6érbita es significa-
tivo, por lo que no podemos separar coordenadas espaciales de coordenadas
de espin. Por ello, en la descripciéon de la funcién peridédica de valencia
empleamos una base con espin: {|X 1), |X |),...|Z [)}. Alternativa-
mente, podemos utilizar una transformacion de esta base que esté adap-
tada al momento angular total (de Bloch): {|J, J)}, con J = 3/2,1/2
y J, = —J, ..., J. De esta manera la base es propia del Hamiltoniano
en el que se incluye el término de interaccion espin-6rbita. La subbanda
{11/2, J.)} (denominada subbanda de split-off ) se separa energéticamente
de {|3/2, J,)} incluso a k = 0, por accién del mencionado término de in-
teraccién espin-orbital. Por su parte, la banda {|3/2, J,)} se divide en dos
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subbandas si k # 0, la de HH, {|3/2, £3/2)} y la de LH, {|3/2, £1/2)} (ver
Figura 1.1).

El método k - p, en la aproximacién mas simple (aproximacién de masa
efectiva) trata cada subbanda independientemente. Sin embargo, una descri-
pcién mas realista de los estados proximos al tope de la BV requiere tener en
cuenta al menos el acoplamiento entre subbandas HH y LH. El Hamiltoniano
mas simple que considera este acoplamiento es el Hamiltoniano Luttinger-
Kohn de cuatro bandas.[9] Si ademéds incluimos la aproximacién de funcién
envolvente, obtenemos un Hamiltoniano k - p-EFA de cuatro bandas. En
aproximacion axial y expandido sobre una base de funciones de Bloch con
J, = 3/2,1/2,—1/2,-3/2, éste se escribe (en coordenadas cartesianas y
unidades atémicas) como:[63, 64]

—(P+Q)+V —iL -M 0
7 — iL* —(P-Q)+V 0 -M
h —M* 0 —(P-Q)+V ilL
0 —M* —iL* —(P+Q) +V
(1.20)
donde V = V(:L‘, y, z) es el potencial confinante espacial,
P=2%p? Q=% —2p2), L=—iV3yp.p-,
M=Y322 0 p=p, tip,, pi =+, (1.21)
p? = Pi + 12, Pzyz = —iVay,:z
~1,72,73 son los pardmetros de Luttinger (y3 = 72 en aproximacién

esférica[64]), que definen la masa efectiva de los huecos pesados y ligeros:

B 1 B 1
M- 27 LH = Y1+ 272

Haciendo uso de las relaciones 1.2-1.10 e integrando sobre la coordenada
angular, reescribimos el Hamiltoniano de huecos en coordenadas cilindricas
para un sistema de simetria axial. La expresién obtenida se muestra en
la Tabla 1.1, donde F), es la proyecciéon en z del momento angular total
F=J+ E, siendo L el momento angular de la funcién envolvente.

La funcién envolvente solucién del Hamiltoniano de huecos tiene pues
cuatro componentes, cada una de ellas asociadas a un valor de J,:

MHH (1.22)

h h - imp6 ¢h

e (7) = {fo 0. (M)} = {7 f, p. 0. (0, 2)} (1.23)
donde J, = 3/2,1/2, —1/2, —=3/2, m;, = F, — J, es la proyeccién en z del
momento angular envolvente del hueco y nj, es el nlimero cudntico principal.
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1.2 Potenciales de particula independiente

1.2.1 Confinamiento espacial

En heteroestructuras semiconductoras, la diferencia de energia de una mis-
ma banda en dos materiales adyacentes constituye una barrera o un pozo
de potencial que confina espacialmente a los portadores de carga libres de
dicha banda. En la aproximacion de funcion envolvente, este potencial tiene
forma de escaldén en la interfaz entre los dos materiales y su magnitud viene
determinada por la diferencia entre las energias de la banda en uno y otro
material.[8] Por ejemplo, sea una estructura donde a lo largo de la direccién
z se deposita una capa de material A seguida de una capa de un material
distinto B. El potencial confinante que actia sobre un portador de carga
libre en una banda determinada es:

~ { 0 si zeA, (1.24)

Viz) = EB— €A st z€B,

donde €4 y ep son las energias del extremo de la banda (punto I') en el
material A y B, respectivamente. Una representacion grafica de este poten-
cial se puede encontrar en la Figura 1.5. La diferencia e — 4 se denomina
potencial de alineamiento de bandas (band offset) de los materiales A y B.
La magnitud y el signo de esta energia tienen una influencia decisiva sobre
los niveles energéticos y las propiedades electrénicas del portador de carga.

Una practica habitual en el estudio de QDs consiste en sustituir el po-
tencial confinante de la Ecuacion 1.24 por otros cuyos perfiles permiten
soluciones analiticas de la Ecuacién de Schrédinger. Uno de los perfiles mas
frecuentemente empleados es el de una pardbola simple:

X 1
V(r) = 5m"wgr?, (1.25)

donde m* es la masa efectiva del portador de carga y wy es la frecuencia
caracteristica del potencial (que determina la fuerza del confinamiento). El
potencial de la Ecuacién 1.25 permite resolver el Hamiltoniano de una banda
en términos de las soluciones del oscilador harménico.[197, 198]

El potencial parabdlico permite una descripcién realista de QDs donde el
confinamiento lateral es electrostético (ver, p.ej., las Refs.[4, 18]). En la in-
vestigacién de QDs donde el confinamiento viene determinado por los limites
de la heteroestructura, como QD auto-ordenados (Seccién 3.1), este poten-
cial también ha sido utilizado debido al bajo coste de cdlculo que implica.[65]
Aunque los detalles del potencial confinante de estos QDs difieren de una
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V(z)}

V4

Figura 1.5: Pefil del potencial confinante espacial de una heteroestructura segun la aproximacién
de funcién envolvente.

simple pardbola, la validez de la aproximacion se sustenta tipicamente por
el cumplimiento del teorema de Kohn generalizado.[66, 67, 68, 69] Este teo-
rema afirma que los efectos de interaccién electrénica en un QD pueden ser
observados mediante espectroscopia en el infrarrojo lejano sélo si el poten-
cial confinante es suficientemente anharménico. Por ello, el hecho de que en
muchos casos los espectros de absorcién observados en QDs se hayan corres-
pondido con los de sistemas no interactuantes|70, 71, 72, 73, 74] respalda
la validez general del confinamiento parabdlico.[20] Sin embargo, las limita-
ciones del este potencial también se han manifestado en diversas ocasiones:

e Al tener una profunidad infinita, no describe correctamente los estados
débilmente ligados[21, 22, 23]

e Las reglas de seleccién son mas selectivas que las correspondientes a
un potencial confinante escalonado o de paredes infinitas, con lo que
se “pierden” transiciones magneto-6pticas posibles.[19]

e Es necesario ajustar empiricamente la frecuencia caracteristica wy.

e Si se pretende estudiar QDs circulares, es necesario desacoplar el mo-
vimiento en la direccién de crecimiento del QD, z, de las componentes
en el plano del punto, z y. Esta aproximacion es valida en QDs donde
la dimensién vertical es mucho menor que la lateral, en los cuales se
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puede asumir que solamente el estado méas bajo de la componente z
estd ocupado. Sin embargo, en general se requiere reajustar la masa
efectiva de la particula a valores incrementados para compensar la
ausencia de la direccién vertical.[75]

e En la descripcion de anillos cuanticos deben introducirse nuevos pa-
rametros ajustables. En el caso mas sencillo, el potencial confinante
parabdlico serfa el descrito por V(r) = $m*w? (r — R)?, donde R es

el radio efectivo del anillo.[77]

e El radio interior de un anillo cudntico estd pobremente descrito por
una simple pardbola.[39, 78]

Debe notarse que la presencia de diversos parametros ajustables introduce
grados de libertad en el modelo que pueden ser peligrosos en sistemas en
los cuales se dispone de datos experimentales escasos o inciertos. Una clara
manifestacién de este problema se encuentra en la Ref.[76], donde los au-
tores utilizaron un modelo con potencial confinante parabdlico para calcular
el espectro de absorcién interbanda de un anillo cuantico auto-ordenado de
InAs. Sus resultados consiguieron reproducir todos los picos que se ob-
servan en el correspondiente experimento,[79] a pesar de que evidencias
posteriores[80, 81] demostraron que algunos de estos picos provenian en re-
alidad de un segundo tipo de anillo que no habia sido considerado en los
calculos tedricos.

Otro tipo de potencial confinante ampliamente utilizado en el estudio
de estados electrénicos en QDs es el de paredes infinitas.[62, 63, 82] Este
potencial asume que la mayoria de la densidad de carga de las particulas se
encuentra en el interior de la nanoestructura, por lo que aproxima el poten-
cial de confinamiento en el exterior del punto a infinito. Esta aproximacion
ofrece estimaciones cualitativamente correctas de la estructura energética
de los estados fuertemente ligados, si bien da lugar a un error cuantita-
tivo por sobrestimar el confinamiento espacial. Este error puede llegar a
ser significativo en estructuras de pequeno tamafio[25, 62]. Ademds, este
modelo de potencial confinante no rinde cuenta del efecto tinel, que es es-
enciales en algunos fenémenos como, por ejemplo, la formacién de molécu-
las artificiales[83] o la localizacién de la densidad de carga electrénica en
nanocristales multicapa.[33, 84, 85]

Finalmente, algunos autores han sugerido el uso de potenciales confi-
nantes parametrizados con perfil gaussiano.[21, 86] Estos tipos de potencial,
al igual que el potencial escalonado, permiten representar correctamente la
profundidad y anchura finitas del potencial confinante en QDs. Su principal



1.2 Potenciales de particula independiente 17

ventaja es que describen una variacién gradual (blanda) del potencial con-
finante. Esto les permite rendir cuenta de los efectos de modulacién de la
composicién en los limites del QD y eliminar la discontinuidad que se obtiene
con modelos de barrera abrupta (dura) en la derivada de la funcién envol-
vente a través de la interfaz.[21] Sin embargo, en la actualidad no es posible
cuantificar los efectos de difusion ni la variacion de la concentracién de ele-
mentos consituyentes en los limites de una nanoestructura. Por lo tanto, la
parametrizacion del potencial confinante implica introducir grados de liber-
tad en el modelo tedrico que deben ser ajustados de manera completamente
arbitraria.

En base a la discusién anterior, en nuestro modelo emplearemos un po-
tencial confinante escalonado como el de la Ecuacién 1.24. Este tipo de
potencial ofrece una estimacién apropiada de las caracteristicas més impor-
tantes del confinamiento: su anchura y profundidad. La anchura vendra
determinada por las dimensiones del QD y la profundidad por el band-offset
de los materiales del interior y exterior del punto.

1.2.2 Campo magnético externo

El efecto de un campo magnético externo sobre QDs es de gran interés
porque la masa efectiva de electrones (y huecos) en estas estructuras es
mucho menor que la masa del electrén libre. Esto hace posible observar
fendmenos que en dtomos naturales requiririan campos magnéticos érdenes
de magnitud superiores a los actualmente disponibles en el laboratorio. Los
efectos mas interesantes producidos por campos magnéticos externos se ob-
servan cuando el sistema conserva simetria cilindrica, como en el caso de
QDs esféricos bajo un campo axial o QDs con forma de lente o disco en un
campo paralelo al eje de crecimiento, z. En estos casos, el campo magnético
origina complicados desplazamientos, desdoblamientos y anticruzamientos
de niveles energéticos, pero manteniendo la estructura energética de capas.
Contrariamente, un campo paralelo al plano de un QD con forma de lente
o disco tiene una influencia despreciable sobre los niveles energéticos debido
al fuerte confinamiento espacial en la dimensién vertical.[87]

En este apartado desarrollamos los Hamiltonianos de un electréon y de
un hueco en un sistema de simetria cilindrica con presencia de un campo
magnético externo y homogéneo aplicado a lo largo del eje z.

En presencia de un campo magnético, el operador momento cinematico
P se sustituye por p'— eff, donde ahora P’ es el momento candnico conjugado,
e es la carga del electrén (o hueco) y A es el potencial vector. Reciente-
mente se ha sugerido que la manera maés correcta de introducir el campo
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magnético en Hamiltonianos k - p es sustituyendo p por p'— eA en el Hamil-
toniano del electrén libre en un potencial cristalino antes de integrar la parte
periédica de las funciones de Bloch.[42] Sin embargo, el primer Hamiltoni-
ano k - p multibanda en presencia de un campo magnético externo, realiz6
esta sustitucién después de haber integrado la parte periddica de las fun-
ciones de Bloch, cuando el operador momento ya sélo actia sobre la funcion
envolvente.[88] La mayoria de autores desde entonces ha seguido el mismo
desarrollo.[43, 90] En este apartado obtenemos y discutimos las expresiones
correspondientes a una y otra aproximacion.

El Hamiltoniano de un electrén libre en un cristal semiconductor y en
presencia de un campo magnético es:

1= L (o) VLG 1.2
H= g (5= ed) + Val®), (1.26)

donde myg es la masa del electrén libre y Ver (7) el potencial periédico cristal-
ino. Definimos nuestro potencial vector en el gauge simétrico (V - A= 0)
como A = (—%y, %x, 0) B. Asi, es facil comprobar que B = VAA = (0,0, B).
Sustituyendo p'— p — eA se llega a la siguiente expresion:

TR g P22\ LT (e
H*Tmo@ 2ed - fte A)+Vcr(r), (1.27)
donde
> 1 0 0 1_.
A j=—ihB (22 —y L) = BL., 1.2
b 2Zh (xﬁy 6w> 2 (1.28)
1 1
T 2, .2 2 2
A:ZB(.%‘ +y):ZBp. (1.29)

Llevando las Ecuaciones 1.28 y 1.29 a 1.27 obtenemos:

R = B . 2B2
n-P _eB; e

9 =
V, . 1.30
omo  2mg 81mo p~ + Ve (7) ( )

El Hamiltoniano anterior se proyecta sobre una base finita de funciones:
L {GEDIFRGITHE (1.31)
i

donde f*(7) y |u;) son la funcién envolvente y la funcién periédica correspon-
dientes a la banda de energia ¢, respectivamente. Las bandas no incluidas
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en el sumatorio de 1.31 se tienen en cuenta sustituyendo mg por una masa
efectiva m* en la Ecuacion 1.30. En sistemas con simetria circular, la fun-
cién envolvente puede escribirse como en la Ecuacién 1.12, con m siendo el
ntimero cudntico de L.. Por otra parte, como deciamos en 1.1.2; las fun-
ciones periddicas pueden ser escritas como |(c/v), J, J,) (donde J denota el
momento angular de Bloch y ¢/v la BV/BV):[64]

3,3 = 1SN

e, =5 = [S)]1)

v,5,3) = V2/3IP2)|1) —1/V6|P)|]) '
v, 5, -3 = V2/3P2)|1)+1/V6|P_)|1)

v,3,-3) = 1/vV2IP)|),

siendo |Py) = |X) £14|Y).

El Hamiltoniano k& - p de una banda para electrones de conduccion se
obtiene integrando la Ecuacién 1.30 sobre la celda unidad en la base ¥(7) =
frm(7) e, .£2). El operador p es aproximadamente constante dentro de
la celda unidad, luego:

1 1 1 1
<Ca§7i§‘p|ca§7i§>|fg,m> %P|f7§,m> (133)
Por otro lado, L.|S) = 0 y por tanto:

1 1, . 1
<C, §7i§| LZ |C, 57

Asi pues, la ecuacién de autovalores de electrones de conduccién en pres-
encia de un campo magnético a lo largo del eje z queda:

) o) = BelFm) (131

i eBm e’B?
+ P
2m* 2m* &m*

> V(p,2) - Em) o) =0, (L35)

donde V(p, z) es el potencial confinante espacial de la heteroestructura (Sec-
cién 1.2.1).

La inclusién del espin electrénico incorpora dos nuevos términos a 1.35:
la energia del efecto Zeeman, gupoB (donde g es el factor de Landé y up el
magnetén de Bohr), y el término de espin-érbita. Este tltimo término suele
despreciarse, ya que que la BC estd formada esencialmente por funciones
tipo s, lo que hace débil a esta interaccion.[4]
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Reescribiendo la Ecuacién 1.35 en coordenadas cilindricas, masa efectiva
dependiente de la energia y de la posiciéon, mas efecto Zeeman de espin
electrénico llegamos a:

1 /10 ) 0 0 1 0
[_2 <p(9p (m*(Emm;p, z) 3p> " %m*(Ennmpy z) 0z
m? Bm B2p?
- p? m* (Epm; p, Z)) 2m*(En,m; p, 2) " 8m*(En,m; p, 2)

1 .
+§g(En,ma P, Z)HBBO- + V(p’ Z) - En,m fﬁ,m(pu Z) = 07 (136)

donde g(E, m;p, z) es el factor de Landé dependiente de la energia y de la
posicién:[89]

1

Epom: =2(1- —
9(Enm; p, 2) < o B 1 2)

X Asolp,2) . (1.37)

3| B + Bylp,2) = V(p.2)] +2850(p.2)

A partir de las Ecuaciones 1.33 y 1.34 se concluye que, en el Hamiltoniano
de electrones de una banda, es indistinto que la sustituciéon p'— p'— eA se
realice antes o después de integrar sobre la celda unidad. Sin embargo, la
parte periddica de la funcién de Bloch puede tener una proyeccion de L.
distinta de cero. En el caso general, la integracién de (u;| L, (Ju;)| f?)) sobre
la celda unidad da lugar a:

(uj| Lz (|lui)| 1)) = (uy| L [ua) | f*) + &35 La| ), (1.38)
donde el primer término de la suma puede ser no nulo. Concretamente, en
un Hamiltoniano de valencia de cuatro bandas, que incluya el acoplamiento

entre subbandas de HH y de LH, y una funcién envolvente con simetria
cilindrica, la expresion anterior se puede escribir como:

(sl L (Jua) | £) = iz (il £ +mlf)) (1.39)

donde el factor ¢; vale {3,

%, %,—%} para las funciones periddicas de la
banda de valencia con J, = {%, %, —%, —%}, respectivamente (ver Ecuacién
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1.32). Teniendo en cuenta las Ecuaciones 1.33 y 1.39, podemos derivar
el Hamiltoniano de huecos en simetria cilindrica y un campo magnético
aplicado a lo largo de z. El resultado obtenido se muestra en la Tabla 1.2.

La determinacién ab initio de los coeficientes masicos que deben acom-
panar el término de interaccién magnética en el Hamiltoniano de cuatro
bandas es una tarea de gran complejidad. Los coeficientes empleados en
la Tabla 1.2 han sido determinados empiricamente, comparando las ener-
gias inducidas por el campo magnético utilizando diversas combinaciones
de los coeficientes presentes en el Hamiltoniano a B = 0, Tabla 1.1, y
comparandolas con datos experimentales de magneto-fotoluminiscencia de
anillos cudnticos auto-ordenados.[38] Los coeficientes mésicos que ofrecieron
resultados mds razonables en esta comparativa fueron: mpypg/py frente al
término cuadratico del campo magnético en huecos pesados/ligeros, y el
promedio %(mHH + mpp) frente al término lineal del campo.

El Hamiltoniano de la Tabla 1.2 es formalmente distinto del derivado por
Luttinger[88] y habitualmente empleado por otros autores,[43, 90] donde el
término de interaccién magnética aparece en elementos extradiagonales de
la matriz Hamiltoniano, conforme se muestra en la Tabla 1.3.

Los Hamiltonianos de las Tablas 1.2 y 1.3 estiman contribuciones del
campo magnético que en general son parecidas, pero pueden ser significati-
vamente distintas en determinados casos.[42] En el Capitulo 4 se comparan
los resultados ofrecidos por ambos Hamiltonianos con datos experimentales.
El andlisis revela que el Hamiltoniano de la Tabla 1.2 predice resultados mas
correctos.

1.2.3 Potencial de deformacién elastica

Las diferencias de constante de red entre los materiales que forman una
heteroestructura semiconductora originan fuerzas de tensién que, a su vez,
ejercen una influencia determinante en la estructura de bandas.[51, 91, 92] La
BC de un QD sometido a tensiones se estabiliza/desestabiliza proporcional-
mente a la deformacién hidrostatica, mientras que en la banda de valencia los
huecos pesados y ligeros rompen su degeneracion en el punto I' de la Zona de
Brillouin proporcionalmente al campo de deformaciones biaxial, a la vez que
son afectados por la tensién hidrostatica. Ademads, el campo de tensiones
genera un potencial piezoeléctrico, aunque éste es generalmente pequeiio vy,
excepto en algunos casos, contribuye poco a la energia electrénica.[52]

El potencial de deformacion elastica en la BC, debido a consideraciones
de simetria de las funciones tipo s, puede escribirse simplemente como:[51]
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Tabla 1.2: Hamiltoniano k-p-EFA de cuatro bandas en coordenadas cilindricas y un campo magnético a lo largo de z. El término de interaccién

m magnética ha sido incluido antes de integrar la parte periédica de las funciones de Bloch.
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Vief = acenid(p, 2), (1.40)
donde a. es el potencial de deformacién del material semiconductor y epiq =
Egx + Eyy + €22 la deformacién hidrostédtica. e;; representa el elemento del
tensor de deformacién a lo largo del eje i. Asi pues, si en nuestro mode-
lo incluimos el potencial de deformacién para electrones de conduccion, la
Ecuacion 1.36 queda:

N (NS ) W
2 \pdp \m*(Enm;p,z) O0p 0z m*(Enm; p,2) 02
m? Bm B?p?
_92 m*(Ep,m; p, z)) 2m*(En,m; p, 2) " 8m*(En,m; p, 2)

1 .
+59(Enm; p 2) ppB o +V(p, 2) +ac(p, 2) enia(p, 2) = Enm | frm(p, 2) = 0.
(1.41)

El célculo del tensor de deformacién, en la denominada aprozrimacion
isotrépica eldstica, se explica con detalle en las Refs.[47, 50], que adjuntamos
al final de esta memoria.

1.3 Integracion de los Hamiltonianos de particula
independiente

Los Hamiltonianos de un electréon de conducciéon y un hueco de valencia de-
sarrollados en las secciones anteriores carecen en general de solucién analiti-
ca, ya que el potencial confinante tiene forma arbitraria. Por este motivo
los integramos numéricamente en un esquema de diferencias finitas.[93] Uti-
lizamos férmulas de tres puntos y derivadas centradas.® Las ecuaciones
diferenciales se discretizan en un mallado bidimensional homogéneo en el
plano pz. Imponemos condiciones de contorno de Dirichlet y Neumann
sobre la funcién envolvente f(p,z) en los extremos del mallado:

f(p,0)=f(p,Z) = f(R,2) =0, (1.42)
0 sim #0,
£(0,2) = { F(h2) £0, Bfé(;,z) —0 sim=o0, (1.43)

5Célculos exploratorios empleando férmulas de cinco puntos o extrapolaciones de
Richardson ofrecieron resultados similares.
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donde R es el mayor valor de p en el mallado, Z el mayor valor de z, h el
paso del mallado y m la proyeccién z del momento angular. La condicién de
contorno 1.42 exige que la funcién envolvente se desvanezca en los extremos
del mallado. Esta condicién es razonable para estados ligados en el QD y
un mallado de dimensiones algo mayores que las del punto. La condicién de
contorno 1.43 es tal vez menos intuitiva. Esta exige que la funcién envolvente
sea nula (presente un nodo) en el eje z si tiene momento angular m # 0,
o que la derivada en el eje z sea nula si m = 0. Estas condiciones pueden
deducirse a partir de la condicién de que el limite p = 0 de la ecuacién de au-
tovalores del electrén, Ecuacién 1.13, sea finito.[94] En los problemas donde
se emplea masa efectiva electréonica variable con la posiciéon debemos impo-
ner ademas condiciones de contorno de BenDaniel-Duke en la frontera entre
distintos materiales.[8, 89] Una manera sencilla de imponer implicitamente
estas condiciones de contorno, garantizando la robustez de la integracion
por diferencias finitas, consiste en discretizar la masa efectiva del término
de energia cinética antes de derivarla.[95] Por ejemplo, la componente p del
término de energia cinética en la Ecuacion 1.41 quedaria:

19 <ﬂé’> _
p Op \m*(Enm;p,z) Op
1 ( p+h/2 0 p—h/2 0

m*(En,m; p—"h/2,z2) aip

p+h/2

- hfp m*(En,m§p+h/2’z)87p

ph/2> '

(1.44)

La discretizacion completa de los Hamiltonianos de electrones y de hue-
cos transforma las ecuaciones diferenciales en matrices asimétricas, dispersas
y de gran dimensién. En el caso de electrones, la asimetria procede de los
distintos coeficientes de las derivadas en p que se observan en el término
de la derecha de la Ecuacién 1.44. En el caso de huecos, la asimetria ya
se encuentra en el propio Hamiltoniano multibanda (ver Tabla 1.1). Estas
matrices se diagonalizan mediante el algoritmo iterativo de Arnoldi[96], im-
plementado en la libreria Fortran ARPACK y en su versién paralelizada,
pARPACK.[97]

1.4 Espectro de absorcion é6ptico

El coeficiente de absorcién de transiciones épticas en nanoestructuras re-
sponde a la siguiente proporcionalidad:[§]
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o(B) o 5 S I PP OB — Big) o(E) — p(Bp). (149)
i, f

En la anterior ecuacién,® |i) y | f) hacen referencia al estado inicial y final
de la transicién respectivamente, € es el vector polarizacién de la radiacion
electromagnética, p;r = (i[p] f) es el momento de transicién, E;y la diferencia
de energia entre los estados final e inicial, y p(F,) es la ocupaciéon media
del nivel |v). A T = 0 K tnicamente el estado fundamental [i) = |0) estd

poblado, por lo que la Ecuacién 1.45 se simplifica a:

1 R
a(E) EEf:|€'pof|25(E—Eof)- (1.46)

Las reglas de selecciéon de transiciones épticas se derivan del producto
€ Pos. En cristales semiconductores este producto se escribe:

- pos = & ((uolpluy) (O1f) + (uolus) (Op1f)) - (1.47)

En la anterior ecuacién, el primer sumando se cancela para transiciones
intrabanda (transiciones entre estados de una misma banda de energia),
mientras que el segundo se cancela para transiciones interbanda (entre esta-
dos de distintas bandas). Basdndonos en la Ecuacién 1.47, en esta seccién
desarrollamos las expresiones del coeficiente de absorcién de transiciones
intrabanda e interbanda para particulas independientes.

1.4.1 Transiciones intrabanda

El coeficiente de absorcion de transiciones entre estados monoelectrénicos
de la BC (esto es, absorcién en el infrarrojo lejano o FIR), a T' = 0 K, se
puede describir por:

a®(E) o« %Z ( > e Slﬁrl‘lf?HQ) O(E — Eof), (1.48)

f r=x,Y,2

donde la funcién de onda electrénica, incluyendo grados de libertad de espin,
es el producto de funcién envolvente por una parte periédica definida en 1.32:

1
Vm,g. = fam(P) e, 50 J2). (1.49)

n,m,J;

5La Ecuacién 1.45 se ha obtenido mediante un tratamiento clésico de la radiacién
electromagnética, por lo que no considera la emisién espontéanea.
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Asi, el elemento de matriz del momento de transicién se simplifica a:

(W5l [WF) = 6.0, (SolDrl fF)- (1.50)
Evitamos tener que calcular la derivada de nuestra funciéon envolvente

numérica reemplazando el operador momento de transicién por el operador
momento dipolar:[51]

zmo

(fo ’pr‘ff> Eor (f5I71£5)- (1.51)

Teniendo en cuenta que, en s1metr1'a cilindrica, la funcién envolvente
© o (7) tiene la forma mostrada en la Ecuacién 1.12; las tres componente
)
del elemento de matriz del momento dipolar son (u.a.):

2r prR pZ
(folzlfr) = /0 /0/0 e’(mf_m(’)efg(p,z)pcos@fj‘?(p,z)pdpdzdﬁ:

1
= §6mo,mf:l:1 ngu (]‘52)
o R Z
SIS = /0 /0 /O Hms =m0 fe (5 ) psin B f5(p, 2)pdpdzdf =
1
= (6m0,mf+l 5mo,mf 1)ng7 (]‘53)

27r
(fol2lfs) = / // elmr=mol0 fe(p, 2) z f$(p, 2)p dp dz df =
= m07mf SO (154)

donde Sp’ = [[ f§fp*dpdz y S = [[ f§f52pdpdz. Las Ecuaciones 1.52-
1.54 contienen las reglas de seleccion para transiciones entre estados de elec-
trones de conduccién. Son transiciones permitidas aquellas que se producen
entre un estado inicial y uno final que cumplan Am = 0, 1, sin que exista
ninguna restriccién en An.” Sustituyendo las Ecuaciones 1.50-1.54 en 1.48
y asumiendo luz no polarizada (e, = ¢, = €,) obtenemos:

1
Z%O,sz ( Omomy=1(Sp7)? + 6m07mf(s,(z)f)2> §(E — Eof) Eoy-

(1.55)

"Debe notarse que los potenciales confinantes de tipo parabélico si introducen reglas
de seleccién en An,[19] por lo que estdn perdiendo algunas transiciones permitidas por
potenciales mas realistas.
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Para tener en cuenta la anchura finita de las bandas de transicién susti-
tuimos §(E — Eps) en la ecuacién anterior por una curva lorentziana. De
esta manera, la expresion final del coeficiente de absorcién queda:

Eor

1445 o

(1.56)

donde I' es un parametro fenomenolégico que describe la anchura total de
banda.

ee 1
0E) % S 01, (50mom (50 4 g (8217
f

1.4.2 Transiciones interbanda

La funcién de onda de un hueco de valencia en simetria cilindrica es:

3/2 5
> S PG T2
Jz:*3/2

3/2

= Z € hef:zh,Fz,Jz(pa Z)‘U’§7JZ>' (157)
J.=—3/2

vy, £ ()

donde my = F, — J, es la proyeccion en z del momento angular envolvente
del hueco (Seccién 1.1.2). Llevando las Ecuaciones 1.49 y 1.57 a 1.46 y
asumiendo luz no polarizada tenemos que el coeficiente de absorcién corre-
spondiente a la transicién entre un estado de valencia |v) = |np, F;) y uno
de conduccién |V') = |n,m, J.) (esto es, absorcién en el infrarrojo cercano o
NIR) cumple:

2

e 1 imf re m 1 3
O[VZ/(E)O(E(S(E—E,/VV) Z<6 efl/(pv Z) ’6 heflil(pa Z)> (Ca ivjé‘mvv §7JZ>

Jz

(1.58)
Integrando sobre la coordenada 6 obtenemos:

1 2
¢h (BY x —6(E—E,,
o ()O<E5( )

vv!

. 1 3
Zémamh < V/(p,z)‘flil(p,zw <Ca§aJ;’ﬂUa§an>
J. R

integral de solape parte angular

(1.59)
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De la regla de seleccion 0,y m,,, en la Ecuacién 1.59 se desprende que como
maximo una de las cuatro componentes de cada funcién de onda de huecos
puede contribuir al elemento de matriz del momento de transicién.

Llamamos a la primera parte de la ecuacion anterior integral de solape
y a la segunda parte angular. La parte angular se calcula facilmente con
ayuda de las Ecuaciones 1.32. El resultado se expresa como un coeficiente
que multiplica el pardmetro de Kane,[8] P = (S |p. | X),=(S [py | ¥V) =
(S | p.| Z). La siguiente tabla resume los posibles valores:

¢, 5, J0) ”07%317? | parte angular|?
|1)7§§> 7)2
0.3 3) 2p?
lc,53) . 1
‘1)75_7> §P2
v5 5 0 1.60
‘ 72 2
373
|U7§§> 0
1 p2
zP
11 |v,%%)
C = — =
' 2 2 ‘U &;1> %732
12 72
_ P2
|v,3 32)

Si sumamos las partes angulares que resultan de acoplar los dos posibles
espin-orbitales de electrones con una misma funcién |v, 3, J.) y asumimos luz
no polarizada (es decir, sumamos las componentes x, y y z del momento de
transicién), el resultado es simplemente |parte angular |>= P2. En tal caso,
el coeficiente de absorcién viene dado fundamentalmente por la integral de

solape (en unidades de P?):

1
a?h(B) o 0(E = Eyn) S2h S s (1.61)
donde S es la integral de solape entre la funcién envolvente electrénica
con proyeccién z del momento angular m y la componente de la envolvente
de huecos asociada a mp = m. Representando las transiciones por curvas
lorentzianas llegamos a la expresion final:
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oh o<1 1

- 5% . 1.62
El +4E_1{3V,V eh Ym,mp ( )

Alternativamente, podemos simular el espectro de absorciéon asumiendo
luz polarizada en una sola direccién, p.ej. z. En dicho caso sustituimos p’
por p. en la parte angular de la Ecuacién 1.59, lo cual conlleva reglas de
seleccion mas restrictivas.

1.5 Sistemas bielectronicos

La superposicion del confinamiento cudntico y la energia de interaccion
culémbica en sistemas nanoscépicos se manifiesta en un amplio rango de
fenémenos fisicos, como la posibilidad de cargar QDs particula a particula,[73,
74, 98,99, 100, 101, 102, 103, 104] la formacién de moléculas de Wigner,[105]
la aparicién de nimeros mdgicos del momento angular[4] y las transiciones
de espin en el estado fundamental en presencia de un campo magnético.[106]

Los QDs cargados con dos electrones han sido objeto de estudio y de-
bate por parte de numerosos autores.[106, 75, 107, 108, 109, 110, 111, 112,
113, 114, 115] Gran parte de estos trabajos ha sido realizada para QDs
con forma de disco, despreciando el movimiento en la direccién de cre-
cimiento y asumiendo un potencial confinante parabdlico en el plano del
punto.[18, 116] Las limitaciones de esta aproximacién se han comentado en
la Seccién 1.2.1. En particular, las energias de interaccién culémbica se de-
terminan con un error cuantitativo apreciable, debido a la ausencia de la
dimensién vertical. Ademas, el teorema de Kohn generalizado puede ser
demasiado restrictivo, ya que pequenas desviaciones del potencial estricta-
mente parabdlico bastan para causar manifestaciones claras de efectos inter-
accién culémbica.[117, 118] También el reducido nimero de estados ligados
en QDs pequenos (p.ej. en QDs auto-ordenados) puede originar impor-
tantes discrepancias respecto a las predicciones para particulas interactu-
antes basadas en potenciales parabdlicos bidimensionales.[98, 107] Por todo
esto resulta interesante un tratamiento de la interaccién electron-electron en
un modelo tridimensional de potencial confinante realista.

La inclusion de la interaccién culémbica en el estudio de la estructura
energética de QDs ha sido abordada mediante una gran diversidad de aprox-
imaciones tedricas. Entre éstas se encuentran el modelo de interaccién con-
stante (con y sin energia de intercambio), calculos Hartree-Fock, diagonali-
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zaciones numéricas de Hamiltonianos multiparticula, métodos del funcional
de la densidad, calculos Monte-Carlo y métodos CI.[6] Los métodos CI son
apropiados para investigar QDs con un ntmero reducido de electrones.® En
estos sistemas, los métodos CI permiten una estimacion correcta de la co-
rrelacion electrénicall119] (responsable de fenémenos como, por ejemplo, las
transiciones espin-singulete-espin-triplete del estado fundamental[106, 113])
y una descripcion realista de la estructura fina de espin.

En esta seccién desarrollamos un método CI partiendo de las soluciones
numéricas del Hamiltoniano monoelectrénico obtenido en secciones anterio-
res 1.1.1. Puesto que éstas proceden de un Hamiltoniano tridimensional con
potencial confinante finito y de forma arbitraria (que podemos ajustar ra-
zonablemente a la nanoestructura estudiada), éste es el modelo més realista
disponible hasta la fecha para el estudio de QDs con simetria cilindrica car-
gados con dos electrones.

E]l Hamiltoniano de dos electrones interactuantes en simetria cilindrica
es:

7:{66(7?177?2) = 7:(6(/)1, Zl) + 7:(6(/)2a 22) + ‘7667 (163)

donde 7:(@ es el Hamiltoniano de un electrén desarrollado en la Seccién 1.1.1
y Vee es el potencial de repulsion culémbica:

N 62
Vee = . (1.64)
€T12
En la ecuacién anterior, e la carga del electrén (e = —1 en u.a.) y € la

constante dieléctrica efectiva del medio, que suponemos idéntica dentro y
fuera del QD.?

La Figura 1.6 muestra las distancias entre dos cargas puntuales, ex-
presadas en coordenadas cilindricas. La carga 1 se encuentra en el punto
Q1(p1,21,61) y la carga 2 en Q2(p2, 22,62). Ambas cargas se hallan sepa-
radas por una distancia r12. La subfigura define las distancias entre @1 y
@2 en el plano pf. Aplicando el teorema del coseno en el tridngulo de la
subfigura obtenemos que:

8Cuando el ntimero de particulas es elevado, la CI suele ser demasiado costosa com-
putacionalmente.

9Esta aproximacién es buena en QDs auto-ordenados, donde el QD y la matriz semicon-
ductora que lo envuelve presentan valores similares de €. En sistemas donde la diferencia
sea notable, como en QDs coloidales, los efectos de polarizacién de la carga sobre la su-
perficie del QD pueden ser importantes.[120]
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Z\

Q,

Figura 1.6: Distancias entre dos cargas puntuales, situadas en Q1 y Q2, expresadas en coorde-
nadas cilindricas. La subfigura muestra la separacién en el plano p z.

d = p? + p3 — 2 py1 pa cos (B — 6y), (1.65)
y por tanto:

riz = V/(z1 — 2)2 + B = /ot g3+ (21— 22)% — 21 p2 cos (61 — ba).
(1.66)
El elemento de matriz de interaccién culémbica, escribiendo la funcién
de onda electronica segin las Ecuaciones 1.49 y 1.12, es:

(W (7 1) (72) | Vee | W5 (71) UG (72)) =

4 5 001,02003,04 ///// fi(p1,21) 3 (p1, 21) f5 (p2, 22) fi (p2, 22)
Vi

x etm2= ml”lel(mﬂ m1>92 Vee p1 p2 dp1 dpy dz1 dzy d6y dfy, (1.67)

donde las integrales se extienden a todo el espacio y o; es el espin del electron
en el estado ¥¢. De la Ecuacién 1.67 se infiere la conservacion del espin total,
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S = 01+ 03 = 09 + 04. Podemos reducir la integral a cinco dimensiones
realizando un cambio de variables:

9+ = 01 + 92, 9+ S (0,47'('), (168)
0_ =6, — 0, 0_ € (0, 27’(’), (169)
(1.70)
de manera que:
1
0, = 5(9++07), (1.71)
1
02 = 5(0+ - 0-), (1.72)
1
df1dfy = §d0+d0_, (1.73)

donde el factor 1/2 de la Ecuacién 1.73 representa el jacobiano de la trans-
formacién de coordenadas. Con las Ecuaciones 1.68, 1.69 y 1.73 podemos
reescribir el elemento de matriz:

(U5 W o570 i) =
— oz o [ [[[[ 501208501200 502 2) 2, 2)

X e%(m2+m4 m1—m3)0+ 62(m2+m3 m1—ms)0— Vee p1p2 dpldpgdzle2d9+d9_
(1.74)

En la expresién anterior, la variable 64 se puede desacoplar del resto y
se integra por separado:

4 .
i 1(m2+m47m17m3)0+ _ 0 S1 (m2 + mgqg —my — m3) % 07
ez d9+ = .
0 A7 si (m2+mg —myg —m3) =0,
(1.75)
de donde se infiere que la proyeccion z del momento angular total se conserva,
M = ms +my4 = mq1 +mg. El elemento de matriz de interaccion culémbica,
una vez integrada la coordenada 64, queda:
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(W (1) W () Ve | W5 (1) W(72)) = ——

27
X 051,05 005,04Oma+ma,ma+ms ///// fi(p1,21) 5 (p1, 21) f5 (P2, 22) f1 (p2, 22)
x ei(mzfﬂn)@— Vee p1p2 dprdpadzidzedf_. (1.76)

En la ecuacién anterior podemos reescribir la exponencial imaginaria

segun la férmula de Euler:
eilma—ma)f— _ oqq (mg —my)0_ + i sin (mg —mq)0_. (1.77)

Al hacerlo, el elemento de matriz se descompone en una parte real asociada
con cos (mg — m1)f_ més una parte imaginaria asociada con sin (mg — my)6_.
Adem4s, en ambos integrandos V.. introduce una dependencia de tipo cose-
noidal en el denominador (Ecuacién 1.64). La integral sobre la parte imag-
inaria se desvanece debido a la simetria impar de la componente angular,
del tipo sin (k6_)/cosf_ (k = 0,+1,£2...). No sucede lo mismo con la
parte real, donde la componente angular es del tipo cos (kf_)/ cosf_. Esto
se ilustra en la Figura 1.7. En ella, la linea verde muestra un ejemplo de
funcién angular que puede aparecer en la parte imaginaria del elemento de
matriz culémbico y la simetria impar es evidente. En cambio, la linea azul
muestra una funcién angular de la parte real, cuya area neta entre 0 y 2w
no es nula.

Asi pues, el elemento de matriz resulta en una integral real en cinco
dimensiones:

el €=\ e(= el 1
(U5 (1) W5(72)|Vee | 2 (r1) Wi(r2)) = o

X 601,02603,046m2+m4,m1+m3 //// fle(m,Zl)ff(m,zl)ff(pz,zz)ff(pg,,zz)
X cos ((me — m1)0_) Vee p1 p2dp1 dps dz1 dzo df—.  (1.78)

La Ecuacion 1.78 es susceptible de ser integrada empleando métodos
Monte Carlo, dada su multidimensionalidad y el integrando con cardcter os-
cilatorio (pero exento de picos abruptos). El algoritmo “Vegas”[121] resulta
particularmente eficiente y robusto a tal fin. Reemplazamos las integrales
extendidas a todo el espacio por integrales sobre los limites del mallado
de discretizaciéon del Hamiltoniano monoelectrénico (Seccién 1.3). La inte-
gracion Monte-Carlo requiere evaluar el integrando en puntos aleatorios que
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Figura 1.7: Ilustracién cualitativa de la componente angular del integrando del elemento de

matriz culémbico. La linea azul representa la componente de la parte real, f(6) = 20057(0)(9), y
—COSs
. . . _ sin(0)
la verde la de la parte imaginaria, f(0) = WoErr ok

no tiene porqué corresponderse con un punto del mallado. Para determinar
el valor de las funciones envolventes electrénicas en estos puntos interpo-
lamos linealmente entre los valores (conocidos) de la funcién en los puntos
del mallado més préximos.'® Siguiendo este procedimiento las energias de
interaccién Coulémbica se estiman con errores inferiores a 0.05 meV.

La Ecuacién 1.63 se proyecta en una base de determinantes de Slater,

OSIMN (7 Fy 01, 09) = D O MW (7)o (1) WS(72) 02 (2)]],
01>
(1.79)
donde el coeficiente estd etiquetado por el espin total .S, la proyec-
cién z del momento angular total, M, y del espin total, S,, y el nimero
cuantico principal N. La matriz hamiltoniana que se obtiene se diagonali-
za mediante rutinas para matrices reales y simétricas implementadas en la

libreria LAPACK.[122]

S,8..M,N
Cij

1073 interpolacién polinémica de grado n > 1 no mejora el error cometido significativa-
mente y si el coste computacional.
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Capitulo 2

Puntos cuanticos esféricos en
un campo magnético

La sintesis de QDs en soluciones coloidales por via de la quimica himeda da
lugar a nanocristales con geometria aproximadamente esférica y tamanos
extremadamente monodispersos.[123, 124, 125] Debido a su simetria es-
férica, la estructura electréonica de estos nanocristales es analoga a la de
atomos.[11, 126] Sus dimensiones, manipulables con gran precisién, pueden
ser tan pequenas como 2 nm de diametro, lo que los convierte en las na-
noestructuras de mayor confinamiento tridimensional.[127] Ademas, la fle-
xibilidad en el proceso de sintesis permite la construccién de nanocristales
formados por capas concéntricas de materiales distintos con espesor contro-
lable. Esta posibilidad introduce un grado de libertad adicional en la ingien-
erfa de QDs con determinadas propiedades optoelectrénicas.[30, 31, 32] Por
ejemplo, la energia y la fuerza de oscilador de las transiciones épticas pueden
ajustarse por el tamano del nicleo y de las capas externas de un nanocristal
multicapa.[84, 128, 129] Todas estas caracteristicas, sumadas al bajo coste
del procedimiento sintético, convierten a los QDs sintetizados por via de
la quimica hiimeda en candidatos atractivos para potenciales aplicaciones
practicas.

En el momento de comenzar esta Tesis doctoral, los primeros estudios
tedricos sobre efectos de un campo magnético en la estructura energética de
QDs esféricos multicapa revelaban algunos fenémenos interesantes, como la
localizacién de estados resonantes en ausencia de campo.[130] Sin embargo,
el primer estudio tedrico exhaustivo de estos efectos fue realizado en una serie
de tres articulos que revisamos en este capitulo. En ellos, se analiza la influ-
encia que tiene un campo magnético axial sobre la estructura energética de

37
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electrones y huecos en diversos tipos de nanocristales multicapa,[33, 34| asi
como el efecto sobre las probabilidades de transicién 6ptica interbanda.[35]

Los electrones se estudian con un modelo k& - p de una banda en pre-
sencia de un campo magnético aplicado en la direcciéon z. La contribucion
del efecto Zeeman atomico en semiconductores es tipicamente de escasos
meV,[131] motivo por el que no se considera en los estudios cualitativos que
componen este capitulo. Por simplicidad tomamos una masa efectiva elec-
trénica constante e igual a la del material de menor energia de gap del QD.
Esta aproximacién es razonable porque el potencial confinante localizard la
mayoria de densidad de carga en dicho material. En unidades atomicas y
coordenadas cilindricas, la ecuacién de autovalores queda:

1 (19 ( 0\, & ) Bm
2m* \ pdp pap 022 p? 2m*

2 2
Vp,2) - Em) Femlpn2) =0, (21)

B7p
&m*

+

donde m* es la masa efectiva del electron, m la proyeccién z del momento
angular envolvente [ sobre el eje del campo magnético (B), y n el nimero
cuantico principal. Para lograr una descripcién realista de los efectos de
confinamiento, utilizamos un potencial confinante espacial V(p, z) escalona-
do cuya altura viene determinada por el band-offset entre los materiales del
QD multicapa (ver Seccién 1.2.1). En ausencia de campo magnético, los es-
tados electronicos confinados en los QDs que estudiamos presentan simetria
esférica, por lo que pueden etiquetarse por |n,l,,), donde n denota estados
consecutivos de un mismo [.! Cuando se aplica un campo, la simetria es-
férica se rompe y sélo m es un buen nimero cuantico. En este capitulo
construimos diagramas de energia de estados electréonicos frente al campo
magnético, desde B = 0 (simetria esférica) hasta altos valores del campo
(simetria axial). Puesto que en los diagramas existe una correspondencia
biunivoca entre los estados |n,l,) a campo cero y |n,m) en presencia de
campo, usamos la notacion de los primeros ain estando en presencia de
campo.

Los estados de huecos de valencia se describen con un Hamiltoniano k- p
de cuatro bandas que considera el acoplamiento entre subbandas de HH y

!No incluimos el espin en la notacién del estado electrénico porque, al no considerar el
efecto Zeeman, los estados |n, lm,, J. = :t%) estan degenerados.



39

LH. Empleamos aproximacién esférica (73 = 72 = 7).2 Por simplicidad,
utilizamos los pardmetros de Luttinger del material de menor energia de
gap en toda la estructura multicapa. De acuerdo con la Seccion 1.2.2, el
término de interacciéon magnética se introduce unicamente en la diagonal
principal del Hamiltoniano. Adema4s, en los trabajos que componen este
capitulo el término lineal de interaccién magnética utiliza un momento an-
gular promediado sobre las cuatro componentes de la funcién de huecos. El
Hamiltoniano resultante se muestra en la Tabla 2.1.[42, 132]

Este Hamiltoniano utiliza la masa efectiva del HH (mpgpg) o del LH
(mrp) como coeficiente masico para el término lineal del campo magnético.
Como consecuencia, se predice la formacién de estados fundamentales de
huecos con valores de F, muy negativos en nanocristales grandes a campos
magnéticos fuertes. Sin embargo, en trabajos posteriores observamos que un
coeficiente més adecuado para el término lineal es un promedio entre my g
y mrm (Seccién 1.2.2). Dicho coeficiente da lugar a menores contribuciones
del término lineal del campo magnético y, por tanto, prevendria la formacion
de estados fundamentales de huecos con F, muy negativo. En cualquier caso,
estos cambios no afectan cualitativamente al resto de fenémenos producidos
por el campo magnético que describimos en las siguientes secciones.

En ausencia de un campo magnético externo, los estados de huecos
pueden etiquetarse por |np, QF, F), donde @ denota el menor nimero cudn-
tico angular L de la funcién envolvente, F' es el momento angular total
F =1L+ J F, su componente z y nj etiqueta estados consecutivos de
un mismo Qp, F,.[133] Cuando se aplica un campo magnético externo, se
rompe la simetria esférica y solo F, = my + J, es un buen nimero cuantico.
Al igual que hacemos con los estados electrénicos, en este capitulo usamos
la notacion de simetria esférica para estados de huecos atin en presencia de
campo magnético.

Adicionalmente, estimamos las probabilidades de transicién éptica a par-
tir de los elementos de matriz del momento de transiciéon entre un estado
electrénico y un estado de huecos, siguiendo las indicaciones de la Seccién
1.4.2.

2 Aunque la aplicacién de un campo magnético rompe la simetria esférica, nosotros
mantenemos esta aproximacion para poder comparar con los resultados exactos en ausencia
de campo.
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Tabla 2.1: Hamiltoniano k-p-EFA de cuatro bandas en coordenadas cilindricas con un campo magnético a lo largo de z.
La proyeccién z del momento angular total en el término lineal de interaccién magnética se ha promediado sobre J,.
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2.1 Punto cuantico homogéneo

Comenzamos estudiando el caso mas simple: un QD esférico constituido por
un unico material semiconductor y rodeado por un medio aislante, como
una solucién acuosa o polimérica. Modelamos esta estructura definiendo un
pozo de potencial esférico:

0 siv/p?+22<R
Vip, 2) = = 1 2.2
(p:2) 4eV si/p?>+22>R, (22)

donde R es el radio del nanocristal. Asumimos una barrera de 4 eV porque
éste es aproximadamente el valor de la electroafinidad de la mayoria de
semiconductores.

2.1.1 Electrones

Tomamos InAs como material del QD. La masa efectiva del electrén en dicho
material es la mas baja de todos los compuestos binarios semiconductores,
m* = 0.024 (unas 41 veces menor que la masa del electrén libre), lo que lo
hace particularmente sensible a campos magnéticos externos.

La Figura 2.1 muestra los niveles de energia mas bajos de un electrén
en un nanocristal de radio R = 3 nm en presencia de un campo magnético
creciente.® La Figura 2.2 ilustra las correspondientes funciones de onda a
B = 0. Ambas figuras revelan que, en ausencia de campo magnético, los
niveles energéticos muestran las degeneraciones y distribuciones de carga
propias de simetria esférica, en clara analogia con los niveles atémicos. La
dependencia de los niveles energéticos respecto del campo magnético en QDs
pequenios como el de la Figura 2.1 es, al igual que sucede en atomos, casi
exclusivamente lineal incluso a campos tan grandes como 100 T. El término
lineal del campo magnético rompe las degeneraciones de B = 0 de manera
similar al efecto Zeeman atomico, con la proyeccién z del momento angu-
lar envolvente, m, supliendo el papel del espin atémico. Los estados con
m < 0 se estabilizan energéticamente mientras los estados con m > 0 se
inestabilizan.

Contrariamente, en QQDs de mayor tamano la componente cuadratica
del campo magnético es visible incluso a campos magnéticos accesibles en
el laboratorio. Esto se puede observar en la Figura 2.3, que representa

3En los diagramas de energia de estados electrénicos que se muestran en este capitulo,
el cero de la escala de energia estd definido por el tope de la barrera energética, de modo
que los niveles con energia F < 0 estdn ligados.



42 Capitulo 2: Puntos cuanticos esféricos en un campo magnético

S

3 L i
8 i ]
o —1.2} .
gl
ST pa—
2L i
2.8 | 1S i

0 40 80 120

B (T)

Figura 2.1: Niveles de energia nl,, de un electrén en un nanocristal de InAs con radio R = 3
nm frente a un campo magnético.[33]

Figura 2.2: Curvas de nivel de las funciones de onda correspondientes a los estados electrénicos
mas bajos en un nanocristal de InAs con radio R =3 nm a B=0 T.
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Figura 2.3: Niveles de energia nl,, de un electrén en un nanocristal de InAs con radio R = 11.5
nm frente a un campo magnético. Los circulos azules sefialan algunos cruzamientos evitados.[33]

B=100T

Figura 2.4: Curvas de nivel de la funcién de onda correspondiente al estado electrénico 1dp en
un nanocristal de InAs con radio R = 11.5 nm a B=0 T (izquierda) y B=100 T (derecha).
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el espectro energético de un electrén en un nanocristal de InAs con radio
R = 11.5 nm. ElI ella, el efecto de la componente cuadrdtica sobre los
niveles energéticos es notable desde valores pequenos del campo magnético,
y a campos magnéticos muy fuertes (B > 100 T) comienzan a formarse los
llamados niveles de Landau.* Ademés, los estados que a B = 0 presentan
distinto nimero de nodos por pertenecer a diferentes simetrias esféricas (1)
evolucionan de manera diferente frente al campo magnético. Esto da lugar
a cruzamientos evitados en la Figura 2.3 (circulos azules en la figura).

La componente cuadrética del campo magnético comprime la densidad
electronica en la direccion perpendicular al eje de aplicacién del campo.
En el limite de los niveles de Landau, la densidad electrénica se encuentra
completamente comprimida en un pozo de potencial unidimensional en z.
La Figura 2.4 ilustra la compresién de la funcién de onda para el estado
electrénico 1dy en el nanocristal de R = 11.5 nm.

El que la componente cuadratica del campo magnético afecte significa-
tivamente a un estado electronico o no viene determinado por la razén
00/ Tmaz, donde po = [(2|m| 4 1)(h/eB)]"/? es el radio del maximo de den-
sidad de carga en el nivel de Landau mas bajo, y rq: €s el maximo de la
densidad de carga del estado electrénico en cuestion.[134] Si po/rmaez > 1 los
efectos del término cuadratico no son importantes, y viceversa. A B = 100
T, po = 2.4 nm. Por tanto, en nanocristales de R = 3 nm, donde el estado
fundamental presenta r,,q, &~ 1.5 nm, la compresion de la funcién de on-
da por parte del campo magnético es despreciable. Lo contrario sucede en
nanocristales de R = 11.5 nm, donde 7,4, =~ 10 nm y los efectos del término
cuadratico de la interaccion magnética son relevantes.

2.1.2 Huecos

Los pardametros de Luttinger para huecos en InAs son y4 = 19.7 y v =
8.4,[135] y las correspondientes a masas efectivas mj;; = 0.345 y mj ; =
0.027. La Figura 2.5 representa los niveles energéticos mas bajos de huecos
en un nanocristal de InAs con radio R = 3 nm.°® En ausencia de campo

4En ausencia de potencial confinante espacial, el movimiento de un gas bidimensional
de electrones independientes bajo la influencia de un campo magnético uniforme axial da
lugar a estados energéticamente equiespaciados (niveles de Landau). Las funciones de
onda de estos estados pueden escribirse en términos de polinomios de Hermite debido a
que el Hamiltoniano del sistema tiene la forma del Hamiltoniano del oscilador harménico
(ver, p.ej. Refs.[8] p.317, y [134]).

En los diagramas de energfa de estados de huecos que se muestran en este capitulo, el
cero de la escala de energia estd establecido en el tope de la BV. Ademads, las energias se
han definido con signo contrario a las de electrones, de modo que los estados con FF > —4
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Figura 2.5: Niveles de energia ny, QF, F> de un hueco en un nanocristal de InAs con radio R = 3
nm frente a un campo magnético.[132]
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Figura 2.6: Niveles de energia nj, Qp, F> de un hueco en un nanocristal de InAs con radio R = 3
nm en funcién del grado de acoplamiento HH/LH.
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magnético, el estado fundamental de huecos es 1P3/5, mientras que el de
electrones es 1sg (Figura 2.1). Como consecuencia, la transiciéon fundamental
entre electrones de conduccién y huecos de valencia no cumple la regla de
seleccién d; 1, (es decir, corresponde a un excitdn oscuro).

Es interesante notar que, de no haber considerado el acoplamiento entre
subbandas de HH y LH, el estado fundamental de huecos a B = 0 hubiera
sido 153/5 y por tanto las transiciones Opticas predichas serfan erréneas.
Para visualizar el impacto del acoplamiento entre subbandas sobre los niveles
energéticos, escribimos el Hamiltoniano de cuatro bandas de huecos como
una suma de dos matrices, una que contiene los elementos diagonales de la
Tabla 2.1 y otra que contiene los elementos extradiagonales (términos de
acoplamiento). Multiplicamos la segunda matriz por un pardmetro A, cuyo
valor puede establecerse desde cero (elimina los términos de acoplamiento)
hasta uno (el acoplamiento es completo). Calculamos entonces los niveles
de huecos méas bajos en un nanocristal de InAs con radio R = 3 nm, en
ausencia de campo magnético, como una funciéon de \. Los resultados, que se
ilustran en la Figura 2.6, evidencian la necesidad de utilizar un Hamiltoniano
multibanda para huecos.

La respuesta de los niveles energéticos de huecos al campo magnético es,
como en el caso de electrones, casi exclusivamente lineal. Esto se debe a que,
incluso para F, = 1/2, pg = [(2|F.|4+1)(h/eB)]'/? a B = 100 T es mayor que
el radio del nanocristal. El término lineal del campo magnético rompe las
degeneraciones de B = 0 de manera similar al efecto Zeeman atémico, con F,
supliendo el papel del espin atéomico. Los estados con F, < 0 se estabilizan
energéticamente y los de F, > 0 se inestabilizan. Una diferencia respecto al
espectro de estados electréonicos es que la magnitud del desdoblamiento de
los niveles de huecos en un campo magnético no depende sélo del valor de F,.
Por ejemplo, la separacién energética entre (155/9, +3/2) y (1532, —3/2) es
menor que la separacién entre (1FP59, +3/2) y (1P5/9, —3/2). El motivo es
que el campo magnético altera el acoplamiento entre subbandas de HH y
LH con distinta fuerza para distintos niveles energéticos.

Debido al acoplamiento entre HH y LH, la densidad de carga de los
estados de huecos no muestra la distribucién tipica de un estado con simetria
esférica L, sino una mezcla de las funciones envolventes de las componentes
con J, = 3/2 a J, = —3/2. Ahora bien, las componentes por separado si
tienen una simetria L definida. Esto se ilustra en la Figura 2.7, donde se
representa la densidad de carga (izquierda) y las funciones envolventes de las
cuatro componentes (derecha) de un estado de huecos (1P;/,, 1/2). Mientras

eV estan ligados.
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Figura 2.7: Curvas de nivel de la densidad de carga (izquierda) y de las funciones envolventes
de las componentes J. = 3/2,1/2,—1/2,-3/2 (derecha) del estado de huecos 1P5/5, 1/2.
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Figura 2.8: Niveles de energia n;, Qp, F, de un hueco en un nanocristal de InAs con radio R = 8
nm frente a un campo magnético. Los circulos azules sefialan algunos cruzamientos evitados.[34]
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la densidad de carga no se corresponde claramente con ningina funcién
orbitalica atémica, las funciones de onda de las componentes se corresponden
con orbitales 1p_; (J, = 3/2), 1p, (J, = 1/2), 1ps1 (J. = —1/2) y 1f4o
(J, =—-3/2).

La Figura 2.8 muestra los niveles energéticos méas bajos de huecos en un
nanocristal de InAs con radio R = 8 nm. El aumento de tamano del QD
cambia la ordenacion energética a B = 0 respecto al nanocristal de R = 3
nm (por ejemplo, el estado fundamental a B = 0 es ahora 1S3/5).[63]

Para los niveles con F, = £+1/2 el término cuadrético del campo magnéti-
co es significativo incluso a campos magnéticos accesibles en el laboratorio.
En cambio, para los niveles con F, = +5/2 el término lineal predomina en
todo el rango de campo magnético estudiado.

Al igual que sucede en el caso de electrones en el nanocristal grande,
los estados de huecos que a B = (0 presentan distinto diferentes simetrias
esféricas (QF) evolucionan de manera diferente frente al campo magnético,
lo cual da lugar a cruzamientos evitados (circulos azules en la Figura 2.8).

2.1.3 Transiciones interbanda

En la Figura 2.9 se representan las transiciones 6pticas calculadas entre los
estados mas bajos de electrones y huecos de un nanocristal de InAs con
R = 3 nm. De abajo a arriba, los campos magnéticos considerados son
B =0, 10, 20, 30 y 40 T. Puesto que la densidad de estados de huecos es
mucho mayor que la de electrones, calculamos las transiciones entre el estado
1s de electrones y los cinco estados mas bajos de huecos: 1P5/9, 153/, 1F5 9,
1Ds5/9, y 2532

En ausencia de campo, la regla de seleccion 6,y ,, (Ecuacién 1.59) debe
complementarse con la regla de seleccién de simetria esférica, d;,1,.[136] Asi
pues, solo las transiciones 1s « 1S3/9 y 1s « 2535 estdn permitidas.
Cuando se aplica un campo magnético, la degeneracién entre estados n.Ss
y F,=-3/2,—-1/2,1/2,3/2 se rompe y cada una de las transiciones permiti-
das a B = 0 se desdobla en cuatro ramas. Debido al comportamiento lineal
de los niveles de electrones y huecos en el nanocristal de R = 3 nm, todas
las ramas evolucionan linealemente frente al campo magnético. Es intere-
sante notar que incluso en campos magnéticos fuertes, las tinicas transiciones
con intensidad apreciable son aquellas que cumplen la regla de seleccion de
simetria esférica. En la Figura 2.9 sélo se observan desviaciones esta regla
por la apariciéon de sefiales muy débiles, como la correspondiente a la tran-
sicién 1s « (1P5/9, 3/2) a B =40 T, indicada con una flecha.

La Figura 2.10 muestra la regién de baja energia del espectro de transi-
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Figura 2.9: Momentos de transicién en la regién de baja energia del espectro magneto-6ptico
NIR de un nanocristal de InAs con R = 3 nm. Las transiciones a B = 0 se han etiquetado
explicitamente. La flecha sefiala la resonancia correspondiente a la transicién 1s «+ (1P5/9, 3/2).
El espectro se ha modelado representando las transiciones con curvas Lorentzianas de amplitud
media 1 meV.[35]
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Figura 2.10: Como la Figura 2.9, pero para R = 8 nm. Las flechas senialan las resonancias
correspondientes a la transicién 1s « (1D7 /5, —3/2).[35]
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ciones magneto-épticas electron-hueco en un nanocristal de InAs con R = 8
nm. El mayor tamano del QD que en el caso anterior da lugar a una densidad
de estados maés elevada. Como consecuencia, al aplicar un campo magnético
se entremezclan senales procedentes de diferentes transiciones permitidas en
ausencia de campo. Los cruzamientos evitados entre niveles de huecos impli-
can un intercambio de funciones de onda entre los niveles implicados. Esto se
refleja en el espectro magneto-6ptico como un intercambio de intensidad en-
tre diferentes transiciones. De esta manera, transiciones que violan la regla
de seleccién d; 1, pueden alcanzar intensidades significativas en presencia de
un campo magnético. Por ejemplo, los estados de huecos (253/2, —3/2) ¥y
(1D7/2, —3/2) experimentan un cruzamiento evitado a B = 10 T. Asi, la
transicion 1s « (1Dy/9, —3/2) (indicada con flechas en la figura) crece en
intensidad a expensas de 1s « (2535, —3/2), que se vuelve débil. Excepto
por los cruzamientos evitados, la Figura 2.10 confirma que las transiciones
permitidas en ausencia de campo siguen siendo las mas intensas a campos
altos también en nanocristales de gran tamano.

2.2 Punto cuantico-barrera cuantica

En esta seccién estudiamos QDs esféricos formados por tres capas concén-
tricas. La capa interior (nicleo) estd formada por InAs, la intermedia por
un material de mayor energia de gap (GaAs o InP) y la exterior de nuevo
por InAs. Debido a su mayor energia de gap, el material intermedio actta
como una barrera de potencial. Por este motivo la estructura recibe el nom-
bre de punto cudntico-barrera cuantica (QDQB). La Figura 2.11 muestra un
esquema de la estructura investigada y el perfil de la estructura de bandas
correspondiente.

Investigamos los niveles de energia de un electrén en dos QDQBs dife-
rentes. En ambos casos el radio de la capa interior es de 7 nm y el espesor
de la capa intermedia es de 1 nm. Sin embargo, cambiamos el espesor de la
capa externa para estudiar su influencia sobre la estructura energética. FEn
la Figura 2.12 se representan los niveles de energia para un QDQB con una
capa exterior de InAs de 2 nm (izquierda) y de 3.5 nm (derecha). Debido a
la similitud en el tamano total, los espectros son relativamente parecidos al
del nanocristal homogéneo de R = 11.5 nm (Figura 2.3).

En ausencia de campo magnético, el cambio de tamano de la capa ex-
terior produce un reordenamiento de algunos niveles energéticos (1D, 25 y
1F, 2P).% Los cambios se deben a la estabilizacién que experimentan los

SEsta dependencia del orden de los estados con respecto al tamafio de la capa ex-
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Figura 2.11: Esquema de la estructura de capas (izquierda) y del perfil de las bandas de con-
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estados con nodos radiales (2S5 y 2P) al disponer de més espacio en la capa
externa para depositar la carga posterior al nodo. Adem4s, los estados con
nodo radial presentan mayores valores de 7,,4,, por lo que son méas sensi-
bles al término magnético cuadratico del Hamiltoniano que los estados sin
nodo radial. Consecuentemente, los estados estabilizados 25 y 2P originan
un numero elevado de cruzamientos evitados en la region espectral de baja
energia del electrén en el QDQB con capa externa larga (circulos azules en
la Figura 2.12).

Algunos estados excitados presentan mucha densidad de carga en la capa
externa a B = 0. En estos casos, cuando un campo magnético externo com-
prime la densidad de carga en la direccién radial, la densidad de carga salta
la barrera de potencial constituida por la capa intermedia. Este efecto se
ilustra en la Figura 2.13, donde se muestra la densidad de carga del estado
electrénico 1F3 a campos magnéticos B = 0 T (izquierda), B = 50 T (cen-
tro) y B = 100 T (derecha). Se observa que la aplicacién del campo hace
saltar el maximo de densidad de carga de la capa exterior a la interior del
punto.” Estos saltos pueden utilizarse para modificar la intensidad de ab-
sorcién de transiciones magneto-épticas (como comentaremos mas adelante
en esta seccién) o la fuerza de enlace entre QDs préximos.

Los estados de huecos de valencia en un QDQB presentan un compor-
tamiento similar al que hemos descrito para electrones de conduccién: re-
ordenacion de niveles segin el tamano de la capa externa, cruzamientos
evitados entre estados con la misma simetria esférica y saltos de carga de la
capa externa a la interna.|[34]

Los efectos del campo magnético sobre el espectro magneto-éptico de un
QDQ@QB se pueden observar en la Figura 2.14, donde se representa la region
de baja energia del espectro magneto-6ptico de un nanocristal de InAs (7
nm)/InP (1 nm)/InAs (3.5 nm). Como en el caso del QD homogéneo grande,
el débil confinamiento lleva a una elevada densidad espectral.

A primera vista, el espectro de la Figura 2.14 es parecido al del QD con
R =11.5 nm (Figura 2.10). Sin embargo, la barrera de InP origina algunas
diferencias interesantes. En primer lugar, a B = 0 la transicién 1s « 2P5 ),
aparece energéticamente muy préxima a la 1s « 1P;5/;. Esto es debido a
la estabilizaciéon de los niveles con nodo radial mencionada anteriormente.
En segundo lugar, la transicion 1s «— 253/5 es muy débil mientras que la
Ls « 3535 es muy fuerte (en un QD homogéneo la situacién es precisamente

terna de un QDQB ya fue observada tedricamente con anterioridad en un sistema
CdS/ZnS/CdS.[137]

"En QDQBs con ntcleos més grandes que el investigado en esta seccién, estos saltos
podrian observarse a campos magnéticos accesibles en el laboratorio.
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Figura 2.13: Curvas de nivel de la densidad de carga del estado electrénico 1F3 en el QDQB
largo. De izquierda a derecha, los campos magnéticos son B = 0, 50 y ,100 T. La barrera de
GaAs se encuentra entre 7 y 8 nm.[33]

M@M
B=10T i

Mwuwww
o | | W
750 775 800 825

600 625 650 675 700 725
1s1S 1s2S 1s3S 1p1P_1plP 1p2P
32 32 32 32 512 32

850 875

Energia (meV)

Figura 2.14: Como la Figura 2.9 pero para un QDQB de InAs (7 nm)/InP (1 nm)/InAs (3.5
nm). Las flechas sefialan las resonancias correspondientes a la transicién 1pg « (2P3,2, —1.5).[35]
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la opuesta. Este cambio se debe a las modificaciones que la barrera de InP
introduce sobre la densidad de carga de los estados involucrados, puesto que
el momento de transicién (Ecuacién 1.59) es proporcional al solape entre
el estado electrénico (1s) y el de huecos (n.S3/2). La Figura 2.15 ilustra el
perfil de la funcién de onda a B = 0 del estado 1s de electrones y los estados
1S3/, 2533 y 3532 de huecos. En la fila superior, éstas se muestran para
un QD homogéneo y en la fila inferior para un QDQB. Puede observarse que
la barrera de InP (regién sombreada en la fila inferior) introduce cambios
importantes en la distribucién de carga.
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Figura 2.15: Funciones de onda del estado 1s de un electrén y de los estados de huecos 1535,
2S3/5 y 3532 (arriba) en un QD homogéneo de R = 8 nm y (abajo) en un QDQB InAs (7
nm)/InP (1 nm)/InAs (3.5 nm). La zona sombreada indica la regién de la barrera de potencial.

Otra diferencia entre el espectro de QDQB y QD homogéneo es la pro-
ducida por el salto de densidad de carga desde la capa externa a la interna
en presencia de un campo magnético. En la region espectral que estudiamos
solo los estados de huecos llegan a experimentar este efecto. Por ello, el salto
de carga conlleva una disminucién de la integral de solape, que a su vez im-
plica una menor intensidad de transicion. Un ejemplo de este hecho puede
observarse en la transicién 1pg « (2P3/9, —1.5) (sefialada con flechas en la
Figura 2.14), la cual decrece progresivamente en intensidad al aumentar el
campo magnético.
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2.3 Punto cuantico-pozo cuantico

En esta seccién estudiamos un QD esférico formado por tres capas concéntri-
cas. La capa interior esta formada por GaAs (o InP), la intermedia por InAs
y la exterior de nuevo por GaAs (InP). Debido a su menor energia de gap,
el material intermedio actiia como un pozo de potencial. Por este motivo la
estructura recibe el nombre de punto cudntico-pozo cudntico (QDQW). La
Figura 2.16 muestra un esquema de la estructura investigada y el perfil de
la estructura de bandas correspondiente.

BC Vexl (p :2)
electron confinado
[
radio
GaAs o InP, F /;O' :I
hueco confinado
GaAs o InP. BV
V,,(P.2)

ext

Figura 2.16: Esquema de la estructura de capas (izquierda) y del perfil de las bandas de con-
duccién y de valencia (derecha) de un punto cudntico-pozo cudntico. Las lineas discontinuas
representan un estado ligado de electrones (BC) y uno de huecos (BV).

Los niveles de energia de un electrén (hueco) en un QDQW de GaAs (8
nm)/InAs (2 nm)/GaAs (2 nm) (InP (8 nm)/InAs (2 nm)/InP (2 nm)) se
representan en la Figura 2.17 (Figura 2.18).

En ausencia de campo magnético, los estados con nodo radial de elec-
trones (n > 1) y de huecos (nj > 1) se encuentran mas excitados que en las
estructuras estudiadas en secciones anteriores. Esto es debido a que el nodo
radial obliga a depositar parte de la densidad de carga en la capa externa
de la estructura. En un QDQB, esta capa tiene una energia de gap elevada,
lo que justifica la desestabilizacion energética. En la Figura 2.19 se ilustra
este efecto comparando la densidad de carga de los estados de huecos 1535
y 253/ en ausencia de campo magnético.

La Figura 2.17 muestra que la aplicacién de un campo magnético induce
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Figura 2.17: Niveles de energia nl, de un electrén en un QDQW de GaAs(8 nm)/InAs(2
nm)/GaAs(2 nm) frente a un campo magnético.[33]
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Figura 2.18: Niveles de energia njp Qr de un hueco en un QDQW de InP(8 nm)/InAs(2
nm)/InP(2 nm) frente a un campo magnético. El panel izquierdo muestra estados con F, = +1/2,
el central con F, = £3/2 y el derecho con F, = +5/2.[34]
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cambios sucesivos en la simetria del estado fundamental electrénico, que de
esta manera describe oscilaciones energéticas en clara analogia con el efecto
Aharonov-Bohm de anillos cudnticos (ver Capitulo 4). A B = 0 la simetria
del estado fundamental es 1sg, a B =~ 20 T cambia a 1p_;, a B ~ 40 T
cambia a 1d_o, etc... Un andlisis detallado de estas oscilaciones revela que
son aperiddicas, lo cual es debido a la penetracion del campo magnético en la
regién donde se localiza la densidad electrénica. Las oscilaciones energéticas
se saturan al formarse los niveles de Landau.

p (nm) ' 5 (nm) '

Figura 2.19: Curvas de nivel de la densidad de carga de los estados 1S3, y 2S5/ en un
QDQW.[34]

En el caso de huecos (Figura 2.18), el campo magnético también induce
cambios en la simetria del estado fundamental. Sin embargo, el término
lineal de la interaccién magnética tiende a predominar sobre el cuadrético.
Como consecuencia, la energia de los estados con F, < —3/2 se estabiliza
linealmente en campos magnéticos fuertes (notar, por ejemplo, el punto de
inflexién del estado més bajo de energia con F, = —3/2 a B ~ 70 T). La
fuerte contribucién del término lineal del campo magnético es responsable de
que los cambios de simetria del estado fundamental de huecos en un QDQW
no se produzcan de unidad en unidad de F.[34] Ahora bien, como se comentd
en la introduccién del presente capitulo, el peso relativo del término lineal
en el modelo empleado para estos cédlculos podria estar sobrestimado. Por
lo tanto, el detalle fino de los cambios de simetria del estado fundamental
de huecos no debe tomarse como completamente definitivo.

Otro aspecto interesante de los espectros de electrones y de huecos en un
QDQW es que los dos primeros niveles de cada simetria m (para electrones)
o F, (para huecos) convergen con campos magnéticos crecientes, de manera
que estan casi degenerados a campos magnéticos altos. Este hecho puede
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observarse en la Figura 2.17 para los estados electrénicos 1sg y 1pg, para
1p_1 y 1d_1, etc. En la Figura 2.18 se observa para los estados de huecos
(1P3/9, =1/2) y (1839, —1/2), para (1P3/5, —3/2) y (1S3/9, —3/2), etc. A
fin de entender este efecto, en la Figura 2.20 se ilustran las funciones de
onda del par de estados electréonicos 1sg y Ipga B =0y B = 100 T. A
B =0, el estado 1pg tiene la misma simetria que el orbital atémico p,. El
campo magnético tiende a comprimir la funcién de onda pero, debido al
confinamiento espacial ejercido por la barrera interna de GaAs, la carga se
distribuye finalmente en dos partes. Cada una de las partes se concentra
alrededor de un punto de corte (inferior o superior) del eje z con la capa de
InAs. Lo mismo sucede con 1sg, con la salvedad de que la funciéon de onda
de 1sg tiene el mismo signo en todo el espacio y la de 1pg presenta un nodo
en el plano z = 0.

Figura 2.20: Curvas de nivel de la funcién de onda de los estados 1sg (abajo) y 1pg (arriba) en
un QDQW a B = 0 (izquierda) y a B = 100 T (derecha).[33]
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En un campo magnético muy fuerte, los estados estan tan fuertemente
confinados en la direccién radial que la distribucién electrénica se asemeja
a un doble pozo cudntico unidimensional en la direccién z. Ambos pozos
estan separados por una barrera de potencial de 16 nm de anchura. Los es-
tados 1sg y 1pg se corresponden con las soluciones par e impar de este doble
pozo cuantico. Este cambio en la distribucién de carga, desde uniforme a
distribuida en dos regiones separadas espacialmente, podria encontrar apli-
caciones en computacion cuantica.

En la Figura 2.21 se representa la regién energética més baja del espectro
magneto-6ptico de transiciones electrén-hueco en un QDQW. Para simpli-
ficar el espectro, se ha asumido luz polarizada en la direccién del campo
magnético y inicamente se consideran transiciones a estados de la BC con
espin 1. En estas condiciones, sélo la componente J, = 1/2 de los estados de
huecos puede dar lugar a un momento de transicién finito (Seccién 1.4.2).
En la figura, las lineas trazadas son una guia para la vista que muestra la
evolucién de cada transiciéon permitida a B = 0. En ausencia de campo
magnético, no se observan transiciones que involucren estados con nodo ra-
dial (n > 1 o np, > 1). Esto es debido a la ausencia de estos estados en la
regién energética mas baja del espectro del QDQW. En presencia de un cam-
po magnético, las senales espectroscépicas evolucionan con una trayectoria
cuadratica dictada esencialmente por la energia de los estados electronicos.
La Figura 2.21 vuelve a poner de manifiesto que, en presencia de un cam-
po magnético externo, la mayoria de transiciones con intensidad apreciable
siguen siendo las que cumplen la regla de seleccién de simetria esférica. Las
Unicas excepciones en la region estudiada son las transiciones 1s « 1D5/9,
Ip < 1F7/5 y 1d < 1539, pero su intensidad es pequena incluso a B = 40
T.

El hecho de que las reglas de seleccién de simetria esférica sean apro-
ximadamente cumplidas en todas las nanoestructuras estudiadas incluso en
presencia de campos magnéticos intensos pone de manifiesto que el confi-
namiento espacial es dominante en todos los casos, y la reduccién de simetria
ocasionada por el campo relativamente poco significativa. Esta es una pro-
piedad caracteristica de sistemas nanoscépicos que, sin embargo, se pierde
al pasar a sistemas mesoscépicos y macroscopicos, donde el confinamiento
espacial es débil.
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Figura 2.21: Momentos de transicién en la regiéon de baja energia del espectro magneto-6ptico
NIR de un QDQW de InP (8 nm)/InAs (2 nm)/InP (2 nm). Se ha asumido luz polarizada en z
y s6lo se consideran transiciones al estado de electrones con espin . Las transiciones a B = 0
se han etiquetado explicitamente. El espectro se ha modelado representando las transiciones con
curvas Lorentzianas de amplitud media 1 meV. Las lineas trazadas son una gufa para la vista.[35]



Capitulo 3

Puntos cuanticos
auto-ordenados en matrices
heterogéneas

Cuando tenemos un punto cudntico enterrado en una matriz semiconductora
heterogénea, el material de la matriz en contacto con el QD (que llamaremos
material A) actia como una barrera de potencial y es el principal responsable
del confinamiento y, por tanto, de la formacion de estados ligados en el
punto. Sin embargo, debido a la penetracién finita de la funcién de onda
electronica en el material barrera, el material que no esta en contacto directo
con el QD (material B) también puede tener un efecto sobre estos estados.
Dependiendo de las energias de gap de los materiales A y B pueden darse
tres situaciones. La Figura 3.1 recoge los tres casos para electrones de la
BC:

1. El material A tiene menor energia de gap que el material B. En este
caso el material B constituye una barrera de potencial confinante mas
alta que A. Los estados ligados del QD pueden experimentar un confi-
namiento superior al que experimentarian con una matriz homogénea

de A.

2. El material A tiene mayor energia de gap que el material B, y el ma-
terial B tiene mayor energia de gap que el material del QD. En este
caso el material B constituye una barrera de potencial confinante mas
baja que A. Los estados ligados del QD pueden experimentar un con-
finamiento inferior al que experimentarian con una matriz homogénea

de A.

61
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3. El material A tiene mayor energia de gap que el material B, y el ma-
terial B tiene menor o igual energia de gap que el material del QD. En
este caso el material B constituye un pozo de potencial al cual pueden
acceder los electrones del QD por efecto tunel.

Punto Punto
Cuantico Cuantico

B
L.— I I B
Figura 3.1: Perfil de la BC de un QD inmerso en una heteroestructura semicondutora A/B. 1,2

y 3 representan los distintos casos posibles en funcién de la energia de gap del material del QD,
del material A y del material B.

Punto
Cuantico

I\

Debido a la asimetria y a los valores finitos del potencial confinante,
estos sistemas no pueden ser descritos en general por los modelos simples
con solucién analitica. El uso de un potencial confinante finito y escalonado
(y, por tanto, de una resolucién numérica) resulta esencial para un correcto
entendimiento de la fisica de estos sistemas.

En este capitulo estudiamos la influencia que ejercen barreras de po-
tencial confinante generadas por matrices heterogéneas sobre la estructura
energética de electrones en QDs auto-ordenados (sistemas 1 y 2 de la Figura
3.1). Los resultados se comparan con diversos sistemas sobre los cuales se
dispone de informacién experimental y se discute el acuerdo en cada caso.
Puesto que se intenta lograr un acuerdo cuantitativo con los experimentos,
utilizamos un potencial confinante realista (Seccién 1.2.1) y una correcta
descripcion de la dependencia de la masa efectiva del electrén con su posi-
ci6én en la heteroestructura (Seccién 1.1.1).

En la primera seccién del capitulo se ofrece una breve introduccién a
los QDs auto-ordenados. En la Seccion 3.2 se comenta un ejemplo de sis-
temas donde el uso de matrices heterogéneas para QDs auto-ordenados es
de interés practico. El capitulo concluye con una seccién en la que algunos
experimentos se discuten a la luz de nuestro modelo tedrico.
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3.1 Puntos cuanticos auto-ordenados

Los QDs auto-ordenados se obtienen a partir de la transicion de fase Stranski-
Krastanow que tiene lugar durante el crecimiento de heteroestructuras semi-
conductoras con una tension eldstica significativa.[138, 139] Cuando se hace
crecer epitaxialmente un cristal semiconductor sobre la superficie de otro
material cuya constante de red difiere del primero en 1 — 10 %, el material
depositado forma una capa epitaxial de buena calidad, pero sujeta a fuertes
tensiones eldsticas. La tensiéon aumenta a medida que crece el espesor de
la capa depositada. Cuando se alcanza un espesor critico (tipicamente del
orden de unas pocas monocapas), el crecimiento planar cesa y empiezan a
formarse pequenas islas del material depositado sobre una fina capa humec-
tante residual (wetting layer o WL). Esta es la denominada transicién de
fase Stranski-Krastanow. La formacién de estas islas es un proceso cinético
guiado por las fuerzas de tension elastica. Siel material sustrato posee mayor
energia de gap que el material depositado, las islas actuardan como QDs. Por
ello es frecuente utilizar sustratos de GaAs o Al,Ga;_,As sobre los cuales
se deposita InAs o In;_,Ga,As, formando asi QDs de gran calidad.

Los QDs formados por el mecanismo Stranski-Krastanow son en iltima
instancia recubiertos por una nueva capa de material de mayor energia de
gap (tipicamente el mismo material del sustrato), lo cual permite el confi-
namiento tridimensional de los portadores de carga en el interior del punto.

La forma, tamano y composicién de los QDs auto-ordenados depende de
numerosos factores, como el tipo de materiales empleados, las temperaturas
de crecimiento y los tiempos de deposicién.[143, 144] Las geometrias mds
habituales incluyen pirdmides[145], discos[15] y lentes[14], con tamafios en
el régimen nanoscépico. La Figura 3.2 muestra el perfil tipico de un QD
auto-ordenado de InAs con forma de lente.

De especial interés para los ejemplos estudiados més adelante en este
capitulo es la dependencia del tamano y la composicion de QDs auto-or-
denados con el tipo de material sustrato. El crecimiento de QDs de InAs
sobre sustratos de GaAs y de AlAs presenta diferencias debidas a la menor
movilidad del catién Al*t3? en comparacién con Ga®™3. Por una parte, los
puntos crecidos sobre AlAs tdnicamente incluyen el material depositado maés
pequenas cantidades de material procedente de la WL. En cambio, los QDs
crecidos sobre GaAs experimentan una interdifusién de In y Ga importante,
por lo que suelen incorporar GaAs procedente de las capas atémicas inmedi-
atamente inferiores a la WL.[140, 141] Por otra parte, el tamano de los QDs
crecidos sobre GaAs suele ser mayor que el de los crecidos sobre AlAs. Esto
se debe a que la mayor interdifusién de Ga®3 e In*3 reduce la tensién en la
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Figura 3.2: Micrografia de transmisién de electrones de un punto cudntico auto-ordenado de
InAs.[20]

capa de material depositado, siendo necesario un mayor espesor de la misma
para que tenga lugar la transicion de fase Stranski-Krastanow.[142]

Algunos de los principales atractivos de los QDs auto-ordenados son sus
excelentes propiedades como medio activo en dispositivos semiconductores
como laseres[146, 147] o detectores en el infrarrojo.[148, 149, 150]

3.2 Puntos cuanticos de InAs en matrices de GaAs
con capas finas de AlAs

El sistema auto-ordenado maés estudiado hasta la fecha es el formado por
QDs de InAs envueltos en una matriz de GaAs (esto es, QDs de InAs/GaAs).
Este sistema suele mostrar el pico de fotoluminiscencia(PL) correspondiente
a la transicién interbanda fundamental hacia 1050 nm.[151] Sin embargo,
para aplicaciones practicas mas extensivas es esencial poder desplazar este
canal espectral hacia diferentes longitudes de onda de emisién o absorcién.

La técnica habitual para reducir la longitud de onda de emisién consiste
en introducir Ga en la composiciéon del material depositado, de manera que
se forman puntos de In;_,Ga,As. De esta manera se alcanzan longitudes de
onda tipicamente alrededor de 975 nm.[152, 154, 155] Sin embargo, mediante
esta técnica no es posible reducir la longitud de onda de emisién por debajo
de la energia de gap de la barrera de GaAs. Ademads, la disminucién del
band-offset entre el QD y la matriz da lugar a un menor confinamiento



3.2 Puntos cudnticos de InAs/GaAs con capas finas de AlAs 65

de los portadores de carga en el punto. Consecuentemente, los efectos de
activacién térmica pueden imponer serias limitaciones a las aplicaciones a
temperatura ambiente.

Una técnica alternativa para reducir la longitud de onda de emisién en
QDs auto-ordenados consiste en modificar el material de la barrera.[153]
Las matrices de Al,Gaj_,As son la eleccién més habitual para aplicaciones
practicas,[156, 157] ya que la constante de red es similar a la de GaAs, y
por tanto ofrece unas fuerzas de tensién similares para el crecimiento de
QDs.[158] Mediante el uso de matrices de Al,Gaj_,As, se han obtenido
efectos hipsocrémicos (reduccién de la energia de emisién) de hasta 612
meV.[153] Otros beneficios para aplicaciones précticas asociados al uso de
barreras de Al,Ga;_,As son una mayor estabilidad térmica[153, 159] o una
mayor (y controlable) densidad de QDs.[140, 160] Desafortunadamente, las
matrices de Al,Ga;_,As también presentan algunas desventajas. Las mas
importantes son la reduccién en la intensidad de emisiéon en comparacién
con QDs de InAs/GaAs y el ensanchamiento de las bandas de transicién
espectroscopica. Los motivos para estos dos problemas son la presencia de
canales no radiativos en la barrera[161] y fluctuaciones en el tamano del
QD,[153] respectivamente.

Recientemente, se ha introducido una técnica que incorpora muchas de
las ventajas de usar matrices de Al,Gaj;_,As a la vez que elude sus princi-
pales inconvenientes. Esta técnica consiste en enterrar QDs de InAs en una
matriz de GaAs con una[l162, 164, 163] o mas[165, 166] capas finas de AlAs
depositadas en las proximidades de los punto. Manipulando la posicion de
las capas de AlAs se pueden lograr numerosos beneficios, entre los que se
incluyen:

e Efectos hipsocrémicos de hasta 500 meV.[166]
e Emisiones a energias por encima de la barrera de GaAs, ttiles en
dispositivos que aprovechen el efecto tinel, como laseres de cascada

basados en QDs.[166]

e Gran control de la energia del estado fundamental de los portadores
de carga confinados en QDs.[167]

e Mayor densidad de QDs que en ausencia de AlAs.[140, 163]

e Mayor uniformidad de tamaifio de los QDs, como consecuencia de una
segregacion de In reducida por la capa de AlAs.[164]



66 Capitulo 3: Puntos cuanticos auto-ordenados en matrices heterogéneas

e Bloqueo de la corriente oscura (dark current) generada por emisién
termoionica.[168] Esto permite mejores detectividades a temperatura
ambiente que en ausencia de AlAs.[169]

3.3 Efecto de la posicién de una capa fina de AlAs

En la secciéon anterior hemos discutido el interés de sistemas de QDs de
InAs/GaAs con capas finas de AlAs ubicadas en las proximidades del punto.
En esta seccion investigamos tedricamente la influencia que tiene una capa
de AlAs con 1 nm de espesor sobre la estructura energética de un electrén
en un QD de In(Ga)As/GaAs, en funcién de la distancia entre la capa de
AlAs y el punto.[36] El Hamiltoniano electrénico que empleamos viene dado
por la Ecuacién 1.19. Asi pues, utilizamos un potencial confinante finito
escalonado, considerando ademas la dependencia de la masa efectiva respecto
de la posicién y de la energia (efectos de no parabolicidad). En cambio, no
consideramos explicitamente efectos de tension elastica. El principal efecto
de estas fuerzas sobre los electrones de conducciéon es aumentar su masa
efectiva.[28] En nuestros célculos tenemos en cuenta este hecho combinando
los efectos de no parabolicidad con la energia de gap de InAs tensionado.

Estudiamos tres sistemas diferentes que denominamos A, B y C. Repre-
sentamos esquematicamente estos sistemas en la Figura 3.3.

A B C
GaAs ] GaAs GaAs

AlAs s Ad\\ AIAS In(Ga)As

z z z
el N }
I20m INGaAs In(Ga)As [2nm ]d _

W AlAs

[ [ [

Figura 3.3: Esquema de las tres estructuras estudiadas: A, By C.

Como comentaremos méas adelante, estos tres sistemas han sido investi-
gados recientemente desde un punto de vista experimental. Al no disponer
de informacién completa sobre las dimensiones de los QDs y sus WL en
las muestras experimentales, estudiamos en cada caso hasta cuatro modelos
diferentes (Tabla 3.1). Asumimos que todos los QDs tienen forma de lente,
y describimos su seccién el el plano p z mediante una semielipse.

QD1 y QD2 son puntos cudnticos con los radios observados en la Ref.[162]
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para puntos crecidos sobre GaAs y AlAs, respectivamente. Asumimos que
ambos puntos tienen una relacién altura/radio pequena,[158] de modo que
la penetracién de la funcion de onda en el exterior del QD es significativa y,
por tanto, también lo es el efecto confinante de la barrera de AlAs. QD3 y
QD4 tienen una relacién altura/radio igual a la unidad. QD3 es un punto
cuantico voluminoso tipico, mientras que QD4 es un punto cuantico ideal
para fotodeteccién en el infrarrojo lejano: con sélo dos estados ligados y
con un fuerte confinamiento lateral. Al contener sélo dos estados ligados
(y un tnico electrén), el estado excitado esta vacio incluso a temperaturas
moderadas, por lo que la absorcién es maxima.[172] Ademads, la proximidad
entre el estado excitado y el tope de la barrera de GaAs permite la extraccion
de fotocorriente empleando voltajes bajos, lo cual mejora la detectividad del
dispositivo.[149] Por otra parte, el fuerte confinamiento lateral mejora la
deteccién de radiacion lateral, que es una de las ventajas clave de los QDs
sobre los pozos cudnticos para la deteccién en el infrarrojo.[150] El espesor
de la WL es de 1.7 monocapas para QD1 y QD3. Para QD2 utilizamos un
valor menor de 1 monocapa para simular la reduccién de la WL cuando la
deposicion se realiza directamente sobre AlAs.[140, 162] Para QD4 también
asumimos 1 monocapa para simular condiciones ideales de crecimiento.
Cuando el material del QD se deposita sobre AlAs, asumimos una com-
posicién de InAs puro. El perfil de la BC en dicho caso se muestra en la
Figura 3.4 izquierda. Sin embargo, para simular la difusién de Ga hacia el
QD cuando el crecimiento tiene lugar sobre GaAs, describimos la BC con

InAs GaAs AlAs
E, (eV) 0.785 1.519 3.1
Aso (eV) 0.39 0.34 0.28
E, (eV) 21.5 28.8 21.1
F -2.9 -1.94 -0.48
M (Enm. =0) 0051 0.067 0.15
V (eV) 0.0 0.513 1.08*
altura (nm) radio (nm) espesor de WL (nm)
QD1 2 10 0.5
QD2 1.65 8.25 0.3
QD3 6 6 0.5
QD4 4 4 0.3

Tabla 3.1: Parametros de los materiales semiconductores y la geometria de los QDs estudiados.
Los datos de materiales se han tomado de la Ref.[170], excepto { (de la Ref.[52]) y I (de la
Ref.[171]).
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un perfil como el mostrado en la Figura 3.4 derecha. Asi, en la base de la
nanoestructura asumimos una composicién de In;_,GazAs, con z = 50%,
y conforme nos aproximamos al extremo superior dejamos que la concen-
tracién de Ga decrezca en cinco escalones a xz = 40%, 30%, 20%, 10% y 0%.
De esta manera, el perfil de composiciéon desplaza la densidad de carga del
electrén hacia la parte superior de la nanoestructura, ensalzando el efecto
de la barrera de AlAs cuando ésta se ubica en las capas de recubrimiento.
Los pardametros de las aleaciones se obtienen utilizando los datos de la Tabla
3.1 y los procedimientos de interpolacién para aleaciones ternarias descritos
en la Ref.[170].

AlAs

GaAs GaAs GaAs

InAs In,_Ga As

Figura 3.4: Perfil de las BC de los puntos cudnticos estudiados cuando crecen sobre un sustrato
de AlAs (izquierda) y de GaAs (derecha).

El sistema A (Figura 3.3 izquierda) ha sido estudiado experimentalmente
por Arzberger et al.[164] A 480°C (una temperatura suficientemente baja
para que los efectos de difusién y segregacion sean menores), se sintetizo
una muestra de QDs de InAs/GaAs y otra de InAs/GaAs con una fina capa
de AlAs recubriendo los QDs. Al comparar los espectros de PL de ambas
muestras, se observé un efecto hipsocrémico de unos 27 meV en la muestra
cubierta de AlAs. Esta variacién de energia fue atribuida principalmente
al confinamiento que ejerce la capa de AlAs (mayor que el de GaAs). En
principio, el mayor confinamiento afecta tanto a la energia de electrones de
conduccién como a la de huecos de valencia. Sin embargo, el principal im-
pacto tiene lugar en los niveles energéticos de los electrones.[166] Este hecho
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estd de acuerdo con célculos exploratorios en los que hemos comprobado
que la energia de los primeros estados de huecos, descritos con un modelo
de una banda y masa de HH, es poco sensible al potencial confinante de
la capa de AlAs. Asi pues, en adelante consideraremos exclusivamente los
estados electrénicos para rendir cuenta de las variaciones energéticas en los
espectros de PL.

La Tabla 3.2 resume las diferencias de energia de los estados electrénicos
fundamental (n = 1,m = 0) y primer excitado (n = 1,|m| = 1) producidas
por la presencia de una capa fina de AlAs recubriendo los QDs (sistema A).
En ella se observa un buen acuerdo de QD1 con los datos experimentales de
la Ref.[164].

AEe.f_ (meV) AEler exc. (meV)

QD1 21 23
QD3 4 11
QD4 11 31

Tabla 3.2: Variaciones de energia de los estados electrénicos fundamental y primer excitado para
diferentes modelos de puntos cuénticos con y sin recubrimiento de AlAs (sistema A).

Los estados de una lente pueden identificarse cualitativamente con los
estados de simetria impar de una esfera (I + m impar), por lo que el estado
fundamental (I = 1, m = 0) deposita su densidad de carga principalmente a
lo largo del eje z (direccién de crecimiento), mientras que el primer estado
excitado (I =2, m = 1) la deposita entre el eje z y los ejes en el plano de la
base del QD. Del anterior razonamiento se infiere que el estado fundamental
es esencialmente sensible al confinamiento vertical (cuanto més bajo el QD,
mayor el efecto hipsocréomico debido al recubrimiento con AlAs), mientras
que el primer estado excitado es sensible al confinamiento vertical y late-
ral simultdneamente. Esta diferencia de comportamiento sugiere que QD1
debe presentar una altura similar a los QDs de la muestra experimental,
ya que los estados fundamentales de los QDs mds altos (QD3 y QD4) son
mucho menos sensibles al efecto de la capa de AlAs que en el experimento de
Arzberger. Estos hechos también sugieren que el espaciado energético entre
los dos estados més bajos de una lente puede incrementarse reforzando el
confinamiento vertical y lateral de los QDs mediante un recubrimiento con
AlAs.[173]

A continuacién estudiamos el sistema B (Figura 3.3 centro). En la Figu-
ra 3.5 se representan las variaciones de energia de los estados fundamental
(linea continua) y primer excitado (linea discontinua) en funcién de la dis-
tancia d entre el extremo superior del QD y una capa fina de AlAs situada
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en el material de recubrimiento. A diferencia del sistema A, en este caso la
capa de AlAs no ofrece un confinamiento lateral reforzado. Como resulta-
do, las diferencias de variaciones de energia entre los estados fundamental y
primer excitado son pequenas. Ademads, sélo la altura del QD es relevante
para determinar la magnitud de la variacién de energfa. Asi, QD1 (el pun-
to mas bajito) muestra el mayor efecto hipsocrémico tanto para el estado
fundamental como para el primer excitado.

165, —— estado fund. 1
| ---- primer excit. ]

AE (meV)

+>
e
w)
=
e
=

Figura 3.5: Variaciones de energia de los estados fundamental (linea continua) y primer excitado
(linea discontinua) de los puntos cudnticos QD1, QD2 y QD3 en funcién de la distancia entre el
extremo superior del punto y una capa de AlAs (sistema B).

El sistema C (Figura 3.3 derecha) ha sido investigado experimentalmente
por Kim y colaboradores,[162] quienes midieron las variaciones en la energia
de PL de QDs de InAs/GaAs en funcién de la distancia d entre la WL y una
capa fina de AlAs depositada en el sustrato. En el experimento se obser-
varon efectos hipsocréomicos de hasta 171 meV, a la vez que se conservaban
una intensidad de emision, anchura de banda y forma del QD similares a
los que se encuentran en sustratos de GaAs puro.! Los autores del experi-
mento asignaron las variaciones de energia exclusivamente al confinamiento
espacial que ejerce la capa de AlAs. Nosotros calculamos la variacién de
energia debida a la capa de AlAs en QD1 para simular sus puntos crecidos
sobre GaAs, y en QD2 para simular sus puntos crecidos sobre AlAs. Debe
notarse que los radios de QD1 y QD2 se corresponden con los medidos en la

'En el caso de QDs crecidos directamente sobre la capa de AlAs, se registré una pequefia
disminucién del tamafo lateral del punto y del espesor de la WL. Los motivos de estos
cambios se han descrito en la Seccién 3.1.
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Ref.[162] para los puntos crecidos en cada sustrato. Aunque no disponemos
de informacién experimental sobre la altura de dichos puntos, asumimos que
son muy bajitos para maximizar el efecto confinante de la barrera de AlAs.

En la Tabla 3.3 se compara la magnitud de los efectos hipsocrémicos ob-
servados en la Ref.[162] con los que nosotros determinamos tedricamente. La
tabla refleja un importante desacuerdo entre las predicciones tedricas y los
valores experimentales.? La gran magnitud de esta discrepancia, junto con
el buen acuerdo que nuestro modelo ha ofrecido en sistemas experimentales
similares (sistema A) nos lleva a sugerir que la barrera de potencial de AlAs
y la reduccion de tamano del QD a d = 0 no son la unica fuente del efecto
hipsocréomico observado experimentalmente. Esta hipdtesis estd reforzada
por el hecho de que célculos realizados utilizando parametros éptimos (y
hasta poco realistas) para ensalzar los efectos de la barrera de potencial,
incluyendo una masa efectiva de InAs no sujeta a fuerzas de tensién eldsti-
ca, composicién homogénea del QD y band-offset de las BC de InAs/GaAs
reducido, continuan subestimando las energias experimentales.

modelo de QD d(nm) AEpp (meV) AE.; (meV) AFEjer oy (meV)

QD1 2 25 1 2
QD1 1 55 5 6
QD2 0 171 41 55

Tabla 3.3: Variaciones de energia del pico de PL experimental y de las energias calculadas para el
estado fundamental y el primer excitado de un electrén en el sistema C, en funcién de la distancia
entre la WL y una capa de AlAs.

La incorporacién de pequenas cantidades de Al en los QDs de InAs ha
sido identificada como un mecanismo predominante para la consecucién de
efectos hipsocrémicos en algunos sistemas de QDs.[159, 174] Por tanto, po-
driamos apuntar a la incorporacién de dtomos de Al por el QD como el
mecanismo responsable de las diferencias entre nuestros calculos y las medi-
ciones de la Ref.[162]. Cuando los QDs crecen sobre la capa de AlAs, es facil
suponer que la WL contendrd cationes Al, que pasaran a formar parte del
QD durante el cambio de fase Stranski-Krastanow. Un caso menos evidente
se da cuando la barrera de AlAs esta depositada varias monocapas por de-
bajo de la WL, puesto que la movilidad del catién Al es baja. Ahora bien, es
sabido que a temperaturas por encima de 420°C, las islas de InAs se forman

2Debe notarse que la importante variacién de energia tedrica a d = 0 se debe princi-
palmente a la reduccién de tamano del QD cuando crece sobre AlAs. Dicha reduccién
de tamafio darfa lugar a una variacién adicional de 30 meV si consideramos también los
niveles de huecos. Sin embargo, la prediccién tedrica continuaria estando muy por debajo
del valor determinado en los experimentos de PL.
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tomando material no sélo de la WL sino también del sustrato.[141] En la
Ref.[162] el sustrato se hace crecer a 580°C, lo que produciria una difusién
significativa de Al fuera de la capa fina. Posteriormente los QDs se hacen
crecer a 440°C, por lo que las islas de InAs posiblemente drenen pequenas
cantidades de Al procedentes del sustrato y la WL “contaminados”.

Esta interpretacion estaria de acuerdo con los resultados observados en
otros estudios experimentales en los que se manejaron capas finas de AlAs.
Rebohle et al. sintetizaron un sistema similar a C con d = 1 nm, pero
depositando las capas del sustrato a 485°C para reducir la mezcla de In,Ga y
Al.[165] El efecto hipsocrémico que determinaron a partir de espectroscopia
de PL fue de tan solo 33 meV, menor que el observado en la Ref.[162] para
el mismo caso (pero todavia mayor que el que nosostros predecimos a partir
del confinamiento espacial). Por contra, sistemas relacionados en los que el
sustrato se deposité a 610°C dieron lugar a energfas de transicién interbanda
mucho mayores.[166]

Hemos comprobado que la magnitud del efecto hipsocrémico determina-
do en la Ref.[162] para los puntos crecidos sobre AlAs pueden ser reproduci-
dos con nuestro modelo si asumimos que los puntos tienen una composicién
promedio Ingg3Algg7As. Por ello, sugerimos la difusién de Al como princi-
pal responsable del gran efecto hipsocrémico encontrado experimentalmente.
Puesto que la presencia de Al en los puntos auto-ordenados de InAs da lugar
a cambios cinéticos en la formacién de la nanoestructura,[174] ésta podria
confirmarse experimentalmente mediante experimentos de difraccién de elec-
trones (RHEED) en QDs de InAs/GaAs con capas finas de AlAs depositadas
en el sustrato.



Capitulo 4

Anillos cuanticos
auto-ordenados

Los QRs constituyen un campo de aplicacién paradigmatico del modelo
tedrico desarrollado en el Capitulo 1, pues a su simetria cilindrica se une
la dificultad de su descripciéon mediante otros modelos de solucién analiti-
ca tipicamente empleados en estructuras compactas. Los QRs han recibido
gran atencién por parte de los investigadores en el campo de materia con-
densada a lo largo de las dos ultimas décadas.[77, 175, 176, 177, 178, 179]
El principal atractivo de estos sistemas reside en sus propiedades magnéti-
cas. Cuando un QR cargado con un electron en exceso es penetrado por
un campo magnético perpendicular al plano del anillo, el efecto Aharonov-
Bohm(AB)[180] genera una corriente persistente y oscilaciones en la en-
ergia del estado fundamental del electrén.[181] El efecto AB es un fenémeno
puramente cuantico, del cual existen evidencias experimentales en anillos
metdlicos y semiconductores en el régimen mesoscépico.[178, 182] Sin em-
bargo, los anillos mesoscépicos pueden estar sujetos a dispersiones de tipo
electrén-electrén, electron-impureza o electron-fonén, que ponen en peligro
la coherencia de los portadores de carga confinados en su interior. Por este
motivo, la reciente fabricacién de anillos semiconductores nanoscopicos -que
se encuentran en el verdadero limite cudntico, sin dispersiones y con pocas
particulas confinadas- ha sido reconocida como un logro mayor en el estudio
de estructuras de baja dimensién donde pueden explorarse fenémenos fisicos
noveles originados por el confinamiento, las correlaciones electrénicas y la
influencia de campos electromagnéticos externos.[18]

Los QRs nanoscopicos pueden sintetizarse por medio de técnicas de au-
to-ordenacién[16, 17] o litograficas.[183] Aunque las técnicas litograficas per-

73
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miten un mayor grado de control sobre las dimensiones del anillo, una ven-
taja importante de las estructuras auto-ordenadas es su superior calidad ép-
tica, que las hace especialmente atractivas para aplicaciones practicas.[184]

Los anillos auto-ordenados se obtienen introduciendo una variacién en el
proceso de sintesis de QDs auto-ordenados: se hace crecer QDs, tipicamente
de InAs, sobre un sustrato de GaAs o InP utilizando la transicién de fase
Stranski-Krastanow (Seccién 3.1) y, posteriormente, en lugar de recubrirlos
completamente con nuevas capas de GaAs (o InP), se recubren sélo par-
cialmente. Entonces, la fina sobrecapa del material de mayor energia de
gap origina un cambio en el balance de la energia libre de superficie, crean-
do una fuerza que redistribuye el material depositado. El resultado es una
estructura con morfologia anular.[185, 186] Esta morfologia anular ha sido
evidenciada por AFM (ver Figura 4.1).[16, 17, 80] En sistemas InAs/GaAs,
los QRs que se forman tienen un radio interior de entre 10 y 15 nm, un radio
exterior de unos 60 nm y una altura entre 4 y 5 nm.[37, 187] Ahora bien, los
anillos auto-ordenados, al igual que los puntos, en ultima instancia deben ser
completamente recubiertos con nuevas capas del material de mayor energia
de gap para ser aplicables en dispositivos practicos. En estas condiciones ya
no es posible obtener imagenes directas de las estructuras. Por ello, se han
llevado a cabo diversos experimentos espectroscépicos a fin de confirmar si
se preserva la geometria anular o si, contrariamente, un nuevo cambio mor-
fol6gico ha tenido lugar durante el recubrimiento.[37, 101, 79, 81, 188, 189]
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Figura 4.1: Izquierda: micrografia de fuerza atémica de QRs auto-ordenados de InAs/GaAs por
recubrir. Derecha: perfil a través del centro de un anillo tipico.[80]
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En este capitulo estudiamos tedricamente la estructura energética y pro-
piedades épticas de QRs auto-ordenados cargados con un electrén, dos elec-
trones o un par electrén-hueco (e-h) en presencia de un campo magnético
externo. Ademés, compararemos los resultados obtenidos con los de diferen-
tes experimentos espectroscopicos para buscar una respuesta a la cuestién
sobre la topologia de los anillos auto-ordenados una vez recubiertos. En la
Seccidén 4.1 se determinan los niveles de energia de un electrén en presencia
de un campo magnético perpendicular al plano del anillo. En la Seccién 4.2
se discute el efecto de las interacciones culémbicas electrén-electréon en la es-
tructura energética. En la Seccién 4.3 se combinan los resultados obtenidos
en sistemas mono y bielectrénicos para ofrecer la primera descripcion tedri-
ca de los espectros de magneto-absorcion en el FIR que brinda un acuerdo
completo con los experimentos de QRs auto-ordenados. En la Seccién 4.4
proponemos el uso de la magnetizacién como magnitud conveniente para de-
terminar la topologia de estructuras cuanticas recubiertas. En la Seccion 4.5
se determinan los niveles de energia de un hueco en un QR auto-ordenado
en presencia de un campo magnético. Por iltimo, en la Seccion 4.6 calcu-
lamos las transiciones magneto-épticas interbanda (recombinacién de pares
e-h), comparando con diversos experimentos relacionados. También en esta
seccion discutimos los coeficientes médsicos apropiados para el término de
interaccién magnética en el Hamiltoniano multibanda de huecos. Adicional-
mente, a lo largo de todo el capitulo realizaremos una critica comparativa
con estudios tedricos previos basados en modelos més simples (principal-
mente Hamiltonianos de masa efectiva banda con potencial confinante de
tipo parabdlico bidimensional).

4.1 Estructura energética de un electréon en un
campo magnético

El modelo mas simple que permite describir los estados electrénicos en un
QR considera que el anillo es un hilo unidimensional, el cual se cierra sobre
sf mismo formando un circulo de radio R. Los niveles energéticos que se
derivan de las condiciones de contorno, en presencia de un flujo magnético
¢ = TR2B que penetra el anillo (perpendicular al plano de éste), vienen
dados por:[176]

_ ¢

donde m* es la masa efectiva del electrén, m es la proyeccién z del momento
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angular y ¢g es el cuanto de flujo. La Figura 4.2 muestra la evolucién de los
niveles energéticos mas bajos en funcién del flujo magnético que penetra el
anillo. Puede observarse que el estado fundamental cambia periddicamente
de proyeccién z del momento angular conforme aumenta el flujo magnético,
describiendo las esperadas oscilaciones AB.
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Figura 4.2: Niveles energéticos de un anillo unidimensional vs. flujo magnético.

En cualquier caso, los anillos auto-ordenados, con secciones de una an-
chura alrededor de 50 nm, distan mucho de ser unidimensionales. Por ello,
los primeros intentos de estudiar la estructura energética de electrones en
estas estructuras[37, 188, 190] recurrieron a modelos bidimensionales como
el usualmente empleado en anillos mesoscépicos.! [18, 77] Estos modelos
consideran que el electron de masa efectiva m* se mueve por el plano xy
(la escasa altura de los anillos justificaria esta aproximacién cualitativa),
confinado por un potencial parabdlico. El Hamiltoniano de un electrén in-
dependiente se escribe entonces:

H =

- 21,
Sy (p—eA) +§m w? (r—R)?, (4.2)

donde A es el potencial vector del campo magnético axial, mientras que wg
y R son la frecuencia caracteristica y el radio efectivo del anillo. Los mod-

!Recientemente también se han derivado las soluciones analiticas exactas para anillos
cudnticos en un modelo de barreras de potencial infinitas.[191]
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elos bidimensionales tienen en cuenta la anchura finita de la seccién de un
anillo y, por tanto, la penetracién del campo magnético en la misma. Co-
mo consecuencia, las oscilaciones de energia del estado fundamental que se
predicen son aperiddicas.[77, 192] Este hecho parece estar de acuerdo con el
experimento[37, 188] y pone de manifiesto la limitada utilidad de los mod-
elos unidimensionales.[193] Sin embargo, también los modelos con poten-
cial confinante parabdlico bidimensional presentan limitaciones importantes
(Seccién 1.2.1). El potencial parabdlico puede ser una aproximacién valida
para estados poco excitados de QDs auto-ordenados.[4] En estas estructuras
la maxima densidad de carga se distribuye en el centro del punto, de modo
que la forma exacta del potencial confinante en la interfaz de la heteroes-
tructura tiene una importancia menor. En cambio, en anillos, incluso los
estados mdas bajos sienten con fuerza el efecto de la cavidad (ver Figura
4.3) y el uso de un potencial realista para describir este confinamiento co-
bra gran importancia.[194] Esta importancia se acentia en presencia de un
campo magnético, puesto que éste concentra la densidad de carga alrededor
(o incluso dentro) de la cavidad.[132]

z (nm)
z (nm)

0 20 40 60 00 20 40 60
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Figura 4.3: Curvas de nivel de las funciones de onda del estado fundamental en un QD de
InAs/GaAs con radio 60 nm y altura 4.5 nm (izquierda), y en un QR de InAs/GaAs con las
mismas dimensiones m4s un radio interior de 10 nm (derecha). Las lineas discontinuas representan
las paredes de la nanoestructura en cada caso.

Li y Xia estudiaron el efecto del confinamiento espacial sobre la estruc-
tura electrénica de QRs utilizando por primera vez un modelo verdadera-
mente tridimensional con potencial confinante escalonado.[78] Planelles et
al. integraron el Hamiltoniano k - p tridimensional de una banda para un
electrén en coordenadas cilindricas, lo que les permitié ademas describir
el efecto de un campo magnético externo.[132] Poco después el grupo de
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Voskoboynikov utilizé6 un modelo similar, anadiendo efectos de no parabol-
icidad y masa dependiente de la posicién, para ofrecer un estudio de la
influencia combinada de campos magnéticos y confinamiento espacial.[89]
En general, los resultados de estos tres estudios apuntaron a la convenien-
cia de los modelos tridimensionales para describir correctamente los estados
electrénicos sin necesidad de ajustar parametros empiricamente.

Muchos otros trabajos, realizados con distintos modelos teéricos, han
estudiado el impacto de diversos efectos sobre la estructura energética y
propiedades 6pticas de electrones en anillos semiconductores auto-ordenados:
fuerzas de deformacién eldstica y potencial piezoeléctrico,[80, 187] excentri-
cidad[199] o campos eléctricos paralelos al plano del anillo.[199, 200]

A fecha de hoy, el modelo tedrico que permite la descripcién méas com-
pleta y realista de los estados monoelectrénicos de anillos auto-ordenados es
el desarrollado en la presente Tesis (Capitulo 1). En él, los estados electréni-
cos, en presencia de un campo magnético perpendicular al plano del anillo,
se calculan con un Hamiltoniano k-p tridimensional de una banda (Ecuacién
1.41). Este Hamiltoniano utiliza un potencial confinante escalonado, con-
sidera los efectos de las fuerzas de deformacién elastica y la dependencia
de la masa efectiva y el factor de Landé respecto de la posicién y de la e-
nergia. Los estados electrénicos solucién del mismo pueden etiquetarse por
|n, m, o), donde m es la proyeccién z del momento angular envolvente, o el
espin del electrén y n hace referencia al n-ésimo estado con un m y o dados
(nimero cudntico principal).

Puesto que el potencial confinante de la Ecuacién 1.41 tiene forma arbi-
traria en el plano p z, podemos estudiar estados electrénicos tanto de QDs
como de QRs con simetria cilindrica mediante un simple cambio del mismo.
En la Figura 4.4 se muestran las geometrias que definimos para describir un
QD lenticular (izquierda) y un QR (derecha). En ambos casos otorgamos a
las secciones forma de casquete esférico. Debe notarse que, de acuerdo con
la Figura 4.1, la geometria que mejor describe a un anillo auto-ordenado es
la de un toro cortado con maxima altura en el borde interior.

La Figura 4.4 también ilustra el perfil cualitativo de la deformacion eléds-
tica de cada estructura. Las lineas continuas representan la componente del
tensor €4y = (€22 + €yy)/2 v las discontinuas €... El perfil horizontal se ha
tomado a mitad altura de las estructuras y el vertical a mitad seccién.

En la Figura 4.5 se representan los niveles de energia electrénicos en un
QD con forma de lente (A) y en QRs con radio interior R;, = 1 nm (B),
Rin =2 nm (C) y Ry, =5 nm (D). Todas las estructuras estdn compuestas
por InAs puro en una matriz de GaAs, tienen una altura de 4.5 nm y un
radio exterior de 60 nm. Los pardmetros empleados para InAs (GaAs) son:
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Figura 4.4: Seccién de un QD lenticular (izquierda) y un QR (derecha), con sus respectivos
perfiles de los tensores de deformacién eldstica €4, (lineas continuas) y €., (lineas discontinuas).

masa efectiva en el fondo de la BC m* = 0.028(0.067), energia de gap
E, =0.42(1.52) eV, split-off A =0.38(0.34) eV y potencial de deformacién
hidrostética a. = —6.66 (—9.3) eV.[170, 195] Vo = 0.77 €V es el band-offset
de conduccién entre InAs y GaAs (70% de la diferencia entre energias de
gap[196]).

En la figura, las lineas continuas representan niveles con espin T y las
discontinuas niveles con espin |. El color de las lineas indica el nitmero
cuantico principal del estado, negro para n = 1, azul para n = 2 y rojo para
n=3J3.

En ausencia de campo magnético, el estado fundamental (doblemente
degenerado contando grados de libertad de espin) es [n =1, m =0, o), con
o =1 o |. El primer estado excitado (cuddruplemente degenerado) es |n =
1, m = £1,0). El segundo estado excitado lo forman los niveles |n = 1, m =
+2,0) (cuddruplemente degenerados), que a su vez estan quasidegenerados
con el nivel |n = 2, m = 0,0) (doblemente degenerado). Los siguientes
niveles excitados aparecen en intervalos de energia decrecientes? y con la
degeneracién (o quasidegeneracién) aumentando de dos en dos unidades.

Al aplicar un campo magnético externo, los niveles se desdoblan segiin
su m y convergen a distintos niveles de Landau.[134] El desdoblamiento de
niveles energéticos debido al efecto Zeeman atémico (desdoblamiento debido

2Este aspecto difiere de las soluciones del Hamiltoniano con potencial confinante
parabdlico bidimensional, donde en ausencia de campo los estados son los de un oscilador
harmoénico, por lo que estan equiespaciados.
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Figura 4.5: Niveles de energfa de un electrén en un QD de InAs/GaAs con altura 4.5 nm y radio

60 nm (a), y en QRs de igual composicién y dimensiones exteriores mds radio interior de 1 nm
(b), 2 nm (c) y 5 nm (d).

al espin del electrén) es pequeno incluso para campos magnéticos fuertes, lo
cual justifica que en el estudio de QDs a menudo se desprecie este término.
En general, la estructura energética del QD es similar a la descrita por las
soluciones del oscilador harménico bidimensional.[197, 198]

La inclusién de una cavidad tiene un efecto dramatico sobre la estructura
energética: en ausencia de campo, los niveles azimutales consecutivos (m =
0, m = £1, m = £2...) se aproximan en energia. Como consecuencia,
mientras que en un QD el estado fundamental no cambia de simetria con el
campo magnético, una cavidad con un radio interio de tan solo 1 nm basta
para que se observe un cruzamiento en el estado fundamental a B =11.3 T
(Figura 4.5B). Este cruzamiento corresponde a un cambio de proyeccién z
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del momento angular, de m = 0 a m = —1, en el estado fundamental. El
anillo con R;;, = 2 nm presenta los niveles azimutales consecutivos mucho
mé&s proximos entre si (Figura 4.5C), de manera que el cruzamiento entre
In=1,m =0) y []n =1, m = —1) ocurre a un campo magnético casi la
mitad que el observado con R;, = 1 nm. Ademas, con R;, = 2 nm también
el cruzamiento entre los niveles més bajos de n = 2 empieza a observarse a
campos magnéticos relativamente bajos (B < 10 T). Por tltimo, un anillo
con R;, = 5 nm ya muestra una estructura energética con claras oscilaciones
energéticas AB. Debe notarse que estas oscilaciones son aperiddicas debido
a la anchura finita del anillo.
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= = =
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Figura 4.6: Niveles de energfa de un electrén en un QR de InAs/GaAs calculado segtin la Ref.
[40] (izquierda) y segin la Ref. [188] (derecha).

La estructura energética de anillos que hemos calculado es aparente-
mente similar a la obtenida con modelos bidimensionales mds simples.[77, 37|
Sin embargo, como discutiremos méas adelante, nuestra aproximacién ofrece
mejores estimaciones de propiedades derivadas de la distribucion de car-
ga en el anillo (Secciones 4.3 y 4.6). Ademads, nuestros célculos predicen un
nimero de cruzamientos debidos al campo magnético sensiblemente diferente
del estimado para estructuras similares con modelos de potencial parabdlico
bidimensional. La Figura 4.6 ilustra la estructura energética de un anillo
auto-ordenado de InAs/GaAs, descrita segiin nuestro modelo (izquierda) y
segin un modelo de potencial confinante parabélico bidimensional (derecha).
Ambos célculos coinciden en obtener la misma separacién energética entre
el nivel fundamental n = 1, m = 0 y el estado excitado n = 2, m = +1
que se observa experimentalmente a B = 0.[188] En cambio, nuestro modelo
predice tres cruzamientos en el estado fundamental entre 0 y 12 T, donde
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el modelo parabdlico tan solo predice uno. Para entender esta diferencia
hay que tener presente el valor promedio < p > de la funcién de onda cal-
culada con uno y otro modelo. Mientras los modelos con potencial confi-
nante parabdlico imponen un radio efectivo de 14 nm para poder describir el
experimento,[37, 188, 190, 201] los modelos tridimensionales utilizan simple-
mente las dimensiones de los anillos medidas por AFM. Asi pues, mientras
la densidad de carga calculada con modelos bidimensionales se concentra
alrededor de < p >~ 14 nm, con modelos tridimensionales ésta se puede
distribuir desde el radio interior, R;, = 10 — 15 nm, hasta el radio exterior,
Rer ~ 60 nm (ver Figura 4.3 derecha). El mayor < p > estimado por los
modelos tridimensionales tiene dos consecuencias relevantes. En primer lu-
gar, el término centrifugo del Hamiltoniano es menor, por lo que los estados
azimutales consecutivos estan més proximos en energia. FEn segundo lugar,
el término cuadratico de la interaccién magnética (término diamagnético)
es mas importante (Ecuacién 1.41). Ambas consecuencias estimulan un ma-
yor nimero de cruzamientos en el estado fundamental al aplicar un campo
magnético.

4.2 Interaccion electron-electron

Los QRs constituyen estructuras de gran interés para la investigacion de
interacciones culémbicas interelectrénicas. La principal razén es que el con-
finamiento anular impide la aplicacién del teorema de Kohn generalizado.
Esto implica que, en principio, es posible encontrar manifestaciones de los
efectos de la interaccion culémbica en los espectros de excitacién. Ademads,
en presencia de un campo magnético, se espera que las correlaciones elec-
trénicas introduzcan cambios importantes respecto al espectro energético
monoelectrénico.[202] Para investigar estas propiedades, Lorke y colabo-
radores midieron la absorciéon en el FIR de un niimero macroscopico de
anillos auto-ordenados, cada uno de ellos cargado en promedio con uno
(Ref.[188]) v dos (Ref.[37]) electrones, en presencia de un campo magnético
externo.

Desde el punto de vista tedrico, la interaccién culémbica entre electrones
en anillos semiconductores ha sido estudiada en repetidas ocasiones uti-
lizando modelos con un potencial confinante parabdlico bidimensional como
el de la Ecuacién 4.2,[77, 202, 203, 204] o potencial confinante de barre-
ras infinitas.[205, 206] También el experimento de Lorke en anillos auto-
ordenados se ha intentado interpretar utilizando un potencial confinante
parabdlico.[37, 188, 190] Sin embargo, las limitaciones de este potencial con-



4.2 Interaccién electrén-electrén 83

finante para describir anillos nanoscépicos (Seccién 4.1) pueden cuestionar
la validez de estos estudios. En particular, el escaso nimero de datos ex-
perimentales (debido a la baja resolucién del experimento FIR en anillos
auto-ordenados) constituye un riesgo para el ajuste empirico de pardmetros
que requiere la Ecuacion 4.2, y la ausencia de la dimensién vertical hace que
se sobrestimen sistematicamente las energias de interaccién culémbica. En
este contexto, el uso de un modelo mas realista para esclarecer el papel de la
interaccion electrén-electrén en anillos auto-ordenados es sin duda de gran
interés.

En esta seccién utilizamos el bagaje tedrico desarrollado en la Seccién 1.5
para estudiar la estructura energética de sistemas bielectrénicos en anillos
auto-ordenados en presencia de un campo magnético.

En sistemas con simetria axial, la funcién envolvente bielectronica viene
etiquetada por la proyeccién z del momento angular total, M = mj + ma,
el espin total S = o1 + 09, y el nimero cudntico principal N.
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Figura 4.7: Niveles energéticos de dos electrones vs. un campo magnético en ausencia (izquierda)
y presencia (derecha) de interaccién culémbica electrén-electrén. Sélo aquellos niveles que partic-
ipan del estado fundamental estdn representados. Las regiones sombreadas indican ventanas del
campo magnético donde el estado fundamental tiene espin total S = 1.[39]

La Figura 4.7 muestra la energia del estado fundamental de un sistema
bielectrénico en un anillo en presencia de un campo magnético. El panel de
la izquierda corresponde a dos electrones no interactuantes mientras que el
de la derecha corresponde a dos electrones interactuantes. Los estados estan
etiquetados segiin su componente z del momento angular total y su espin
total, (M,S). Las regiones sombreadas representan ventanas del campo
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magnético en las que el espin total del estado fundamental es uno (triplete).
En ausencia de campo, el estado fundamental es (0,0) independientemente
de la interaccion electréonica. A medida que aumenta el campo magnético
los niveles con menor momento angular M se estabilizan, llegando a reem-
plazar a los de momento angular (M + 1) como estado fundamental. El
resultado es que el estado fundamental decrece en M de unidad en unidad
a la vez que oscila entre configuracion espin-singulete y espin-triplete. Este
comportamiento es caracteristico de la interaccién entre el efecto Zeeman y
el confinamiento anular.[190]

En ausencia de interaccién culémbica, el estado fundamental es predomi-
nantemente singulete (S = 0), aunque el término Zeeman atémico da lugar
a ventanas estrechas del campo magnético donde el estado fundamental es
triplete (regiones sombreadas en la figura). La anchura de estas ventanas es
mayor cuanto mas fuerte el campo magnético aplicado. La inclusién de la
interaccion culémbica resulta en un desplazamiento de los niveles electréni-
cos hacia mayores energias debido a la repulsién interelectrénica. Ademas,
los niveles tripletes S = 1 son estabilizados por la energia de intercambio.
Como resultado, aumenta el nimero de oscilaciones AB en comparacién con
el caso no interactuante, de acuerdo con el denominado efecto Aharonov-
Bohm fraccional.[202] Ahora bien, las predicciones originales del efecto AB
fraccional (basadas en un modelo de anillo quasiunidimensional) sugieren
que la energia de intercambio reduce los periodos de las oscilaciones AB del
sistema no interactuante en un nimero entero determinado por el niimero
de particulas interactuantes. Asi, en un QR cargado con dos electrones se
esperaria que las oscilaciones AB del caso interactuante y no interactuante
estén relacionadas por un factor 1/2. No sucede asi en la Figura 4.7, donde
el efecto Zeeman atémico y la anchura finita del anillo hacen que esta pro-
porcionalidad sea sélo aproximada. De hecho, la energia de intercambio
crece con campos magnéticos mas fuertes, lo que ensancha gradualmente los
dominios de niveles tripletes en el estado fundamental.

Cabe notar que el primer cruzamiento en las Figuras 4.7 izquierda y
4.7 derecha tiene lugar a campos magnéticos menores que los estimados en
aproximacién de potencial confinante parabdlico para dos electrones no in-
teractuantes[190] e interactuantes,[188, 190] respectivamente. Sin embargo,
nuestra prediccion si coincide con la obtenida por Puente y Serra utilizan-
do un modelo con potencial confinante parabdlico modificado para el radio
interior.[201] Mas adelante en este capitulo volveremos a discutir sobre la
concordancia de nuestros resultados con los de este modelo bidimensional
de potencial parabédlico modificado.
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4.3 Transiciones 6pticas intrabanda

Los espectros de magneto-absorcion en el FIR registrados por Lorke y cola-
boradores[37, 188] revelaron cambios espectrales caracteristicos hacia B = 8
T, los cuales se identificaron con cambios de simetria del estado fundamental
debidos al efecto AB.[37, 188, 190] Esta interpretaciéon de los experimentos
estd basada en modelos con potencial confinante parabdlico bidimensional
(Ecuacién 4.2). Aunque estos modelos permiten un acuerdo razonable con
la mayoria de los datos experimentales, también es cierto que conllevan una
serie de implicaciones dificiles de entender, por ejemplo:

e Son necesarias diferentes frecuencias caracteristicas del potencial con-
finante, wg, para ajustar los resultados experimentales dependiendo de
si el anillo contiene uno o dos electrones, a pesar de que la geometria
del anillo es en realidad la misma.[188, 190]

e Hace falta un radio efectivo de R = 14 nm para ajustar el experi-
mento.[37, 188, 190] Esto es algo sorprendente porque las imédgenes de
AFM muestran que el radio interior de los anillos auto-ordenados es
R;, = 10— 15 nm y el exterior Re, ~ 60 nm, con la maxima altura de
InAs a 18 nm del origen.[37, 187]

e En el experimento se observan transiciones de baja energia (An = 0) y
de alta energia (An = 1), con ambos tipos de transiciones exhibiendo
intensidades relativas del mismo orden de magnitud.[37] Por contra,
los modelos de potencial confinante parabdlico predicen intensidades
relativas diferentes en al menos un érden de magnitud.[188, 190]

e Las resonancias de mayor energia calculadas en presencia de un campo
magnético sobrestiman la posicién energética de los correspondientes
picos experimentales (representados con circulos en las Figuras 3 y 6
de la Ref. [188]).[188, 190]

e Unas pocas resonancias experimentales (representadas con cruces en
las Figuras 3 y 6 de la Ref. [188]) no pueden ser explicadas.

Los puntos primero y segundo son limitaciones inherentes al caracter
empirico de los modelos de potencial parabélico bidimensional. Los puntos
tercero y cuarto fueron superados por Puente y Serra al utilizar un modelo
también bidimensional pero introduciendo correcciones de anharmonicidad
en el potencial confinante parabélico que describe el radio interior:[201]
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donde ¢ y d son pardmetros que se determinan fijando una altura de la
barrera en el origen, imponiendo la condicién de maximo relativo en dicho
punto y fijando la altura a cero en R. La Figura 4.8 compara el potencial de
la Ecuacién 4.3 (linea continua) y el de la Ecuacién 4.2 (linea discontinua)
para un mismo anillo (en unidades arbitrarias de distancia y energia).
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Figura 4.8: Potencial confinante parabdlico para un anillo con (linea continua) y sin (linea
discontinua) correccién de anharmonicidad.

El modelo utilizado por Puente y Serra conduce inevitablemente a una
interpretacién alternativa de los experimentos en el FIR, segtin la cual la
muestra experimental (Ref.[37]) debia contener una mezcla de (al menos)
dos tipos de anillos. Ademas, los cambios en energias de transicién a B = 8
T ya no se asignan a una oscilacién AB sino a un cruzamiento entre niveles
energéticos de los dos tipos de anillos. Un primer tipo de anillos, bien forma-
do, se describiria con los mismos parametros de potencial empleados anteri-
ormente en las Refs. [37, 188]. El segundo tipo de anillos estaria formado por
QDs que no han completado la transformacién morfologica. Estos ultimos
podrian describirse como anillos con barrera de potencial interior baja (y por
tanto densidad electrénica casi compacta). La hipdtesis de una distribucién
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bimodal de tamanos de anillos concuerda con recientes observaciones espec-
troscépicas de anillos auto-ordenados en el infrarrojo cercano.[80, 81, 38]

En esta seccién calculamos los espectros de absorcion en el FIR de uno
y dos electrones en anillos auto-ordenados de InAs/GaAs. El objetivo es
proporcionar una interpretacién ultima a los experimentos de Lorke en base
a un modelo tridimensional, libre de ajustes empiricos de pardmetros. Como
veremos, nuestros resultados muestran que los espectros de absorcién com-
binados de dos tipos de anillos son cualitativamente comparables con los
datos experimentales. Ademads, nuestro modelo demuestra estar exento de
todas las limitaciones de los modelos bidimensionales arriba enumeradas. De
hecho, ésta es la primera descripcion tedrica que es capaz de explicar todas
las resonancias experimentales de la Ref. [37], incluyendo las representadas
con cruces (ver Figura 4.10).

Investigamos tres nanoestructuras auto-ordenadas. La primera estruc-
tura (QD1) es un QD compacto, la segunda (QR1) es un QR con radio
interior pequeno, R;, = 1 nm, y la tercera (QR2) es un QR con un radio
interior del tamano medido por AFM en anillos auto-ordenados antes de su
recubrimiento, R;, = 10 nm. Las tres estructuras tienen un radio exterior
de 63 nm y una altura de 4.5 nm, ambos valores préximos a las dimensiones
observadas por AFM.[37, 187] El QD tiene forma de lente y los anillos de
toro cortado con pared interior vertical (Figura 4.4). Aunque experimental-
mente no se ha determinado si los anillos estan compuestos por InAs puro o
por una aleacién de InGaAs, nosotros asumimos InAs puro en las tres estruc-
turas (utilizamos los mismos pardmetros que en las secciones previas). De
esta manera evitamos introducir arbitrariedades sobre el grado de difusiéon
de Ga en el anillo. Ademads, se espera que una aleaciéon de InGaAs produzca
resultados similares a los que obtenemos aqui, puesto que el incremento de
la masa efectiva del electréon debido a la presencia de Ga quedaria contra-
rrestada por menores efectos de fuerzas de tension y, por tanto, un menor
incremento de la masa efectiva inducido por las mismas.? Para el célculo de
la absorcién utilizamos las expresiones derivadas en la Seccién 1.4.1.4 Asf
pues, asumimos luz no polarizada (si bien la mayor parte de la intensidad
procede de las componentes de radiacién en el plano del anillo) y asumimos

3El principal efecto de las fuerzas de tensién hidrostéticas es incrementar la energfa de
gap. Este efecto, junto con la no parabolicidad, conducen a masas efectivas del electrén
incrementadas. De este modo obtenemos masas efectivas que describen bien el experimento
sin necesidad de ajustar los pardmetros de los materiales como en la Ref. [132].

4Para la absorcién monoelectrénica empleamos la Ecuacién 1.56. Para la bielectrénica,
la absorcién se calcula combinando la Ecuacién 1.56 entre las distintas funciones envol-
ventes monoelectrénicas que componen la funcién de onda bielectrénica (Seccién 1.5).
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T = 0 K, de modo que tunicamente se calculan las transiciones que parten
del estado fundamental. Las probabilidades de transicién se representan
mediante curvas Lorenzianas de anchura media I' = 0.5 meV.

4.3.1 Absorcion de sistemas monoelectrénicos

La Figura 4.9 ilustra la zona de baja energia del espectro de absorcién FIR
de un electréon en QD1, QR1 y QR2 para B=0.5,1, 1.5, ..., 12 T. Las in-
tensidades se dan en unidades arbitrarias y han sido separadas verticalmente
para una mayor claridad.
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Figura 4.9: Espectros de absorcién FIR de un electrén en QD1 (arriba), QR1 (medio) y QR2
(abajo) a T'= 0 K. Los espectros han sido calculados para B = 0 — 12 T en intervalos de 0.5 T.
La flecha en QR1 sefiala la posicién de la resonancia An = 1, Am = £1.[40]

Los espectros de QD1 muestran un tnico pico visible en ausencia de
campo magnético, a 9.1 meV. Este pico corresponde a las transiciones An =
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0, Am = +1. La aplicacién de un campo magnético desdobla el espectro
en dos ramas. Una rama, que decrece en energia e intensidad al aumentar
el campo, proviene de la transicion An = 0, Am = —1. La otra rama,
que crece monoténicamente en energia sin perder intensidad, proviene de
la transicion An = 0, Am = 1. Estos espectros son tipicos de QDs en un
campo magnético, donde en general solamente se observan dos resonancias,
una decreciente en energia y otra creciente.[70, 98]

Los espectros de QR1 son parecidos a los de QD1, excepto por dos ras-
gos importantes. En primer lugar, a 12 T ambas ramas, la de Am =1y
la de Am = —1, experimentan un desplazamiento abrupto hacia mayores
energias. Esto es el reflejo del primer cruzamiento en el estado fundamental
de QR1, de m = 0 a m = —1, que tiene lugar a 11.6 T, ya que el cambio en
el estado fundamental conlleva cambios pronunciados en las posibles tran-
siciones. En segundo lugar, aparece un pico nuevo a 26.1 meV en ausencia
de campo magnético, correspondiente a las transiciones An = 1, Am = =%1.
Este pico, que esta senalado con una flecha en la Figura 4.9, es todavia muy
pequeno (sélo el 4% de la intensidad de la resonancia An = 0). Sin embar-
go, es un orden de magnitud mas intenso que en el caso de QD1. Tanto el
desplazamiento abrupto en energias de resonancias en presencia de un cam-
po magnético como la presencia de una resonancia An = 1 de intensidad
apreciable son rasgos distintivos del potencial confinante anular.

En el caso de QR2, la geometria de anillo estd mucho mejor definida (no
existe apenas densidad de carga distribuida en la cavidad). Consecuente-
mente, los rasgos propios de geometria anular en el espectro de absorcion
FIR son mucho més visibles: a B = 0 se observan ya dos picos de intensidad
comparable. Al aplicar un campo magnético, ambos picos se desdoblan en
ramas Am = —1 y Am = 1. Las energias de las transiciones An = 0 (baja
energia) describen una evolucién en zig-zag que revela las oscilaciones AB
de la estructura energética (ver Figura 4.6 izquierda). Las energias de las
resonancias mas intensas de transiciones An = 1 (alta energia) también ex-
hiben desplazamientos energéticos abruptos provocados por las oscilaciones
AB. Por otro lado, en contra de lo que sucede en los casos de QD1 y QR1,
las rapidas oscilaciones en el estado fundamental de QR2 impiden que las
resonancias alcancen energias entre 5 meV y 20 meV. Este gap de energia
parece ser caracteristico de anillos auto-ordenados bien formados.[201]

Los espectros de QR2 son sélo capaces de reproducir un nimero limita-
do de las caracteristicas de los espectros experimentales FIR de un electron
en anillos auto-ordenados.[39] Se ha sugerido que la muestra experimental
pudiera contener una mezcla de anillos bien formados mas anillos parcial-
mente formados,[201] o incluso QDs grandes que no han evolucionado a
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anillos.[37] Para estudiar estas posibilidades, en la Figura 4.10 representa-
mos los espectros de magneto-absorcién combinados de un electrén en QR1
y en QR2. Utilizamos lineas continuas para la absorcién de QR1 y lineas
discontinuas para la de QR2. Las resonancias experimentales se simbolizan
igual que en la Ref. [188] con el fin de ilustrar la manera en que las reso-
nancias fueron agrupadas originalmente.

Intensidad (unidades arb.)

Energia (meV)

Figura 4.10: Espectros de absorcién FIR combinados de un electrén en QR1y en QR2a T = 0 K.
Los espectros han sido calculados para B = 0 — 12 T en intervalos de 0.5 T. Las lineas continuas
representan QR1 y las discontinuas QR2. Los simbolos indican las energias de las resonancias
experimentales.[40]

Debe subrayarse que en el experimento,[37, 188] el ruido de fondo no
permitié la deteccién de resonancias por debajo de 10 meV. En la Figura
4.10 se observa que los circulos estdn razonablemente descritos por QR2.
Unicamente el circulo a B = 6 T parece desviarse significativamente de la
correspondiente resonancia calculada. Sin embargo, su energia estd muy
proxima a la de la resonancia calculada a B = 5.5 T, por lo que parece
probable que el cambio de estado fundamental (de m = —1 a m = —2) que
nosotros predecimos a B = 5.8 T realmente tenga lugar a B > 6 T.
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La comparacién entre las resonancias de QR1 con las cruces y los trian-
gulos es menos satisfactoria. La rama Am = 1 de QR1 yace en energias
intermedias entre las de las cruces y las de los tridngulos. Aunque la pen-
diente de la rama calculada coincide con la de ambos tipos de resonancias
experimentales, es dificil determinar si la rama estd reproduciendo aproxi-
madamente las cruces o los tridngulos. Lo que si parece claro es que, en
cualquier caso, solamente uno de los dos tipos de resonancias podria ser jus-
tificado por esta rama. En la siguiente subseccién retomaremos el problema
de esta asignacion.

Es interesante notar que, si incluyeramos la absorciéon de QD1 en la
Figura 4.10, el resultado no variaria sustancialmente porque ésta es muy
parecida a la de QR1 (a B <11 T).

4.3.2 Absorcion de sistemas bielectrénicos

La Figura 4.11 muestra la zona de baja energia del espectro de absor-
ciéon FIR de dos electrones interactuantes en QD1, QR1 y QR2 para B =
0.5,1,1.5,..., 12 T.

Se puede ver que la absorcién de dos electrones en QD1 es muy similar a
la de un electrén, excepto por una intensidad significativamente mayor y un
desdoblamiento pequeno (< 1.5 meV) de la rama AM =1 a campos B > 7.5
T.? Este resultado era esperable porque los QDs auto-ordenados se pueden
describir aproximadamente utilizando un potencial confinante parabdlico
simple, el cual permite separar el Hamiltoniano del centro de masas y el
Hamiltoniano de movimientos relativos. En estas condiciones, el teorema de
Kohn impide que la espectroscopia de excitacién revele efectos de interac-
cién electrénica.[18] Contrariamente, la cavidad de los anillos impide esta
separacion del Hamiltoniano, luego el teorema de Kohn no es aplicable y los
espectros de absorcién de dos electrones en QR1 y QR2 exhiben diferencias
considerables respecto al caso monoelectrénico.

A campos magnéticos pequenos (B < 5.0 T), el espectro de QR1 es se-
mejante al del caso monoelectrénico. Sin embargo, a 5.1 T tiene lugar un
cruzamiento en la energia del estado fundamental (nétese que la interaccién
bielectrénica ha disminuido el valor del campo de este primer cruce) que da
lugar a cambios en el espectro de absorcion. Por un lado, se observa un
desplazamiento abrupto en la rama AM = —1. Por el otro lado, la rama
AM = 1 se desdobla en dos ramas paralelas. Una de ellas es la prolon-
gacién de la rama AM = 1 previa a B = 5.0 T, pero la otra se encuentra

Este desdoblamiento no se observarfa en un QD perfectamente parabélico.
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Figura 4.11: Espectros de absorcién FIR de dos electrones en QD1 (arriba), QR1 (medio) y
QR2 (abajo) a T = 0 K. Los espectros han sido calculados para B = 0— 12 T en intervalos de 0.5
T.[40]

abruptamente desplazada hacia energias mas altas. Estas ramas AM =1 de
baja y alta energia se originan a partir de transiciones AN =0y AN =1,
respectivamente. Es interesante subrayar que esta doble rama AM = 1 no
se ha encontrado en célculos anteriores de anillos con confinamiento interior
débil.[201]

La influencia de la cavidad en los espectros de QR2 es todavia mas
notable: tanto las resonancias de baja energia, AN = 0, como las de alta
energia, AN = 1, son visibles a B = 0, y las rdpidas oscilaciones AB originan
varios desplazamientos pequenios de las energias de las resonancias, asi como
un gap energético entre 7 y 20 meV. El efecto mas visible de la interaccion
electrén-electrén en la absorcién FIR de QR2 es un incremento en el niimero
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de desplazamientos de energia inducidos por el efecto AB fraccional.

En la Figura 4.12 se ilustran los espectros de absorcién bielectrénicos
combinados de de QR1 y QR2. Las lineas continuas corresponden a QR1 y
las discontinuas a QR2. Los datos experimentales estan representados por
los mismos simbolos que en la Ref. [37]. Puede notarse que el niimero de re-
sonancias experimentales detectadas es mayor que en el caso de un electron,
debido a la mejor relacién senal/ruido de fondo.

Intensidad (unidades arb.)

Energia (meV)

Figura 4.12: Espectros de absorcién FIR combinados de dos electrones en QR1y QR2aT = 0 K.
Los espectros han sido calculados para B =0 — 12 T en intervalos de 0.5 T. Las lineas continuas
representan QR1 y las discontinuas QR2. Los simbolos indican las energias de las resonancias
experimentales.[40]

Los circulos estan bastante bien descritos por la absorcién de QR2. La
Unica excepcién es el circulo a B = 6 T, que no asignamos a QR2 sino
a la rama AN = 1,AM = 1 de QR1. Los tridangulos también estan bien
descritos por larama AN =1, AM =1 de QR1. Por ultimo, la rama AN =
0, AM = 1 rinde cuenta de los diamantes y las cruces. Asi pues, a pesar
de que algunos puntos experimentales sélo son descritos cualitativamente,
se puede concluir que la Figura 4.12 presenta una asignacién completa de
las resonancias medidas en la Ref.[37]. Ademsds, las intensidades de las
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resonancias de baja energia y alta energia son del mismo orden, conforme al
experimento.

Nuestra asignacion difiere de la propuesta por otros autores que uti-
lizaron potencial confinante parabélico,[37, 188, 190] y se asemeja en cam-
bio a la propuesta por Puente y Serra en base a un modelo de potencial
confinante parabdlico con correccién de anharmonicidad.[201] Sin embar-
go, nuestros cdlculos aventajan todos los anteriores al conseguir ofrecer una
explicacién para las resonancias simbolizadas por cruces, que carecian de
interpretacién hasta la fecha.

Asumir una mezcla de QD1 y QR2 no podria explicar los tridngulos en
la Figura 4.12, ya que la rama AN =1, AM =1 de QD1 estd demasiado
proxima en energia a la AN =0, AM =1 (ver Figura 4.11).

Adicionalmente, los resultados bielectrénicos sugieren que las cruces en
el sistema monoelectrénico (Figura 4.11) deben asignarse a la rama An =
0, Am = 1 de QR1, mientras que los tridngulos podrian corresponder a la
rama An = 1, Am = 1, que no esté permitida a T' = 0 K, pero estaria permi-
tida a temperatura finita cuando el primer nivel excitado esta parcialmente
poblado.

Al igual que la Ref. [201], nuestros célculos indican que los cambios
espectrales caracteristicos encontrados en el experimento a B = 8 T no
son debidos a oscilaciones AB, sino a un cruzamiento entre las resonan-
cias de los dos tipos de anillos. Asi, la verdadera evidencia de geometria
anular en el espectro de absorcién FIR experimental es la presencia de
una resonancia intensa entre 20-23 meV en ausencia de un campo mag-
nético. Esta resonancia ha sido predecida tedricamente por varios modelos
tridimensionales[132, 89, 39] que describian estructuras similares a QR2.

Es también remarcable el hecho de que nuestros calculos reproducen bien
la resonancia a B = 0 T tanto en el caso monoelectrénico (Figura 4.11) como
en el bielectrénico (Figura 4.12). Esto evidencia que nuestro modelo ofrece
una estimacién correcta de la energfa de interaccién culémbica (3-5 meV a
B = 0), contrariamente a lo que sucede con modelos bidimensionales (entre
7y 11 meV).[190, 207] Las energias de interaccién culémbica que predecimos
son también inferiores a los 20 meV inferidos por Lorke et al. a partir de
experimentos de capacitancia.[37] Esta energfa es sorprendentemente grande
para una estructura con las dimensiones de un anillo auto-ordenado. Los
autores del experimento apuntaron a la ausencia de la regiéon central en un
anillo como posible responsable de la misma. Sin embargo, nuestro modelo
predice que una energia de interaccién tan grande no es posible ni siquiera
en anillos estrechos si mantenemos el radio interior de 10 nm, precisamente
porque la densidad de carga electrénica se distribuye sobre la cavidad antes
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de permitir una interaccién tan fuerte.

4.4 Magnetizacion

En la seccién anterior hemos conseguido reproducir los espectros de magneto-
absorcién FIR de QRs auto-ordenados asumiendo geometria anular. Sin
embargo, la resolucién de estos espectros experimentales es baja[37, 188],
motivo por el que seria interesante disponer de alguna técnica experimen-
tal complementaria que permitiera una confirmacién de la topologia de na-
noestructuras enterradas en una matriz semiconductora.

Las mediciones de magnetizacién han demostrado ya su utilidad para es-
tudiar la estructura electrénica de QDs, donde superan en algunos aspectos a
técnicas como la absorcién FIR o experimentos de transporte.[208, 209, 210]
Por ejemplo, en QDs parabdlicos con un nimero reducido de electrones, el
teorema de Kohn generalizado impide que las transiciones dipolares manifies-
ten efectos de interaccién electrénica. En cambio, los estudios de magneti-
zacion han permitido observar algunos de estos efectos, tales como las tran-
siciones espin-singulete-espin-triplete en el estado fundamental.[211] Muy
recientemente también se ha resaltado la utilidad de la magnetizacién como
herramienta para investigar la reduccién de simetria en QDs.[212, 213] En
esta seccién demostramos que la magnetizacién puede ser utilizada ademas
para determinar de manera clara e inambigua la topologia de nanoestruc-
turas auto-ordenadas.

La magnetizacién total de un punto (o anillo) cudntico a temperatura
T = 0 K viene definida por

78Etot

OB’
donde FEi,; es la energia total para un sistema de N electrones, que calcu-
lamos con la Ecuacion 1.41 para sistemas monoelectrénicos e integrando el
Hamiltoniano 1.63 para sistemas bielectrénicos.

Calculamos la magnetizacion de un electrén y dos electrones en QDs y
anillos cudnticos auto-ordenados de InAs/GaAs. Los pardmetros de material
y la forma de las estructuras son los mismos que en las secciones previas.
La altura es de 4.5 nm en todos los casos, y fijamos el radio exterior en el
valor experimental aproximado de 60 nm, variando el radio interior desde 0
hasta 10 nm. Es importante remarcar que la magnitud finita del potencial
confinante que utilizamos (V, = 0.77 eV) permite que una pequena parte de
la densidad de carga electrénica se extienda sobre la cavidad de los anillos.
Por este motivo, introducir una cavidad central en realidad no cambia la

M =

(4.4)
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topologia de la distribucion de densidad de carga de simple a doblemente
conectada. En lugar de ello, la cavidad produce una transicion mas bien
gradual. Asumir barreras confinantes més altas exaltaria el caracter de
anillo de la estructura electrénica.[201] Nuestras conclusiones, sin embargo,
se derivan del uso de un potencial confinante finito y realista.

La Figura 4.13 representa la magnetizacién de un electrén en una serie
de nanoestructuras auto-ordenadas con radio interior creciente. Las curvas
han sido separadas verticalmente 1.0 meV /T para mayor claridad. De abajo
a arriba, las curvas corresponden a R;, =0, 1, 2, 5 y 10 nm.

M (meV/T)
—_ N
/ |

B (T)

Figura 4.13: Magnetizacién de un electrén en nanoestructuras auto-ordenadas con radio interior
creciente. De abajo a arriba las lineas corresponden a R;, =0, 1, 2, 5 y 10 nm.[41]

En el limite de un QD (R;, = 0), la magnetizacién es continua en todo
el rango de campo magnético estudiado. En cambio, un radio interior tan
pequeno como R;, = 1 nm basta para encontrar un escalén a 11.3 T. Este
escalén estd originado por el cambio de momento angular en el estado funda-
mental que se observa en la Figura 4.5B. Al incrementar el radio interior, el
escalén crece en altura y se desplaza hacia campos magnéticos méas débiles.
Esto es asi por el incremento en la pendiente de los niveles de energia frente
al campo magnético a medida que la seccién del anillo se estrecha.[89] Un
radio interior de R;;, = 5 nm ya da lugar a dos escalones, que pueden verse
a 2.8 y 8.6 T. Estos escalones se corresponden con los cruzamientos en la
energia del estado fundamental mostrados en la Figura 4.5C. Por ltimo,
un radio interior de R;, = 10 nm da lugar a tres escalones a 2, 6.2 y 10 T.
Las curvas de magnetizacién no son periddicas, debido a la penetracion del
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campo magnético en la region del anillo. La Figura 4.13 también muestra
que los escalones son mas pequefios cuanto mayor es el campo magnético,
como resultado de los menores cambios de pendiente en los cruzamientos de
energia (Figura 4.5). En conclusién, la magnetizacién de un electrén en un
QD o en un QR es inambiguamente diferenciable. Ademads, las diferencias
pueden observarse a valores bajos del campo magnético incluso para anillos
con cavidades tan pequenas como R;, = 1 nm.

En QDs es sabido que la interaccién electréon-electréon desplaza los es-
calones de la magnetizacién hacia campos mas débiles.[214] Nos podemos
preguntar entonces si la magnetizacion de dos electrones permite determinar
la topologia del potencial confinante a campos magnéticos atin mas débiles
que en el caso monoelectronico. Para responder a esta cuestion, en la Figura
4.14 se ilustran las curvas de magnetizacién de dos electrones en las mismas
estructuras que las estudiadas para un solo electron. Las curvas se han
separado verticalmente 1.0 meV/T.

M (meV/T)

1 1 1
0 2 4 6
B (T)

oo
[}
38}

Figura 4.14: Magnetizaciéon de dos electrones en nanoestructuras auto-ordenadas con radio
interior creciente. De abajo a arriba las lineas corresponden a R;, =0, 1, 2, 5 y 10 nm.[41]

La figura confirma que los escalones en la magnetizacién de dos electrones
aparecen a campos magnéticos inferiores a los de un electrén. Esto es debido
principalmente a la energia de intercambio. Ademads, llama la atencion es la
presencia de un escalén en la magnetizacion del punto cuantico, a B = 11.15
T, cuando en el caso monoelectrénico (Figura 4.13) no habia ninguno. El
origen de este nuevo escalon es la transicion de espin-singulete-espin-triplete
inducida por la energia de intercambio en el estado fundamental de QDs con
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dos electrones.[106] El estado fundamental de QRs también presenta estas
transiciones de espin, pero a campos magnéticos sensiblemente méas débiles.

Las Figuras 4.13 y 4.13 sugieren que un anélisis de la magnetizacién per-
mite determinar la topologia de estructuras auto-ordenadas de InAs/GaAs
con uno o dos electrones. La morfologia anular viene determinada por la
presencia y la posicién de los escalones de magnetizacion, que aparecen a
campos magnéticos muy inferiores a los de un QD incluso para cavidades
pequenas. Ademds, el estudio de la topologia mediante la magnetizacién
puede complementarse con estimaciones sobre la simetria circular de la na-
noestructura, ya que una reduccion de esta simetria implica esencialmente
variaciones en el tamano de los escalones pero no en su posicién.[212, 213]

Los resultados recién expuestos constituyen el primer estudio de mag-
netizacion en anillos nanoscépicos con electrones interactuantes. El tnico
estudio anterior de magnetizacion en anillos nanoscépicos utiliza la aproxi-
macién de particulas independientes,[89] a pesar de que se sabe que en QDs
los efectos de intercambio y de correlacién tienen una fuerte influencia sobre
la magnetizacién.[208, 214] Para clarificar el papel de la interaccién culémbi-
ca sobre el momento magnético de anillos auto-ordenados, en la Figura 4.15
se muestran las curvas de magnetizacién de uno y dos electrones en un QR
con R;, =5 nm, asi como las de un QD para su comparacién. Las Figuras
4.15a y 4.15b representan la magnetizacién de un electron en un punto y en
un anillo cudnticos, y las Figuras 4.15¢ y 4.15d representan la magnetizacién
de dos electrones en un punto y en un anillo cudnticos, respectivamente. En
las Figuras 4.15¢ y 4.15d se utilizan lineas continuas para electrones inter-
actuantes, y lineas discontinuas para electrones no interactuantes.

La magnetizaciéon de dos electrones no interactuantes puede constru-
irse simplemente a partir de los niveles monoelectronicos de la Figura 4.5
asumiendo ocupacién de los dos espin-orbitales mas bajos (que no estan ex-
actamente degenerados debido al desdoblamiento Zeeman). Asi pues, en un
QD la magnetizacién de dos electrones no interactuantes es igual que la de
un solo electrén pero aproximadamente el doble en magnitud. Solamente al
incluir la repulsién culémbica es posible observar algin escalén en la curva
de magnetizacion, procedente de las transiciones singulete-triplete. Ademas,
puede verse que la interaccién electréon-electréon aumenta la magnitud de la
magnetizacién en campos B < 11 T. El motivo de este fenémeno es que
la repulsién culémbica extiende la densidad de carga del estado fundamen-
tal a mayores valores de < p > que en en el caso no interactuante, con el
consiguiente aumento de la contribucién diamagnética.[214]

En el QR, la magnetizacién de dos electrones es claramente diferente a la
de un electrén incluso en ausencia de interaccién culémbica. Para entender
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Figura 4.15: Magnetizacién de un electrén en un QD (a), un electrén en un QR con R;p, = 5
nm (b), dos electrones en un QD (c) y dos electrones en un QR con R;;, = 5 nm (d). En (c)
y (d) las lineas continuas representan electrones interactuantes y las discontinuas electrones no
interactuantes.[41]

este aspecto es necesario tener en cuenta la influencia del término Zeeman
atémico sobre la energia monoelectrénica. En ausencia de efecto Zeeman
atémico, los estados ¢ =T y 0 =| en la Figura 4.5d estarian degenerados
y la magnetizacién de los electrones no interactuantes seria similar a la de
un solo electrén pero de mayor magnitud. Ahora bien, el término Zeeman
atémico rompe la degeneracion de los niveles 0 =T y 0 =] a B # 0. Esto
origina estrechos dominios de campo magnético, alrededor de las energias
de los cruzamientos en el estado fundamental monoelectrénico, donde el
estado fundamental bielectrénico tiene espin triplete (alrededor de 2 T y
de 8 T en la Figura 4.5D). Estos estados tripletes son los que dan pie a
los escalones de magnetizacién adicionales que no se observan en el caso de
un solo electrén. Asimismo, los dominios de estado fundamental triplete
se ensanchan a medida que el campo magnético crece, debido a la mayor
contribucién del efecto Zeeman sobre la energia y a la menor pendiente de
los niveles de energia proximos al estado fundamental.

Por otro lado, la inclusién de la interacciéon culémbica da lugar a cambios
importantes en la magnetizacién del anillo:



100 Capitulo 4: Anillos cudnticos auto-ordenados

e La posicién de los escalones es muy diferente a la del caso no interac-
tuante debido a variaciones en el espaciado entre niveles energéticos y
a interacciones de intercambio, que favorecen la configuracién triplete
del estado fundamental.

e Los escalones correspondientes a estado fundamental triplete son mas
altos como consecuencia del intercambio culémbico.

En resumen, tanto el desdoblamiento Zeeman atémico (que es a menudo
despreciado en célculos de anillos auto-ordenados, argumentando su con-
tribucién relativamente pequena a la energia[37, 190, 207, 132, 38]) como las
correlaciones electrénicas, son esenciales para una descripcion realista de las
propiedades magnéticas de QRs.

4.5 Estructura energética de un hueco en un cam-
po magnético

La mayoria de estudios teéricos sobre estados de huecos de la BV en QRs
se han realizado empleando modelos de una sola banda con masa de HH.
[76, 194, 215, 216, 217, 218, 219, 220, 221, 222, 223, 224, 225] En esta aprox-
imacién, la estructura energética de huecos en presencia de un campo mag-
nético es, naturalmente, similar a la de electrones. Las diferencias que se
observan derivan esencialmente de la mayor masa efectiva de los HHs en com-
paracién con los electrones de conduccién. En estructuras auto-ordenadas
las fuerzas de tension debilitan el acoplamiento entre las subbandas de HH y
de LH,[91] lo que eventualmente puede justificar que sélo se consideren HHs
para la descripcion de estados exciténicos o de huecos poco excitados. Sin
embargo, la aproximacién de una banda para huecos suele sufrir deficiencias
incluso para los estados mas bajos. Para suplirlas, deben realizarse ajustes
empiricos de la masa efectiva y potencial confinante en funcién de la for-
ma del QD investigado y del grado de excitacién del estado de huecos.[24]
Ademas, al despreciar la contribucién de los LHs se pierden canales permi-
tidos de transiciones dipolares.

Los primeros estudios en anillos auto-ordenados que consideraron el
acoplamiento entre las bandas de HH y LH pusieron de manifiesto la rele-
vancia de esta mezcla sobre la estructura energética de la BV.[132, 226]

Asimismo, la descripcién de niveles energéticos de huecos en QRs en
presencia de un campo magnético utilizando un modelo multibanda planteé
un problema interesante: en contra de lo que se observa en el caso de elec-
trones, la energia de los huecos no parecia describir oscilaciones AB (Figura
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Figura 4.16: Niveles de energia de los estados ligados de huecos en un anillo auto-ordenado de
InAs en funcién del campo magnético segiin la Ref.[132]. El trazado de las lineas est4 relacionado
con la simetria de cada estado.

4.16). En primera instancia, estos resultados se interpretaron como conse-
cuencia de la continua variacién del grado de acoplamiento entre HH y LH
(y, por tanto, de las masas efectivas) con campos magnéticos crecientes. [132]
Posteriormente, la discusion de este problema se trasladé a la manera en que
se habia introducido el término de interaccién magnética en el Hamiltonia-
no k - p multibanda (ver Seccién 1.2.2).[42] En la formulacién original del
Hamiltoniano k - p de cuatro bandas para huecos, el término de interaccion
magnética se introduce en el Hamiltoniano de un electrén libre en el cristal
después de haber realizado las aproximaciones k- p y EFA.[88] En el Hamil-
toniano de huecos asi obtenido, que se muestra en la Tabla 1.3, el término
de interaccion magnética no es diagonal. Denominamos a este Hamiltoniano
Hr.

Ahora bien, un tratamiento mas exacto requeriria introducir el término
de interacciéon magnética en el Hamiltoniano antes de aplicar las aproxima-
ciones k-p y EFA. Al hacerlo, el Hamiltoniano de cuatro bandas presenta un
término de interacciéon magnética diagonal, conforme se observa en la Tabla
1.2. Denominamos a este Hamiltoniano Hex.

El Hamiltoniano utilizado en la Ref. [132] para determinar la estructura
energética de huecos en anillos auto-ordenados en presencia de un campo
magnético es similar a Hew pero con los términos de interaccién magnética
promediados. Denominamos a este tiltimo Hamiltoniano ﬂpr.

Aunque un andlisis comparativo revelé que ﬂea; y ﬂpr dan resultados
similares entre si y diferentes a los de H1, no se contrastaron resultados con
datos experimentales que pudieran dar soporte a una u otra formulacién del
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Figura 4.17: Niveles de energfa de huecos vs. campo magnético en un anillo auto-ordenado de
InAs, calculados con Hez. El coeficiente masico frente al término magnético lineal es un promedio
entre la masa de HH y LH. Los coeficientes frente al término magnético cuadratico son las masas
de HH y LH (izquierda) y los mismos coeficientes que en la segunda derivada de p del término
cinético en la Tabla 1.1 (derecha). Sélo los estados con F. < 0 estdn representados.

Hamiltoniano de cuatro bandas.[42] También la eleccién de los coeficientes
masicos que deben acompanar al término de interaccién magnética quedo
como un punto abierto pendiente de exploracién (Seccién 1.2.2). La Figura
4.16 se obtiene utilizando las masas de HH y LH frente al término magnético,
pero es posible esperar que otros coeficientes mésicos sean mas apropiados.

En la Figura 4.17 se muestra la evolucion frente a un campo magnético
de los niveles energéticos de huecos en un anillo auto-ordenado similar al de-
scrito en la Ref. [132], pero empleando H., y diferentes coeficientes mésicos.
En 4.17 izquierda, los coeficientes frente al término magnético cuadratico son
las masas del HH y del LH, mientras que los coeficientes frente al término
magnético lineal son el promedio de las masas del HH y el LH. En 4.17
derecha, los coeficientes frente al término magnético cuadratico son de nue-
vo las masas de HH y LH, pero los coeficientes frente al término lineal son
los mismos que acompanan las derivadas segundas en p en el término cinéti-
co del Hamiltoniano. Sélo se han representado los estados con F, < 0. La
Figura 4.17 izquierda, por su semejanza con el espectro de electrones de la
BC, parece ofrecer resultados mas razonables que la Figura 4.17 derecha
o que la Figura 4.16. En cualquier caso, la sensibilidad de los estados de
huecos a la seleccion de los coeficientes masicos del término de interaccién
magnética (al menos en el caso de anillos, donde el cardcter diamagnético
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es muy importante) urge una constataciéon empirica de la estructura en-
ergética real de huecos en un campo magnético externo. En la seccion 4.6.2
mostraremos que los coeficientes empleados para la Figura 4.17 izquierda
reproducen satisfactoriamente la estructura energética de huecos inferida a
partir de experimentos de magneto-PL en anillos auto-ordenados.[81]

4.6 Transiciones 6pticas interbanda

Existen diversos experimentos que investigan transiciones épticas[16, 17, 80,
101, 79] y magneto-6pticas[81] de QRs auto-ordenados en el NIR. Estos tra-
bajos demuestran que la estructura energética de los anillos auto-ordenados
difiere en general de la de los QDs que los originan. En la mayoria de los
casos, sin embargo, estos trabajos no vienen acompanados por estudios tedri-
cos que vinculen sélidamente los resultados con la estructura energética de
un QR.

En esta seccién usamos los Hamiltonianos de electrones y huecos indepen-
dientes desarrollados en el Capitulo 1 para calcular los espectros de anillos
auto-ordenados en el NIR. Los cdlculos, que utilizan pardmetros geométricos
y de material asociados a los anillos de In(Ga)As/GaAs previos al recubri-
miento, estan cualitativamente de acuerdo con los diversos experimentos que
investigamos. De esta manera, proveemos la primera interpretacién tedrica
de los espectros de QRs auto-ordenados en el NIR basada en un modelo
tridimensional.

Describimos los estados electrénicos por el Hamiltoniano de masa efecti-
va, considerando efectos de no parabolicidad de la BC y potencial confinante
escalonado. La ecuaciéon correspondiente, incluyendo un campo magnético
perpendicular al plano del anillo, puede escribirse en unidades atémicas co-
mo:

1 (B p)? Bm
( om0 o) T 8m (B) T 2 ()

1
t5HBY Bo+V(p,z)— Enm> wm =0, (4.5)

donde m*(E,, ) es la masa efectiva dependiente de la energia, Eq. 1.15, y
V(p, z) es el potencial confinante, que se corresponde con la forma de anillos
y QDs mostrados en la Figura 4.18.5

SE] resto de pardmetros se han definido en la Seccién 1.1.1.
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Figura 4.18: Forma del QR (izquierda) y del QD (derecha) investigados. El perfil utilizado es
de casquete esférico.

Los huecos se describen con un Hamiltoniano k - p de cuatro bandas e
inclusion “exacta” del término de interaccién magnética.[42] Los coeficientes
masicos que empleamos frente a los términos cuadréticos de la interaccién
magnética son las masas de HH y LH (1/mpp/pg = 71 £ 272), y frente
los términos lineales el promedio de las masas de HH y LH (1/mp, = 1 —
4~3/v1). El Hamiltoniano de huecos completo, ﬂem, puede verse en la Tabla
1.2.

En los cédlculos de transiciones entre estados de conduccién y de valencia
excluimos efectos exciténicos. Esta aproximacién estd justificada por el he-
cho de que en estructuras auto-ordenadas es el potencial confinante el que
localiza electrones y huecos, ya que excede considerablemente el potencial
de atraccién culémbica entre particulas. Incluso en anillos auto-ordenados,
cuyo tamano es bastante grande para una estructura de tipo auto-ordenada,
el potencial de interaccién culémbica entre electrones y huecos se puede
tratar con simples modelos perturbacionales.[101] Ademads, la heterogenei-
dad de tamafios en las muestras auto-ordenadas ensancha las bandas de
transiciones espectroscépicas, enmascarando efectos menores.[100]

Investigamos un anillo auto-ordenado con forma de torus cortado y un
QD con forma de lente (Figura 4.18). Las dimensiones del anillo son 2 nm de
altura, 40 nm de radio exterior y 15 nm de radio interior. La lente tiene 6 nm
de altura y 20 nm de diadmetro. Estas dimensiones se corresponden aproxi-
madamente con las de un anillo auto-ordenado y un QD previo a su conver-
sién a anillo, segun las imdgenes de AFM.[80] Asumimos que tanto el anillo
como el punto estdn compuestos de InGaAs e inmersos en una matriz de
GaAs. La masa efectiva electrénica que empleamos, m*(Ey, ,, = 0) = 0.05,
estd proxima a la masa promediada en anillos[89] y QDs[227] de InGaAs.
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El band-offset de la BC es 0.77 eV. Los pardmetros de Luttinger de InGaAs
son:[170] y1 = 11.01, 2 = 4.18 y 3 = 4.84. El potencial de alineacién de
bandas de valencia correspondiente es de 0.38 eV, y el split-off A = 0.36 eV.
Por simplicidad, las masas del electrén y el hueco se consideran homogéneas
en toda la estructura. Puesto que los estados més bajos del electron y el
hueco estan confinados dentro de la nanoestructura, esta aproximacion no
debe introducir un error importante. La energia de gap de InAs es 0.42 eV,
y la de GaAs 1.52 eV, asi que nosotros tomamos un valor intermedio de 0.86
eV para nuestras nanoestructuras de InGaAs. Por simplicidad, el factor
de Landé que empleamos es constante e igual a g = —3.94, el valor medio
estimado para el estado electrénico fundamental en un anillo similar al que
nosotros estudiamos y ausencia de campo magnético.[89] Estudiamos el es-
pectro de absorcién utilizando luz no polarizada, de manera que el elemento
de matriz de transicién éptica se calcula siguiendo la Seccién 1.4.2. Las
probabilidades de transicién se representan mediante curvas Lorenzianas de
anchura media I' = 5 meV.

4.6.1 Espectro de absorcién

Petterson y colaboradores compararon el espectro de absorcién de un exciton
neutro en QDs auto-ordenados de In(Ga)As y en los anillos derivados de
los mismos.[79] La Figura 4.19 muestra el espectro de absorcién conjunto
de anillos y puntos cuénticos que obtuvieron. Aunque la densidad de una
muestra de anillos y de lentes no es idéntica, se ha escalado la absorcion
por la densidad de absorbentes, lo que permite comparar las intensidades
relativas en cada tipo de estructura.

Los autores del experimento identificaron la mayor energia de las ban-
das asociadas al anillo con el mayor confinamiento vertical que en los QDs.
Por otra parte, supusieron que la mayor intensidad de los picos de absor-
cion del anillo se debe a que los pares e-h pueden estar en un régimen de
confinamiento débil, donde la interaccién exciténica conduce a fuerzas de
oscilador incrementadas, de manera similar a lo que sucede en estructuras
semiconductoras con menor grado de confinamiento.[228] Otra diferencia
entre la absorcién de puntos y anillos es la intensidad relativa de las tran-
siciones excitadas. FEn el QD la primera transicién excitada es el doble
de intensa que la fundamental, simplemente por la doble degeneracién del
primer estado excitado en electrones en un QD lenticular (ver Figura 4.5A
a B = 0). En cambio, en el anillo la primera transicién excitada es menos
intensa que la fundamental.

En general, todas estas diferencias entre los espectros de absorcién son
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Figura 4.19: Absorcién por densidad de absorbentes de puntos (dots) y anillos (rings) cudn-
ticos a 4.2 K. La subfigura interior muestra esquematicamente la estructura electrénica para las
transiciones fundamental y primera excitada segin la Ref.[79].

cualitativamente compatibles con el hecho de que los anillos recubiertos con-
serven su geometria anular. Sin embargo, también podria discutirse que los

datos del supuesto anillo simplemente se corresponden con QDs de escasa
altura y gran dimensién lateral.[79]

A continuacién simulamos el espectro de absorcion de la Figura 4.19 cal-
culando las transiciones interbanda e-h en un punto y en un anillo cudanticos
con los parametros anteriormente descritos. La Figura 4.20 ilustra el espec-

tro calculado para el anillo (linea roja) y para el punto (linea azul). Las
unidades de absorcién son arbitrarias.

Para la lente, el pico de mas a la izquierda aparece a 1.082 eV, y le siguen
dos picos aproximadamente equiespaciados en intervalos de 90 meV. Para
el anillo, se observa esencialmente un fuerte pico a 1.314 eV. La siguiente
transicion aparece a 1.406 eV, pero no se puede detectar en el experimento
debido al efecto tinel de los portadores de carga hacia la WL cuando la
energia foténica excede 1.4 eV.

Una representacion esquemaética de las transiciones responsables del es-
pectro de absorcién calculado se puede encontrar en la Figura 4.21. En el
QD (Figura 4.21 izquierda), la BV estd compuesta por una serie de esta-
dos muy préximos en energia (en comparacién con la BC). Esta proximidad
permite encontrar para cada estado electrénico de baja energia estados exci-
tados de huecos, proximos en energia al fundamental, que cumplan la regla
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Figura 4.20: Momento de absorcién en la regién de baja energia de transiciones interbanda de
un anillo auto-ordenado (linea roja), un punto auto-ordenado (linea azul) y un punto de fuerte
confinamiento vertical y gran extensién lateral (linea verde).[38]

de seleccién de transiciones interbanda, oy, ,,. Por este motivo, las tran-
siciones en el espectro de las Figuras 4.19 y 4.20 aparecen como bandas
relativamente anchas. La banda espectral relacionada con la transicién fun-
damental del QD se origina por transiciones entre estados préximos de la
BV y el estado |n = 1, m = 0) de la BC (flecha azul). La banda espectral
de la primera transiciéon excitada tiene lugar por transiciones entre estados
de la BV y los estados |n = 1, m = £1) de la BC, que se encuentran unos
90 meV por encima del estado fundamental de electrones (flechas moradas).
Finalmente, la banda espectral de la segunda transicién excitada se debe
a transiciones entre estados de la BV y los estados de la BC degenerados
In =1, m = £2), [n = 2, m = 0), que se encuentran unos 90 meV por
encima del primer estado excitado de electrones (flechas rosas).

En el QR (Figura 4.21 derecha), la BV también estd compuesta por una
serie de estados muy préximos en energia. Ademads, los estados electrénicos
con diferente niimero cuantico principal estan separados unos 90 meV, pero
los estados azimutales consecutivos de igual n estan préximos entre si. Asi,
la banda espectral relacionada con la transiciéon fundamental de anillos se
origina por transiciones entre estados de la BV y los estados electrénicos
In =1,m =0, £1, £2,... > (flechas azules). De forma similar, la banda
espectral excitada se debe a transiciones a estados electrénicos |n = 2,m =
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Figura 4.21: Esquema de las transiciones interbanda e-h en el punto y el anillo que dan lugar al
espectro de absorcién de la Ref. [79]. Las flechas azules corresponden a la transicién fundamental,
las moradas a la primera excitada y las rosas a la segunda excitada. Los estados electréonicos estan
etiquetados por (n,m).

0, £1, £2,... > (flechas moradas).
Los principales aspectos de nuestra simulacién estan en acuerdo con el
espectro experimental:

1. En el experimento las transiciones fundamentales del punto y del anillo
aparecen algo por debajo de 1.1 eV y a 1.31 eV, respectivamente. Los
valores que nosotros calculamos son 1.082 eV para el punto y 1.314 eV
para el anillo.

2. En el experimento se observan tres bandas de transiciones para el pun-
to y tres para el anillo. En nuestra simulacion también se observan tres
bandas para el punto, pero s6lo una para el anillo. A este respecto,
cabe decir que experimentos posteriores de magneto-PL[81] sugieren
que los picos de alta energia no corresponden a transiciones excitadas
del anillo que estudiamos, sino a transiciones fundamentales de un se-
gundo tipo de anillo. Esta interpretacion estaria ademas de acuerdo
con los resultados de nuestro modelo en transiciones intrabanda (Sec-
ci6én 4.3.2).

3. La intensidad experimental de la primera transiciéon excitada en el QD
es el doble de la fundamental. En nuestros cdlculos es 2.2 veces mayor.
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4. La intensidad experimental de la transiciéon fundamental en el QR es
bastante mayor que la del punto. También nosotros predecimos este
incremento, aunque la razén entre las fuerza de oscilador segiin nuestro
modelo es 4.5, algo mayor que el valor experimental de 2.9.

En la Figura 4.20 también presentamos (linea verde) el espectro de ab-
sorcién de un QD con las mismas dimensiones del anillo (excepto por la
ausencia de cavidad). Los resultados revelan que la fuerza de oscilador de
la transicién fundamental de este punto seria mucho menos intensa que la
observada en el experimento. Asi pues, nuestro modelo da soporte a la
geometria de anillo como la responsable de la absorcién experimental en el
NIR, a la vez que descarta la hipotesis de un punto cuantico bajo de grandes
dimensiones laterales.

Es interesante remarcar que, mientras en el experimento se apunta a
los efectos exciténicos como posibles causantes de la mayor intensidad de
las transiciones del anillo, nuestra interpretacién explica este hecho simple-
mente en términos de confinamiento. En efecto, la cavidad central repulsiva
en el QR confina la funcién de onda del electron y del hueco en una region
de anchura decreciente a medida que el radio interior se aproxima al exte-
rior. En el caso limite de un anillo unidimensional (un anillo sin anchura),
la funcién de onda del estado fundamental del electrén exhibiria una local-
izacion de tipo funcién delta sobre la posicién del hueco, dando asi un solape
y una fuerza de oscilador maximos. Un anillo auto-ordenado realista se en-
cuentra en el limite entre un QD y un anillo unidimensional, por lo que su
fuerza de oscilador también es intermedia.[223] Por supuesto, la correlacién
exciténica podria jugar algun papel adicional pero, al igual que en QDs,
debe esperarse que este efecto sea menos importante que el del potencial
confinante.[229, 230]

El espectro de la Figura 4.19 también fue simulado tedricamente por
otros autores utilizando un potencial confinante parabdlico bidimensional
y un modelo de una banda para huecos.[76] A diferencia de lo que sucede
en dicho trabajo, nuestro modelo se ajusta bien a los datos experimentales
sin necesidad de ajustar arbitrariamente los pardmetros del potencial con-
finante parabodlico ni realizar asunciones arbitrarias sobre la razén entre la
contribucién procedente de estados de HH y la de LH. Ademds, el ajuste de
pardmetros llevado a cabo en la Ref. [76] parte de la premisa que los picos
de alta energia del anillo corresponden a transiciones excitadas del mismo
QR que da lugar al pico més bajo. Como hemos mencionado anteriormente,
esta es una asignacién que no se sostiene en la actualidad.
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4.6.2 Espectro de magneto-fotoluminiscencia

Debido a las propiedades diamagnéticas de los pares e-h, puede esperarse
que la accion de un campo magnético perpendicular al plano del anillo con-
lleve oscilaciones AB en el espectro NIR. Actualmente existen dudas sobre la
posibilidad de observar efectos AB en excitones neutros de anillos nanoscépi-
cos, aunque la mayoria de autores opina que la amplitud de las oscilaciones
en particulas neutras y anillos de anchura finita debe ser exponencialmente
pequena.[207, 215, 222, 224, 231] Haft et al.[81] midieron recientemente la
emisién de PL de un excitén neutro en un anillo auto-ordenado en pre-
sencia de un campo magnético. En esta subseccién simulamos su espectro
experimental calculando las energias de transiciones magneto-épticas entre
el estado fundamental de la BV y el de la BC (con espin Ty |) en un QR
de InGaAs. Los estados de huecos se calculan con el Hamiltoniano Hey
vy el Hamiltoniano Hy para comparar. Los resultados pueden verse en la
Figura 4.22, donde se compara el espectro calculado con Hew (izquierda), el
experimental (centro) y el calculado con Hy, (derecha).
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Figura 4.22: Espectro de magneto-PL de un anillo auto-ordenado de InGaAs calculado con Hex
(izquierda), con Hy, (derecha)[38] y el correspondiente espectro experimental (centro)[81].

De la Figura 4.22 se infiere que Her reproduce el ‘experimento mejor
que Hy. El comportamiento diamagnético que predlce H,p estd mucho més
proximo al experimento que el estimado por Hy. De hecho, Hr, predice
una fuerte estabilizacion del estado fundamental de huecos a medida que se
incrementa el campo magnético. Esto se refleja en la PL calculada como
una estabilizacién energética que no estda conforme con el experimento. Por
contra, Heg predice una ligera inestabilizacién energética de la senal de PL,
en razonable acuerdo con el experimento. El mejor ajuste de la rama superior
(que la inferior) de la Figura 4.22 izquierda respecto a la tendencia observada
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en el experimento tal vez indique que la contribucién cuadratica del término
magnético en nuestro modelo esté ligeramente subestimada. La Figura 4.22
también confirma la bondad de los coeficientes masicos empleados en la
Tabla 1.2.

4.6.3 Efecto Aharonov-Bohm 6éptico

Recientemente se ha sefialado una manifestacién del efecto AB detectable
incluso en excitones neutros. La clave reside en que los excitones confinados
en anillos cudnticos (y en QDs con alineamiento de bandas de tipo II), a
pesar de su carga neutra, estan polarizados. Como es sabido, la aplicacion
de un campo magnético induce sucesivos cambios de simetria en el estado
fundamental del electrén y el del hueco. Ahora bien, estos cambios suceden
a un ritmo diferente para electrones y para huecos, debido a sus distintas
masas efectivas y separacion lateral (polarizacién). Como consecuencia, en
ciertas regiones del campo magnético es previsible que el estado fundamen-
tal del excitén no cumpla la regla de selecciéon de transiciones interbanda.
Esto supondria la supresiéon de la emisién de PL en dichas ventanas del
campo.[218, 219, 220] Este efecto, bautizado como el “efecto AB 6ptico”,
tiene la ventaja adicional de que puede estudiarse incluso en nanoestruc-
turas aisladas, puesto que la espectroscopia PL de puntos cuanticos aislados
es ya una técnica extendida.[101] En QDs de tipo II el efecto AB éptico ha
sido confirmado,[225, 232] si bien en anillos auto-ordenados experimentos
de magneto-PL en campos de hasta 9 T no han revelado este fenémeno.[81]
Para entender este ultimo resultado, investigamos el efecto AB éptico en
un anillo auto-ordenado de InGaAs. Debe notarse que los modelos tedricos
utilizados para introducir el concepto del efecto AB éptico no son apropi-
ados para un estudio realista. Estos modelos son quasiunidimensionales,
con aproximacién de una banda para estados de huecos.[218, 219, 220] Los
modelos quasiunidimensionales no pueden rendir cuenta de la compresion
de los electrones y anillos con campos magnéticos crecientes, que puede ser
significativa en anillos de InGaAs. Adema4s, la aproximacion de una banda
para huecos no considera algunos de los canales permitidos de transiciones
dipolares.

Nosotros utilizamos para el estudio el modelo desarrollado en esta Tesis,
que carece de estos dos inconvenientes. Calculamos los estados electrénicos
con la Ecuacién 4.5 y los de huecos con el Hamiltoniano de la Tabla 1.2,
pues es el que mejor ha descrito el espectro de magneto-PL en la seccion
anterior. Despreciamos el desdoblamiento Zeeman atémico para este estudio
cualitativo. La Figura 4.23 muestra los pares e-h mas bajos en energia frente
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a un campo magnético externo. La simetria de cada estado viene dada por
la etiqueta (m, F), donde m es el momento angular azimutal del electrén y
F, la proyeccién z del momento angular total F' del hueco.
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Figura 4.23: Espectro energético de los niveles més bajos de pares e-h vs. un campo magnético.
Sélo aquellos niveles que participan del estado fundamental estdn representados. Los estados
estdn etiquetados por (m, F:). Las lineas negras (rojas) corresponden a estados en los que una
componente de HH (LH) cumple la regla de transicién interbanda. La linea azul corresponde
a un estado fundamental “oscuro”. La ventana de campo magnético en la que este estado es el
fundamental estd sombreada.[38]

La Figura revela una clara aperiodicidad en la secuencia de momentos an-
gulares del estado fundamental. Para campos menores de 0.9 T, la simetria
del estado fundamental es (0, —1.5). Esta simetria cambia a (—1,—1.5) en-
tre 0.9 y 1.5 T, y continua cambiando a intervalos irregulares a medida que
crece el campo magnético.

Los cambios de simetria del electrén y el hueco pueden apreciarse in-
dividualmente en la Figura 4.24 izquierda, donde se representa los niveles
més estables del electrén (parte superior) y del hueco (parte inferior) frente
a campos de hasta 9 T. La masa efectiva de los huecos, mayor que la de
electrones, conduce a cambios de simetria del estado fundamental menos
frecuentes que en el caso del electréon. También hemos realizado los cédlculos
con Hy. Los resultados se muestran en la Figura 4.24 derecha. Se puede
observar que con este Hamiltoniano de huecos no existe casi diferencia entre
los periodos de cambio de simetria en electrones y huecos. El motivo es que
H predice cruzamientos evitados que confieren caracter de LH al estado
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fundamental de huecos. De esta manera, la masa efectiva del electrén y
la del hueco en su estado fundamental son muy similares (m* = 0.05 vs.
mrg = 0.052), luego también lo es su respuesta al campo externo.
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Figura 4.24: Estructura energética de un electrén (parte superior) y un hueco (parte inferior) vs.
un campo magnético. Hes (F1) se ha utilizado para el célculo del panel de la izquierda (derecha).
La escala energética estd referida al fondo de la BC (electrén) y al tope de la BV (hueco).[38]

El estado fundamental en la Figura 4.23 implica ocasionalmente compo-
nentes LH de la funcién de onda de huecos (lineas rojas). Un modelo simple
de una banda no podria reproducir estos estados, lo que confirma la impor-
tancia de emplear un Hamiltoniano multibanda, que incluya acoplamiento
HH-LH, en estos sistemas.

Todos los pares e-h hasta 9 T cumplen la regla de seleccién 6, F,— 7, ,
conforme se puede ver en la Figura 4.23. Esto estd de acuerdo con el ex-
perimento,[81] donde no se ha observado ninguna supresién de la emisién
PL para anillos y campos como los que estudiamos aqui. Nosotros hemos
ido un poco mas alld y hemos explorado la simetria de los pares e-h en
valores del campo magnético mayores que los del experimento, en busca
de una posible traza del efecto AB éptico. Nuestros célculos revelan un
estado fundamental formado por un par e-h “oscuro” (esto es, prohibido por
la regla de seleccién dipolar), (—8,—5.5), en los alrededores de 14 T (linea
azul en la Figura 4.23). La ventana de campo magnético de este estado
oscuro es bastante estrecha (0.8 T) y la diferencia energética con el primer
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estado excitado (que ya no es oscuro) es de sélo 1 meV. Asi pues, la inclusién
de refinamientos en el modelo puede implicar un reordenamiento de niveles
que reemplace este estado oscuro. Sin embargo, la conclusién que se puede
extraer de nuestro resultado es que, utilizando un modelo realista con el
que hemos conseguido reproducir la magneto-PL de anillos auto-ordenados,
predecimos la posibilidad de estados fundamentales oscuros para campos
magnéticos relativamente bajos.



Capitulo 5

Control eléctrico de las
propiedades magnéticas de
puntos cuanticos
semiconductores II1I-V
magnéticos diluidos

Los semiconductores magnéticos diluidos (DMS) son compuestos semicon-
ductores en los que una fraccion de los iones constituyentes ha sido reem-
plazada por iones magnéticos. Los DMS constituyen un campo de experi-
mentacioén atractivo para la espintrénica[233] porque combinan una estruc-
tura de bandas simple con propiedades magneto-épticas y de transporte
excelentes,[45] lo cual les hace especialmente adecuados para estudiar los
efectos de espin y magnetismo en semiconductores.[234]

Las propiedades maés interesantes de los DMS, aquellas que les hacen
diferentes de los semiconductores no magnéticos, provienen de la fuerte inte-
raccion entre los espines de los portadores de carga de las bandas sp (conduc-
cién y valencia) y el de los electrones de la capa d de los iones magnéticos. Es-
ta interaccién se conoce como intercambio sp-d. La interaccién de intercam-
bio sp-d actia como un campo magnético (interno) efectivo y es responsable
de la aparicién de desdoblamientos Zeeman gigantes, asi como propiedades
épticas y de transporte dependientes del espin.[45, 235, 236, 237, 238§]

La mayor parte del trabajo inicial sobre DMS se ha realizado en cristales
semiconductores II-VI macroscépicos (bulk). La eleccién de semiconduc-
tores II-VI estaba parcialmente dictada por los limites de solubilidad de
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las impurezas magnéticas en semiconductores III-V. Sin embargo, los re-
cientes logros en la captura cinética de iones Mn en estructuras III-V ha
puesto en evidencia algunas ventajas de estos DMS en relacién a los de
tipo II-VI, incluyendo ferromagnetismo, elevadas temperaturas de Curie
y libertad para manipular la carga electrénica.[239] El confinamiento de
iones magnéticos en QDs en lugar de en un cristal macroscépico también
presenta ventajas adicionales. Por un lado, el confinamiento espacial re-
fuerza las interacciones de corto alcance, reforzando asi los efectos de la
interaccion sp-d.[240] Por otro lado, el nimero de electrones y huecos con-
finados en el punto puede controlarse a voluntad.[241] Estas propiedades
han motivado recientes intentos por confinar impurezas magnéticas en QDs
semiconductores,[242, 243, 244, 245, 246, 247, 248, 249, 250] asi como di-
versos estudios tedricos sobre estos sistemas.[251, 252, 253, 254, 255, 256]
Entre las propiedades més interesantes observadas en QDs DMS se encuen-
tran una menor contribucién de la interaccién antiferromagnética Mn-Mn
que en el bulk, una energia de emisién dependiente de la temperatura de-
bido a la formacién de polarones magnéticos tridimensionales[245, 246] y
desdoblamientos Zeeman gigantes.[242, 246]

El control de la interaccion de intercambio sp-d en QDs DMS es de gran
interés para potenciales aplicaciones en espintrénica. Aunque un campo
magnético externo tiene cierto efecto sobre la interacciéon de intercambio
sp-d, éste es muy pequeno.|[253] Muy recientemente se ha demostrado que
el nimero de electrones confinados en un QD semiconductor II-VI dopado
con iones Mn permite un fuerte grado de control sobre la interaccién de
intercambio sp-d del sistema (y, por tanto, sobre su magnetizacion).[256]
En este capitulo demostramos que un control similar también es posible en
QDs semiconductores I1I-V dopados con un ion Mn cambiando el niimero
de huecos confinados.[46]

5.1 Interaccion magnética entre un hueco y un ion
Mn

En ausencia de un voltaje externo, el ion sustitucional Mn*? en un semicon-
ductor III-V presenta una configuracién electrénica 3d® y estd débilmente
ligado a un hueco de valencia, formando un aceptor neutro Mn®.[257, 258,
259, 260, 261] El Hamiltoniano del complejo Mn® en un campo magnético
aplicado a lo largo de la direcciéon de crecimiento es:

Hoymmo = g B S, — T ()3 S + Hae, (5.1)
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donde g es el factor de Landé del ion Mn, pup el magnetéon de Bohr, B el
campo magnético externo y S el espin del ion Mn (S = 5/2). El primer tér-
mino describe el Hamiltoniano de un espin Mn aislado. El segundo término,
7:{61 =-J(r)d S , corresponde a la interaccidon de intercambio sp-d entre el
espin del hueco, &, y los electrones de la capa d del ion Mn, siendo J(r) una
funcién que decrece répidamente al alejarse de la impureza magnética.[252]
El tercer término se corresponde con el Hamiltoniano de un hueco con un
potencial culémbico aceptor. Por sencillez, asumimos que la impureza se
encuentra en el centro del disco cuantico. Debido a la naturaleza cualitativa
de este estudio, no incluimos la correccién de celda central' en 7:(“. Las
autofunciones de Hge pueden etiquetarse por |F,, v, k), donde F, = J, +m
es la proyeccion z del momento angular total del hueco, v es su paridad y k
hace referencia al k-ésimo estado con un F;, y v dados (ver Apéndice A).
El Hamiltoniano 7:[Mn0 es funcién de las coordenadas del hueco y del
espin de la impureza. Aunque estrictamente la energia no es aditiva, si
podemos indicar que en un disco cudntico suficientemente pequeno la sepa-
racion energética entre estados de huecos es mucho mayor que la separacion
entre estados del ion Mn. Ademas, en ausencia de campo magnético, el nivel
fundamental de huecos estd doblemente degenerado, diferencidndose los re-
spectivos estados por su paridad (Apéndice A). La aplicacién de un campo
magnético externo rompe esta degeneracién, pero asumimos que la sepa-
racién energética entre estos estados sera mucho menor que la separacion
respecto de estados més excitados. Por ello, para describir adecuadamente
los estados més bajos del complejo Mn® basta con utilizar una base constru-
ida como producto directo de una base de funciones de espin del Mn por una
base compuesta por los dos estados mas bajos del hueco. Por otra parte,
conforme se detalla en el Apéndice B, los elementos de matriz del Hamiltoni-
ano 'H Mno que mezclan estos dos estados de huecos son nulos. Asi pues, los
tinicos elementos no nulos de la representacién de H Mno € la mencionada
base, una vez integradas las coordenadas del hueco, son los diagonales:

(i|Harwold) = gupBS: — (i T (r)35Si) + B, (5.2)

donde |i > representa cada uno de los dos estados méas bajos de huecos, de
energia E;. El elemento de matriz (i|7(r)d'S|i), como también se detalla en
el Apéndice B, tiene una forma especialmente simple si la impureza se sitta

1Se ha observado que impurezas de distinto tipo dotadas con la misma carga producen
efectos eléctricos diferentes en el semiconductor que dopan. Para poder incorporar este
efecto, a menudo se corrige el potencial culémbico con un término aditivo denominado
correccion de celda central. Este depende de parametros empiricos caracteristicos de la
impureza en la matriz semiconductora.
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en el centro del disco y reemplazamos J(r) por una funcién delta, §(r). En
tal caso, sélo sobrevive la componente z del espin del Mn:

(i Hamoli) = E; + (gupB + BB ())S., (5.3)

donde el término ﬁBgf(i) se obtiene como resultado de la integracion sobre
las coordenadas del hueco. 3 es una constante que resulta de la integracion
sobre la parte periddica de la funcién de onda y Bgf (7) es un campo magnético
efectivo ejercido por el hueco sobre el ion Mn, que resulta de integrar sobre
la envolvente. Este ultimo puede escribirse como (Apéndice B):

. 1
Bgf(l) = TWR? 5V,T Z Fi,1. (0) + 5v,i Z Fi,J. )], (5.4)
1=t 143

donde W y R son la altura y el radio del disco respectivamente,? .J, es la
componente z del momento angular de Bloch y F; j,(0) un factor de forma
relacionado con la densidad de carga del estado de huecos |i) en la posicién
de la impureza.

A temperaturas finitas, los estados excitados de huecos estdn poblados.
Para tener en cuenta este hecho, simulamos el comportamiento experimen-
tal a T # 0 mediante la denominada aproximacién de campo promedio, que
consiste en calcular ‘H Mo incorporando los estados excitados ponderados
por un factor de Boltzmann, e 2E/k8T ¢l cual proporciona la poblacién
relativa del estado. Si el disco cuantico es pequeno, a temperaturas sufi-
cientemente bajas solamente los dos estados mas bajos de huecos se hallan
significativamente poblados. Asi, el Hamiltoniano de Mn? queda:

Hiho = gupBS + 3 o(E) (Fi + BB (1)S. ), (5.5)

_(Bi-FEgF)
donde o(E;) = Ze  *8T  es el factor de Boltzmann normalizado y Egp

la energia del estado fundamental del hueco. En la ecuacién anterior, el
sumatorio corre entre los dos estados mas bajos del hueco.

A fin de ilustrar el efecto de un hueco sobre los niveles energéticos del ion
Mn, calculamos el espectro Zeeman de un complejo Mn® en un disco cudntico
de grosor W = 2 nm y radio R = 5 nm en presencia de un campo magnéti-
co aplicado en la direcciéon de crecimiento. Utilizamos los pardmetros de

2Debe notarse la dependencia del campo magnético efectivo con las dimensiones del
QD. Este aspecto estd de acuerdo con las observaciones tedricas de otros autores.[240, 242]
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material apropiados para InAs: un factor de Landé del ion Mn g = 2.02,
parametros de Luttinger v; = 19.67, 7o = 8.37 y v3 = 9.29, y una con-
stante dieléctrica efectiva € = 12.4. Los estados de huecos en presencia de
un potencial culémbico aceptor se expanden en una base de funciones de
onda radiales de hasta n = 15 y se diagonaliza la representacién matricial
del Hamiltoniano Hy. (Apéndice A). En ausencia de un campo magnético
externo, los estados de menor energia son | — 3/2,[,1) v [3/2,1,1), que se
encuentran degenerados. Cuando se aplica un campo magnético, los dos
niveles se separan energéticamente, siendo | —3/2, |, 1) el estado fundamen-
tal. Para campos magnéticos accesibles en el laboratorio, la magnitud de
esta separacién es mucho menor que la separacién entre |3/2,7,1) y el prox-
imo estado excitado. Esto corrobora que la base de funciones de huecos
que hemos considerado para obtener el Hamiltoniano efectivos de Mn es
adecuada.

El valor de 3 puede inferirse a partir de datos espectroscépicos carac-
teristicos de cada material semiconductor. Aunque no disponemos de los
datos necesarios para InAs, si los tenemos para GaAs.[258] Podemos en-
tonces determinar el valor de 3(GaAs) y asumir que 3(InAs) serd similar.
Siguiendo el procedimiento descrito en la Ref.[252], pero reemplazando J (r)

por 6(r), obtenemos (GaAs) = —17.08 eV A®. Para InAs tomamos un valor
proximo, #(InAs) = —17 eV A’

En la Figura 5.1 se ilustra el espectro Zeeman del complejo Mn?, donde
se ha establecido como energia de referencia la del nivel fundamental de
huecos a B = 0. Las lineas discontinuas muestran el resultado para el
caso en que, arbitrariamente, hemos eliminado la interaccién de intercam-
bio, Hez. Puesto que el espin de Mn es S = 5/2 y sblo consideramos
los dos estados mas bajos de huecos, formamos un conjunto de doce fun-
ciones de base, |F,, v, k; S,), con F, = 3/2(=3/2), v =1 (|), k = 1y
S.=5/2,3/2,1/2, —1/2, —3/2, —5/2. Estas resultan degenerados a B = 0
y se desdoblan en doce niveles en presencia de un campo magnético externo,
con los niveles |3/2, 1, 1; S,) y | —3/2, |, 1; S,) creciendo y decreciendo en
energia, respectivamente.

Las lineas continuas representan este mismo espectro incluyendo Hes.
Consideramos una temperatura finita 7' = 4 K, de modo que ponderamos
en 7:(]\042 o las poblaciones de los dos estados de huecos. Las funciones propias
de este Hamiltoniano efectivo se etiquetan simplemente como |S,), con
S, = 5/2,...,—5/2. En ausencia de un campo magnético externo, los
dos estados de huecos estan degenerados y, por ello, igualmente poblados.

Consecuentemente, el campo magnético efectivo ejercido sobre el Mn por el
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estado par, v =T, cancela exactamente el ejercido por el estado impar, v =|,
en la Ecuacién 5.5. Asi pues, no hay interaccién neta y los seis estados de
espin del ion Mn resultan degenerados.

Energia (meV)

-10

B (T)

Figura 5.1: Espectro Zeeman de un complejo Mn® en un disco cudntico de InAs. Las lineas
continuas representan los niveles con interaccién de intercambio sp-d, calculados con Hf/lljlo a
T = 4 K. Las lineas discontinuas representan los niveles sin interaccién de intercambio.

En cambio, cuando aplicamos un campo magnético externo, la interac-
cién de intercambio sp-d altera visiblemente el espectro. A campos bajos
(B < 2 T), se observa un desdoblamiento Zeeman mucho mayor que en el
caso en que se excluye He,. Este fenémeno se conoce como desdoblamien-
to Zeeman gigante y es una manifestaciéon del campo magnético efectivo,
BY;.[45]

En efecto, al aplicar un campo externo, la degeneracién entre los esta-
dos mds bajos de huecos, |3/2, T, 1) y | — 3/2, |, 1), se rompe y el estado
fundamental viene dado exclusivamente por | — 3/2, |, 1). Esto hace que

la poblacién relativa de | — 3/2, |, 1) sea mayor que la de |3/2, 1, 1) y, por
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tanto, también lo es su contribucién sobre el campo magnético efectivo ne-
to. Asi pues, el campo magnético efectivo neto deja de ser nulo. Ademsés,
a medida que crece el campo externo crece también la separacién energéti-
ca entre los dos estados de huecos, por lo que se va acentuando el efecto
de Bgf. Hacia B =~ 2 T, el estado de huecos estd completamente polariza-
do (sélo | — 3/2, |, 1) estd significativamente poblado), por lo que Bgf es
maximo.

A campos magnéticos externos mayores (B > 2 T), los niveles de Mn”
decrecen en energia, forman un estado multiplemente degenerado a un valor
especial del campo (B ~ 16.2 T en la Figura 5.1) y posteriormente invierten
su orden. El origen de esta degeneracién es la cancelacién entre los campos
magnéticos externo e interno (efectivo),[253] debido al signo positivo del
factor de Landé de Mn y el cardcter antiferromagnético del parametro de
intercambio de InAs (8 < 0).3

5.2 Interaccion magnética entre dos huecos y un
ion Mn

Si cargamos el disco cuantico con un segundo hueco obtenemos un complejo
formado por una impureza de Mn ma&s dos huecos interactuantes, es decir,
un aceptor positivamente cargado, Mn™. El Hamiltoniano de este complejo
es:

ﬂMnJr :gMBBSz+7:[ex(1;2> +7:(hh(172)7 (56)

donde ﬂem(l, 2) = ﬂem(l) + ﬂem(2) representa la interaccién de intercambio
sp-d entre los espines de los dos huecos y el del ion Mn, y Hhh(l, 2) es el
Hamiltoniano de dos huecos que interactuan culémbicamente en presencia
de un potencial aceptor. Con el fin de obtener un Hamiltoniano efectivo
para el ion Mn, integramos las coordenadas de los huecos en la ecuacion
anterior. Resolvemos ﬂhh(1,2) mediante un método CI, utilizando como
base las soluciones del Hamiltoniano de un hueco en un potencial aceptor,

Fae-[44]

3A campos magnéticos débiles, | — 3/2,],1; S, = +5/2) es el estado fundamental
de Mn° debido a la interaccién de intercambio sp-d. En un disco cudntico pequeiio, la
densidad de carga del estado fundamental de huecos es poco sensible al campo magnético
externo. Por ello, el campo externo incrementa el efecto Zeeman pero deja el campo
magnético efectivo practicamente constante. Como consecuencia, a B =~ 16.2 T el efecto
Zeeman ya compensa por el campo magnético efectivo y, a campos todavia mayores,
| —3/2,1,1; S. = —5/2) reemplaza a | — 3/2, |,1; S. = +5/2) como estado fundamental.
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En un QD pequeno como el que estudiamos, la separacién energética
entre el estado fundamental de dos huecos, |0), y el primer estado excitado
sobrepasa los 200 meV. Asi pues, el Hamiltoniano efectivo del ion Mn en el
campo ejercido por dos huecos puede escribirse como:

Har+ = Eo+ (gupB + B BJ;)S-, (5.7)

donde Ej es la energia del estado fundamental de dos huecos y el término
entre paréntesis es la suma de una campo magnético externo mas uno inter-
no, siendo ﬂB;} S, = (0|Hex|0). El valor de ij viene determinado por la
suma, de las contribuciones provenientes de cada uno de los estados de un
hueco que constituyen |0), ponderadas por los coeficientes que resultan de la
CI. El signo de estas contribuciones depende de la paridad y la proyeccién
z del momento angular total de cada estado de un hueco.[46] Cuando la
configuracién electrénica es de capa cerrada, las contribuciones de huecos
con paridad v =7 cancelan las de huecos con paridad v =|.

Obtenemos los autovalores y autovectores de H,+ mediante una CI en
una base que contiene los dos estados mas bajos de un hueco con paridad
v=y F,=-3/2,...,49/2, y con paridad v =| y F, = —9/2,...,3/2. El
estado fundamental resultante, en el rango de campo magnético estudiado
(0-20 T), presenta un momento angular total F,p = F,;+F,9 = 0y una pari-
dad total singulete, v = v + 1o = 0. La Figura 5.2 representa el espectro
Zeeman del complejo Mn™ calculado con los mismos parametros que en la
seccion anterior, considerando y sin considerar la interaccién de intercambio
sp-d (lineas azules continuas y negras discontinuas, respectivamente).

Los resultados muestran que, en ausencia de un campo magnético ex-
terno, el campo magnético efectivo debido a la interacciéon sp-d es cero. El
motivo es que, a B = 0, la contribucién sobre B: de los términos con pari-
dad v =7 cancela exactamente la de los términos con paridad v =|. Cuando
se aplica un campo magnético externo, el campo magnético interno efectivo
aumenta ligeramente, si bien permanece despreciable incluso a campos ex-
ternos tan fuertes como 15 T. Este hecho puede observarse claramente en
la Figura 5.3, donde se ilustra la energia de de intercambio sp-d del nivel
|0; S, = —5/2) frente a un campo magnético externo. A pesar de que esta
energia crece con el campo magnético externo, a B = 15 T el desdoblamien-
to de energia debido al campo efectivo es tan solo del orden de decenas de
ueV.

El valor no nulo de la energia de intercambio a campos magnéticos finitos
puede explicarse en términos de la estructura energética del hueco indepen-
diente. El campo magnético externo incrementa mas el acoplamiento entre
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Energia (meV)

B (T)

Figura 5.2: Espectro Zeeman de un complejo MnT en un disco cudntico de InAs, con (lineas
azules) y sin (lineas negras discontinuas) interaccién de intercambio sp-d.
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Figura 5.3: Energia de intercambio sp-d del nivel |0; S, = —5/2) frente a un campo magnético
externo.[46]
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subbandas en los estados de paridad v =] que en los estados de paridad
v =1.[43] Asi pues, en presencia de un campo magnético externo el peso de
las componentes de paridad v =] en el estado fundamental de dos huecos
aumenta en detrimento de las componentes de paridad v =7. Como conse-
cuencia, la magnitud de la contribucién de las componentes v =| sobre B;}
excede ligeramente la de las componentes v =T, resultando una energia de
intercambio sp-d neta finita a pesar de la configuracién singulete del estado
de dos huecos. Para campos externos mayores (B > 15 T), se espera que
la paridad del estado fundamental de dos huecos cambie a triplete. En ese
momento la contribucion de los dos huecos a la energia de intercambio serd
del mismo signo, por lo que el campo magnético efectivo se incrementard
abruptamente y el espectro se asemejara cualitativamente al del complejo
Mn®.

5.3 Dispositivo de control eléctrico de las propie-
dades magnéticas

Los resultados anteriores demuestran que el niimero de huecos confinados en
un disco cudntico semiconductor III-V dopado con un ion Mn modifica sen-
siblemente la interaccién de intercambio sp-d y, por tanto, la magnetizacion
del sistema. Basandonos en estos resultados, en esta seccién sugerimos un
modelo de dispositivo eléctrico que permitira el control de las propiedades
magnéticas en QDs semiconductores III-V a través del control del niimero
de huecos confinados en el punto.

La estructura esquematica del dispositivo se ilustra en la Figura 5.4a. Se
sitiia una capa de QDs, dopados cada uno con una impureza Mn, entre una
puerta metdlica y un contacto de tipo p. El potencial aplicado a la puerta,
Vy, cambia la posicién de los niveles del QD con respecto al nivel de Fermi
del contacto y, en conjuncién con el bloqueo culémbico (Coulomb blockade),
permite un control preciso del nimero de huecos en cada punto.[74] Cuando
se aplica un voltaje positivo, el QD est4 libre de huecos (Figura 5.4b izquier-
da) y el espectro Zeeman es el de un ion Mn libre. En ausencia de voltaje, el
sistema presenta un hueco ligado al ion Mn para formar un aceptor neutro
(Figura 5.4b centro). El espectro Zeeman en esta situacién estd fuertemente
influenciado por la interacciéon de intercambio sp-d, conforme se ha mostra-
do en la Figura 5.1. Por ultimo, cuando se aplica un voltaje negativo se
confina un segundo hueco dentro del QD (Figura 5.4b derecha). El espin
del segundo hueco cancela el espin del primero y modifica fuertemente el
espectro Zeeman del complejo que ambos forman con el ion Mn, conforme
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se ha mostrado en la Figura 5.3.

La fabricacién de QDs auto-ordenados con forma de disco puede con-
seguirse mediante la técnica de flujo de indio.[15] La realizacién de QDs
auto-ordenados con una unica impureza en el interior ya es tecnoldgica-
mente posible.[250] La presencia simultanea de electrones de conduccién y
huecos de valencia en el punto, formando magnetopolarones, no deberia in-
fluir cualitativamente nuestras predicciones, ya que los efectos exciténicos
son despreciables en un disco de InAs en la escala nanoscépica (como el
que nosotros estudiamos) y el pardmetro de intercambio sp-d del electrén es
mucho menor que el del hueco.[234]
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Figura 5.4: (a) Ilustracién esquemdtica de la estructura dispositivo que permite controlar el
numero de huecos en un QD a través del voltaje. (b) Espines interactuantes en un disco cudntico
semiconductor III-V con un ion Mn bajo un voltaje positivo (izquierda), ausencia de voltaje
(centro) y voltaje negativo (derecha). Las flechas azules corresponden al espin del Mn y las rojas
al espin de los huecos.



Capitulo 6

Conclusiones

En esta Tesis hemos construido un modelo tedrico para el estudio de la
estructura energética y las propiedades épticas de QDs semiconductores con
simetria axial. El modelo utiliza la aproximacion k- p-EFA para describir los
estados de electrones y de huecos independientes en las proximidades de la
Zona de Brillouin. Los estados de electrones de conduccién se calculan con
un Hamiltoniano de una banda, considerando efectos de no parabolicidad y
la dependencia de la masa efectiva con la posicion en la heteroestructura.
Los estados de huecos se estudian con un Hamiltoniano de cuatro bandas
que incluye el acoplamiento entre subbandas de HH y LH. Los Hamiltonia-
nos incluyen ademads otros potenciales, como campos magnéticos externos y
fuerzas de tensién eldstica.

La simetria axial nos permite integrar analiticamente la coordenada an-
gular del Hamiltoniano, lo cual aprovechamos para reducir los Hamiltoni-
anos k - p tridimensionales a Hamiltonianos efectivos bidimensionales en el
plano pz. Representamos el confinamiento espacial en dicho plano medi-
ante el uso de un potencial finito, escalonado y de forma arbitraria. De esta
manera, se puede rendir cuenta de los detalles (a menudo importantes) del
confinamiento de QDs, que escaparian a modelos con potenciales confinantes
simplificados.

La integracién de los Hamiltonianos se realiza numéricamente en un es-
quema de diferencias finitas. Hemos obtenido las expresiones del coeficiente
de absorcion de transiciones intra e interbanda. Asimismo, hemos desarro-
llado un método CI numérico para el cdlculo de sistemas bielectronicos.

En conjunto, el modelo tedrico construido combina una descripcién re-
alista de los estados poco excitados de las BC y BV de QDs con un coste
computacional moderado. Hemos programado los c6digos informaticos nece-
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sarios para la resolucién numérica del modelo y los hemos empleado para
abordar, con éxito, la investigacion de diversos sistemas que no quedan bien
descritos con los modelos mas simples tradicionalmente utilizados en la lite-
ratura.

En primer lugar, hemos estudiado el efecto de un campo magnético axial
sobre la estructura energética de electrones y huecos en QDs esféricos mul-
ticapa, asi como el efecto sobre el espectro Optico correspondiente a tran-
siciones interbanda. Aunque la aplicacién de un campo magnético rompe
la simetria esférica y, por tanto, debe originar un espectro 6ptico més rico,
hemos observado que en realidad el confinamiento magnético sélo consitituye
una perturbacion sobre el confinamiento espacial, por lo que las reglas de
transicion de simetria esférica son aproximadamente validas incluso en cam-
pos magnéticos fuertes. Ademads, la superposicién de los efectos del campo
magnético con el confinamiento ejercido por las capas de los QDs origina
fenémenos fisicos interesantes:

e En QDQBs, el confinamiento magnético da lugar a saltos de densidad
de carga electrénica a través de la barrera de potencial.

e En QDQWs, el campo magnético origina cambios consecutivos en la
simetria del estado fundamental de electrones y huecos. Para elec-
trones, éste fenémeno es andlogo a las oscilaciones Aharonov-Bohm
de QRs. Ademads, a campos muy fuertes el confinamiento magnético
llega a distribuir la densidad de carga electronica en los polos superior
e inferior del nanocristal esférico a lo largo del eje de aplicacién del
campo, formando asi un doble pozo de potencial unidimensional.

En segundo lugar, hemos investigado el efecto que tiene una capa fina de
AlAs inmersa en una matriz de GaAs sobre la estructura energética de un
QD auto-ordenado de In(Ga)As. Hemos estudiado la influencia de la capa de
AlAs en funcién de su posicién y su proximidad respecto del QD. Compara-
ndo con diversos trabajos experimentales relacionados, nuestros resultados
indican que:

e Cuando la barrera de AlAs se deposita sobre el QD, su principal efecto
es el de actuar como una barrera de potencial confinante méas alta que
la de GaAs. Esto da lugar a pequenios efectos hipsocrémicos (escasas
decenas de meV).

e Cuando la barrera de AlAs se deposita en el material sustrato sobre el
que se crece el QD, su principal efecto es la contaminacién de la WL
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y, consecuentemente, del QD. Esto da lugar a efectos hipsocrémicos
de hasta varias centenas de meV.

En tercer lugar, hemos analizado la estructura energética y el espectro
magneto-optico de QRs auto-ordenados. El principal objetivo era deter-
minar si estas nanoestructuras preservan la geometria anular cuando son
completamente recubiertas en una matriz semiconductora. A tal fin, hemos
comparado diversos espectros experimentales (monoelectrénicos, bielectroni-
cos y exciténicos) con nuestros célculos para QRs y QDs. Hemos concluido
que, asumiendo la geometria y las dimensiones de los anillos que se obser-
van por AFM en muestras previas al recubrimiento, es posible obtener un
acuerdo cualitativo con los experimentos espectroscépicos realizados sobre
muestras recubiertas. En cambio, no sucede lo mismo si asumimos topologias
simplemente conectadas (QDs). Asi pues, nuestros resultados indican que
realmente se conserva la topologia de QRs. En particular, nuestro modelo
consigue la primera asignacion completa de las resonancias de los experi-
mentos de magneto-absorcion en el FIR de QRs auto-ordenados. Adicional-
mente, hemos demostrado que experimentos de magnetizacion permitirian
determinar de manera sencilla y univoca la topologia de nanoestructuras
auto-ordenadas enterradas. También en este apartado hemos llevado a cabo
una validacién empirica del Hamiltoniano & - p multibanda de huecos en el
que el término de interaccion magnética se introduce antes de realizar la
aproximacion k - p.

En cuarto lugar, hemos demostrado la posibilidad de controlar la mag-
netizacion de QDs de semiconductores magnéticos diluidos I1I-V mediante
el niimero de huecos confinados en su interior. Para ello hemos asumido un
QD auto-ordenado con forma de disco con una impureza magnética (Mn)
confinada en su centro y paredes de potencial confinante infinitas, lo cual
permite una resolucion semianalitica del Hamiltoniano k - p multibanda de
huecos. Cuando un solo hueco se confina en el QD, el complejo Mn® presenta
un espectro Zeeman diferente del de un ion Mn aislado, como consecuencia,
de la interaccion de intercambio sp-d. Cuando se introduce un segundo
hueco, el complejo Mn™ presenta un nuevo cambio importante del espectro
Zeeman, debido a la cancelacién de la interaccién de intercambio sp-d por la
formacién de un estado fundamental de huecos con configuracién singulete.

Finalmente, hemos completado esta Tesis con un trabajo en el que se
derivan las expresiones requeridas para el calculo de los tensores de defor-
macién de QDs auto-ordenados con forma arbitraria en el marco de la teoria
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de elasticidad isotrépica.

Los principales resultados que hemos obtenido han sido incluidos en los
articulos que acompanan a la presente memoria. La mayoria de estos articu-
los han sido ya publicados, siendo previsible que todos lo estén en la fecha
de la defensa de la Tesis Doctoral.



Apéndice A

Funciones de onda de huecos
en un disco

En este apéndice desarrollamos las expresiones de las funciones de onda de
huecos empleadas en el Capitulo 5. Estas describen los estados de huecos
confinados en un disco cudntico de altura W y radio R. Suponemos que el
confinamiento vertical del disco es mucho mayor que el lateral, W < R.

Los estados se describen haciendo uso de un Hamiltoniano k- p de cuatro
bandas, por lo que podrdn expresarse como una suma de cuatro compo-
nentes:

3/2

= Y @yl s ), (A1)

J.=—3/2

donde J, es la proyeccion z del momento angular de Bloch, f;_(x,y, z) es
una componente de la funcién envolvente (de forma por ahora desconocida)
y |v,2,J.) es la parte periédica de la funcién de Bloch (Ecuaciones 1.32).

Aparte de su dependencia de las coordenadas, el Hamiltoniano k - p de
cuatro bandas depende de los denominados parametros masicos de Luttin-
ger: y1, v2 v 73 (ver, p.ej. Tabla 1.1). Para determinar la forma que debe
tener una componente (por separado) de la funcién envolvente de huecos,
imponemos artificialmente la condicién 72 = 3 = 0. De esta manera, el
Hamiltoniano queda diagonal (con cuatro elementos iguales) y la funcién
propia sélo tiene una componente.

El disco presenta simetria axial, por lo que podemos expresar el Hamil-
toniano en coordenadas cilindricas y factorizar f(z,y,z) como un producto
f(p,z) -e'™m% donde m es el momento angular azimutal. Ademés, dado que el
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confinamiento vertical y el lateral son muy desiguales, podemos factorizar de
manera aproximada la parte radial de la envolvente como f(p, z) = f(p) {(2).
Si asumimos que el potencial confinante del disco es infinito, f(p) = funm(p)
es una funcién Bessel de primera clase con orden m y n nodos. &(z) son
las soluciones de un pozo cudntico, que pueden escribirse como funciones
trigonométricas.

El Hamiltoniano k- p de cuatro bandas es invariante bajo el operador de
inversion, debido a que todos sus operadores son productos de componentes
del momento lineal o de sus cuadrados (Ecuacién 1.21). Por tanto, sus
autofunciones (y cada una de sus componentes por separado) tienen una
paridad definida. En coordenadas cilindricas, el operador de inversién deja
la coordenada radial inalterada, cambia de signo z y anade una fase 7 a la
coordenada angular. La paridad de la funcién envolvente completa, pues,
viene dada por el producto de la paridad de la parte angular por la de la
parte vertical. (z) es par para funciones tipo coseno e impar para funciones
tipo seno. Dado que el confinamiento vertical del disco es muy superior al
lateral, para describir la regién energéticamente baja de huecos basta con
tomar las soluciones en z mas bajas de cada paridad:

§i=1(2) = \/g cos (%) §1=2(2) = \/g sin <2§/2> : (A.2)

Por otra parte, e!™? es par (impar) si m es par (impar). De los razon-

amientos anteriores concluimos que cada componente de la funcién envol-
vente de huecos viene dada por |[m, v, n) = f,m(p) ™% &(2), donde v es la
paridad de la componente. En funciones envolventes pares (impares), si m
es par [ debe ser 1 (2), y si m es impar [ debe ser 2 (1).

Si ahora relajamos las imposiciones efectuadas sobre los coeficientes
mésicos y permitimos que 72 sea no nulo (manteniendo v3 = 0), el Ha-
miltoniano 4 x 4 pasa a ser suma directa de dos bloques 2 x 2 iguales.
Los operadores extradiagonales acoplan componentes con distintos momen-
tos angulares m y numeros cuanticos radiales n. En cambio, se conservan
[ y la proyecciéon z del momento angular total, ¥, = m + J,. Las fun-
ciones de onda tienen ahora dos componentes no nulas: aquellas asociadas
am=F,—3/2, F,+1/2, o aquellas asociadas a m = F, — 1/2, F, + 3/2.
Ademads, cada componente puede expresarse como producto de una super-
posicién de funciones radiales, ), A, fnm(p), por una parte angular etm?
y por una funcién & (z). Para que la paridad de la funcién envolvente esté
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definida, puesto que la parte angular de las dos componentes no nulas tiene
igual paridad, ambas deben presentar la misma funcién &;(z).

Si ahora permitimos que v # 0, los nuevos operadores extradiagonales
mezclan funciones con distinto [ y con m = F, —3/2, ..., F, +3/2. Tenien-
do en cuenta este hecho, es posible escribir una funcién de onda completa
del Hamiltoniano 4 x 4 que conserve F, y la paridad. Incluyendo la parte
periddica, ésta es:

Ay For 3/2(0)61“D D065 (2), 3, 8)
Fov =T B =3 Af%%;/g"f”“lﬂ@) @l ]2
7| AR @€ B G () )
AT Fursaap) P92 Gy (o 8, 52)
(A.3)
para F, —3/2 par, y
2%%;/%" frp.—32(p) € ijjz)eig(l)(z)\ % %_)1
Fov=t W= Y | A 0T G Gl
| AL a2 () D ) (0, 3. 3)
SIS Forrapal) ¢ F492 06100 ()1, 3, 32)
(A4)

para F, — 3/2 impar. En las ecuaciones anteriores, k etiqueta los estados
distintos de momento angular total F, y paridad v.

Alternativamente, podemos etiquetar las funciones de onda no por su
simetria respecto a la inversion sino respecto al plano de simetria horizon-
tal del disco cuantico. De esta manera, la “paridad” de los estados viene
determinada unicamente por la parte vertical de la funciéon envolvente. La
expresién de la funcién de un hueco queda entonces:[43, 44|

A%iﬁg)/’];nfn,n—s/2(ﬂ) (F==3/2)0 &) 5 (2)|v, 3, 3)
F, v =1 (1 Z A?:%%;%nfmﬂ/z(p) z(F+1/2)9§1 (z)|v,%7_71>
o LS
AJ:’:TElg)/gnfn,Fsz(P) F43/20 651y (2) v, 3, 52)

(A'5)

sin restricciones sobre el valor de F,. La ventaja de esta nomenclatura (que
es la que empleamos en el Capitulo 5) reside en que, en presencia de campos
magnéticos axiales fuertes, los estados de una misma “paridad” convergen al
mismo nivel de Landau.[43]
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La paridad de un hueco de valencia, descrito con el Hamiltoniano & - p
de cuatro bandas, es un niimero cuantico isomorfo al espin electréonico. Los
paralelismos entre ambos niimeros cuanticos pueden observarse al estudiar
la estructura energética de un hueco confinado en un disco en presencia
de un campo magnético. La Figura A.1 muestra esta estructura para un
hueco en un disco de InAs con W = 2 nm y R = 5 nm, en presencia
de una impureza aceptora central de Mn. Los parametros utilizados en
los calculos son los mostrados en la Secciéon 5.1. En ausencia de campo
magnético, encontramos una serie de niveles doblemente degenerados, con
los respectivos estados diferenciandose por su paridad. La aplicaciéon de un
campo magnético rompe la degeneracion entre estados de distinta paridad,
resultando en un desdoblamiento andlogo al del efecto Zeeman electrénico.
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Figura A.1l: Estructura energética de un hueco en un disco cudntico de InAs con una impureza
aceptora central de Mn vs. un campo magnético. Las lineas continuas representan estados con
paridad (en z) v =17, y las discontinuas con paridad (en z) v =|.
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Elementos de matriz del
Hamiltoniano de intercambio
sp-d en un disco

El Hamiltoniano de interaccién de intercambio sp-d viene dado por ﬂew =
—~J(r)& 8§ (Seccién 5.1), donde & es el espin del hueco, S el espin de la
impureza magnética y J(r) una funcién de muy corto alcance centrada en
la posicién de la impureza que podemos aproximar por una funcién delta
(r). Reescribimos He, en términos de creadores/aniquiladores como:

Hew = —6(r) %(45_ +0_54)+6,5.]. (B.1)

Si la impureza esté ubicada en el centro de un disco cuantico, la funcion

de onda de un hueco confinado en el mismo puede describirse por |F., v, k),

donde F, es la componente z del momento angular total y v la “paridad en

2" (definida por el plano horizontal de simetria del disco, ver Apéndice A).

En general, el elemento de matriz (i| He, |7) puede escribirse como producto

de una integral sobre la parte envolvente por una integral sobre la parte
periddica de la funcién del hueco:

(il Hea l3) = D AF1E 5 (02,0 6() | £77 5, (0, 2,0))

Jz,J

1 N ~ ~
(051000 (50450 4028 +0:8.) [0, 3,70, (B2)
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En un disco cuantico suficientemente pequeno, los dos estados més bajos
del hueco son:

AL Fnmeo(p) €00 E1(2)[0, 3, )
T B L
2 | A2V Fmer (0) €10 6a(2) 0, 3, )
AL Fnnes(p) €30 ()]0, 3, )
y
A Frm=—(p) €730 (2|0, 3, 3)
3 AL =1 () e ()]0, 5, S
2=l=5 b =20 Sl i v
| AL, Famea(p) e (20,3, )
AL Fnmmo(p) €7 1(2)[0, 3, )
(B.4)

El resto de estados se encuentran a energias muy superiores, por lo que
estan practicamente despoblados a temperaturas bajas. En estas condi-
ciones, es una buena aproximacién diagonalizar el Hamiltoniano ﬂem en una
base que considere tnicamente los estados de huecos |1) y |2).

Podemos concluir que el elemento de matriz que mezcla |1) y |2) es nulo
por razones de simetria. En efecto, |1) y |2) son funciones par e impar,
respectivamente, bajo el operador de inversién (Apéndice A). Puesto que
§(r) es una funcién par, la parte envolvente del elemento de matriz (1| He, [2)
se desvanece y el elemento de matriz es nulo.

Calculamos ahora el valor expectacién (i| Hey |i), donde |i) = 1, 2. En
este caso, la integral sobre la envolvente no se anula necesariamente por
razones de simetria. Ahora bien, puesto que &2(z) es impar, su valor en
la posicién de la impureza (z = 0) es cero. Esto hace que unicamente las
dos primeras (o las dos segundas, dependiendo de v) componentes de |i)
contribuyan al elemento de matriz. Las integrales sobre la parte periédica
de las componentes que sobreviven son, por tanto, (v ,2, J.| 6+ |v, 2 5 J)y
(v ,2,J |62 |v, 2,J’>, con J, = J,, J, + 2. Puesto que el operador 64+ sélo

mezcla funciones con J, = J, + 1, las integrales (v,3,J. |ai v, 3, J.) son
siempre nulas. Por otra parte, las integrales (v, 2, J.|6.|v, 3 5, J.) sélo son

no nulas cuando J, = J,. En tal caso, con un desarrollo algebraico simple
obtenemos:
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(0,3 A 8(0) 5o, 3, 1) = o, 3 L6 o, 5, ) = 26, (BS)

donde 3 es el denominado parametro de intercambio p-d. Finalmente,
la parte radial de la envolvente (funcién Bessel f,, ,(p)) sélo es no nula en
p = 0 cuando m = 0, luego la dnica componente de la funcién envolvente
que sobrevive en el origen es aquella etiquetada con m = 0. Puesto que
los dos estados de huecos considerados presentan F, = +3/2, las partes
periédicas correspondientes a las componentes no nulas de la envolventes
estan asociadas con J, = £3/2. Con todos estos razonamientos, concluimos
que:

. 9 . v J
(i Hew 1) = | 00y Z ( F;ksz(Pazve)‘ 6(r )| J (p,2,0)) 3 B
J.=3/2,—1/2
v J &
tou Y UEL (e 060 I (0. 2.0) T8 | S
J.=1/2,-3/2
= B B(i) S.. (B.6)

En la ecuacién anterior hemos definido el campo magnético efectivo,

Bgf(z'):——2 v Y. Fin (046, > Fn(0) |, B7)
J.=3-1

donde W'y R son la altura y el radio del disco, respectivamente, y F; s_(0)
es un factor de forma relacionado con la densidad de carga del estado de
huecos |i) en la posicién de la impureza,

. 2
Firgo(0) = mo 77 | D 77 | - B.8
’ A ( M(ao)\) )
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versitario de doctorado en “Quimica Teodrica y Computacional”, Uni-
versitat Jaume I (2002).

e Asistencia a European Summer School in Quantum Chemistry, Uni-
versity of Lund, (Tjérnap, Suecia, Agosto 2001).

Idiomas
Castellano, valenciano e inglés fluidos. Polaco regular.

Experiencia profesional

2001-2005: Becario del programa de Formacién de Profesorado
Universitario, del Ministerio de Educacién y Ciencia.
Universitat Jaume I.

2001: Estancia corta en el Instytut Fizyki de Uniwersytet
Mikotaja Kopernika (Toruii, Polonia),
trabajando con el Prof. W. Jaskolski en simulaciones
numéricas de la estructura electrénica de puntos
cudnticos coloidales multicapa. (3 meses).

2002: Estancia corta en el Instytut Fizyki de Uniwersytet
Mikotaja Kopernika (Toruni, Polonia),
trabajando con el Prof. W. Jaskélski en simulaciones
numéricas de la estructura electronica de anillos
cudnticos auto-ordenados. (3 meses).

2003: Estancia corta en el Insitute of Microstructural
Sciences - National Research Council of Canada
(Ottawa, Canadd), trabajando con el
Prof. P. Hawrylak en el estudio de las
propiedades magnéticas de puntos cudnticos
semiconductores III-V dopados con iones magnéticos.
(3.5 meses).

2004: Estancia corta en AGH University of Science and
Technology (Krakéw, Polonia),
trabajando con el Prof. J. Adamowski en el estudio de
correlaciones electrénicas en anillos cudnticos (2 meses).
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Conocimientos informaticos

Sistemas operativos: usuario experimentado de Linux (SuSe y RedHat)
y Windows XP.

Lenguajes de programacion: experiencia en FORTRAN, Matlab y Math-
ematica. Iniciado en Python.

Programas de diseno, etc.: Microsof Office Package, Xfig, Gimp, Corel-
Draw, Freehand, LaTeX.

Experiencia en simulaciéon numérica de la estructura energética de pun-
tos cuanticos mediante la teoria k- p, cdlculo de tensores de deformacién con
el modelo elastico isotrépico y métodos de iteracién de configuraciones.
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Titulo: "Two interacting electrons in a self-assembled quantum ring”.
Junio 2004.

Seminario: ”Self-assembled quantum rings”, en AGH University of Sci-
ence and Technology (Krakéw, Polonia, Septiembre 2004) y Universi-
tat de Barcelona (Barcelona, Espana, Noviembre 2004).

Lista de publicaciones

1. J. Planelles, J.G. Diaz, J. Climente, y W. Jaskélski, “Semiconduc-

tor nanocrystals in a magnetic field”, Physical Review B 65, 245302
(2002).

. J. Planelles, J. Climente, J.G. Diaz, y W. Jaskélski, “Hole energy

structure of multishell nanocrystals in a magnetic field”, Journal of
Physics: Condensed Matter 14, 12537 (2002).

J.I. Climente, J. Planelles, W. Jaskdlski, y J.I. Aliaga, “Magneto-
optical transitions in multilayer semiconductor nanocrystals”, Journal
of Physics: Condensed Matter 15, 3593 (2003).

. J.I. Climente, J. Planelles, y W. Jaskolski, “Magneto-optical transi-

tions in nanoscopic rings”, Physical Review B 68, 075307 (2003).

J.L. Movilla, J.I. Climente, y J. Planelles, “Effects of a thin AlAs layer
on InAs quantum dot electronic structure”, Journal of Applied Physics
94, 4515 (2003).

J.I. Climente, J. Planelles, y J.L. Movilla, “Magnetization of nanoscop-
ic quantum rings and dots”, Physical Review B 70, 081301(R) (2004).

J. Planelles, y J.I. Climente, “Far-infrared absorption of self-assembled
semiconductor rings”, Collection of Czechoslovak Chemical Communi-
cations, aceptado en Noviembre 2004. (Ver también cond-mat/0412552).

J.I. Climente, J. Planelles, y F. Rajadell, “Energy structure and far-
infrared spectroscopy of two electrons in a self-assembled quantum
ring”, pendiente de publicacion.

J.I. Climente, M. Korkusinski, P. Hawrylak, y J. Planelles, “Voltage
control of the magnetic properties of charged semiconductor quantum
dots containing magnetic ions”, pendiente de publicacién.



143

10. F. Rajadell, J. Planelles, y J.I. Climente, “Célculo del tensor de de-
formaciones en puntos cuanticos enterrados en matrices semiconduc-
toras”, pendiente de publicacion.

Libros

1. J.Planelles, J.I. Climente y J.G. Diaz, Espectroscopia, Col-leccié Cien-
cies Experimentals, Universitat Jaume I, 2002, ISBN 84-8021-393-0.



144 Apéndice C



Bibliografia

1]

M. Reed, R.T. Bate, K. Bradshaw, W.M. Duncan, W.M. Frensley,
J.W. Lee, y H.D. Smith, “Spatial quantization in GaAs-AlGaAs mul-
tiple quantum dots”, J. Vacuum Sci. Technol. B 4, 358 (1986).

M.A. Reed, J.N. Randal, R.J. Aggarwal, R.J. Matyi, T.M. Moore,
v A.E. Wetsel, “Observation of discrete electronic states in a zero-

dimensional semiconductor nanostructure”, Phys. Rev. Lett. 60, 535
(1988).

R.C. Ashoori, “Electrons in artificial atoms”, Nature (London) 379,
413 (1996).

L. Jacak, P. Hawrylak, y A. Wéjs, Quantum dots, (Springer-Verlag,
Berlin, 1998).

M.A. Reed, “Quantum dots”, Scientific American, 118 (January 1993).

S. Bandyopadhyay, N. Kouklin, L. Menon, Quantum dots and
nanowires, (American Scientific Publishers, 2002).

D.D. Awschalom, D. Loss, N. Samarth (eds.), Semiconductor spin-
tronics and quantum computation, (Springer-Verlag, Berlin, 2002).

G. Bastard, Wave mechanics applied to semiconductor heterostruc-
tures, (Les Editions de Physique, Les Ulis, 1988).

J.M. Luttinger, y W. Kohn, “Motion of electrons and holes in Per-
turbed Periodic Field”, Phys. Rev. 97, 869 (1955).

D.G. Austing, S. Sasaki, S. Tarucha, S. Reimann, M. Koskinen, y M.
Manninen, “Ellipsoidal deformation of vertical quantum dots”, Phys.
Rev. B 60, 11514 (1999).

145



146

[11]

[14]

[15]

[16]

BIBLIOGRAFIA

U. Banin, Y. Cao, D. Katz, y O. Millo, “Identification of atomic-
like electronic states in indium arsenide nanocrystal quantum dots”,
Nature (London) 400, 542 (1999).

C. Priester, y M. Lannoo, “Growth aspects of quantum dots”, Curr.
Opin. Solid St. M. Sci. 2, 716 (1997).

AlLL. Efros, M. Rosen, M. Kuno, M. Nirmal, D.J. Norris, y M. Bawen-
di, “Band-edge exciton in quantum dots of semiconductors with a de-
generate valence band: Dark and bright exciton states”, Phys. Rev. B
54, 4843 (1996).

X.Z. Liao, J. Zou, X.F. Duan, D.J.H. Cockayne, R. Leon, y C.
Lobo, “Transmission-electron microscopy study of the shape of buried
In,Ga;_,As/GaAs quantum dots”, Phys. Rev. B 58, R4235 (1998).

7.R. Wasilewski, S. Fafard, y J.P. McCalffrey, “Size and shape engi-
neering of vertically stacked self-assembled quantum dots”, J. Cryst.
Growth 201, 1131 (1999).

J.M. Garcia, G. Medeiros-Ribeiro, K. Schmidt, T. Ngo, J.L. Feng, A.
Lorke, J. Kotthaus, y P.M. Petroff, “Intermixing and shape changes
during the formation of InAs self-assembled quantum dots”, Appl.
Phys. Lett. 71, 2014 (1997).

T. Raz, D. Ritter, y G. Bahir, “Formation of InAs self-assembled quan-
tum rings on InP”, Appl. Phys. Lett. 82, 1706 (2003).

T. Chakraborty, Quantum dots, (Elsevier Science B.V., Amsterdam,
1999).

F. Geerinckx, F.M. Peeters, J.T. Devreese, “Effect of the confining
potential on the magneto-optical spectrum of a quantum dot”, J. Appl.
Phys. 68, 3435 (1990).

M. Korkusinski, Correlations in semiconductor quantum dots, Memo-
ria de Tesis Doctoral, (University of Ottawa, Ottawa, 2004).

J. Adamowski, M. Sobkowicz, B. Szafran, y S. Bednarek, “Electron
pair in a Gaussian confining potential”, Phys. Rev. B 62, 4234 (2000).

M. Bayer, A. Schmidt, A. Forchel, F. Faller, T. L. Reinecke, P. A.
Knipp, A. A. Dremin, y V. D. Kulakovskii, “Electron-hole transitions
between states with nonzero angular momenta in the magnetolumi-
nescence of quantum dots”, Phys. Rev. Lett. 74, 3439 (1995).



BIBLIOGRAFIA 147

[23]

[24]

[25]

[31]

[32]

M. Bayer, O. Schilling, A. Forchel, T. L. Reinecke, P. A. Knipp, Ph.
Pagnod-Rossiaux, y L. Goldstein, “Splitting of electronic levels with
positive and negative angular momenta in Ing53Gag47As/InP quan-
tum dots by a magnetic field”, Phys. Rev. B 53, 15810 (1996).

M. Califano, y P. Harrison, “Presentation and experimental vali-
dation of a single-band, constant-potential model for self-assembled
InAs/GaAs quantum dots”, Phys. Rev. B 61, 10959 (2000).

S. Le Goff, y S. Stébé, “Influence of longitudinal and lateral confine-
ments on excitons in cylindrical quantum dots of semiconductors”,
Phys. Rev. B 47, 1383 (1993).

G.W. Bryant, y W. Jaskdlski, “Designing quantum dots and quantum-
dot solids”, Physica E (Amsterdam) 11, 72 (2001).

A.J. Williamson, y A. Zunger, “InAs quantum dots: Predicted elec-
tronic structure of free-standing versus GaAs-embedded structures”,
Phys. Rev. B 59, 15819 (1999).

C. Pryor, “Eight-band calculations of strained InAs/GaAs quantum
dots compared with one-, four-, and six-band approximations”, Phys.
Rev. B 57, 7190 (1998).

V. Fonoberov, FElectronic and optical properties of quantum wires and
dots, Memoria de Tesis Doctoral, (State University of Moldova, 2002).

A. Mews, A. Eychmiiller, M. Giersig, D. Schoos, y H. Weller, “Prepara-
tion, characterization, and photophysics of the quantum-dot quantum-
well system CdS/HgS/CdS”, J. Phys. Chem. 98, 934 (1994).

A. Mews, A.V. Kadavanich, U. Banin, y A.P. Alivisatos, “Structural
and spectroscopic investigations of CdS/HgS/CdS quantum-dot quan-
tum wells”, Phys. Rev. B 53, R13242 (1996).

R.B. Little, M.A. El-Sayed, G.W. Bryant, y S. Burke, “Formation
of quantum-dot quantum-well heteronanostructures with large lattice
mismatch: ZnS/CdS/ZnS”, J. Chem. Phys. 114, 1813 (2001).

J. Planelles, J.G. Diaz, J. Climente, y W. Jaskolski, “Semiconductor
nanocrystals in a magnetic field”, Phys. Rev. B 65, 245302 (2002).

J. Planelles, J. Climente, J.G. Diaz, y W. Jaskdlski, “Hole energy struc-
ture of multishell nanocrystals in a magnetic field”, J. Phys.: Condens.
Matter 14, 12537 (2002).



148

[35]

[44]

[45]

[46]

BIBLIOGRAFIA

J.I. Climente, J. Planelles, W. Jaskdlski, y J.I. Aliaga, “Magneto-
optical transitions in multilayer semiconductor nanocrystals”, J. Phys.:
Condens. Matter 15, 3593 (2003).

J.L. Movilla, J.I. Climente, y J. Planelles, “Effects of a thin AlAs layer
on InAs quantum dot electronic structure”, J. Appl. Phys. 94, 4515
(2003).

A. Lorke, R.J. Luyken, A.O. Govorov, J.P. Kotthaus, J.M. Garcia, y
P.M. Petroff, “Spectroscopy of nanoscopic semiconductor rings”, Phys.
Rev. Lett. 84, 2223 (2000).

J.I. Climente, J. Planelles, y W. Jaskolski, “Magneto-optical transi-
tions in nanoscopic rings”, Phys. Rev. B 68, 075307 (2003).

J.I. Climente, J. Planelles, y F. Rajadell, “Energy structure and far-
infrared spectroscopy of two electrons in a self-assembled quantum
ring”, pendiente de publicacion.

J. Planelles, y J.I. Climente, “Far-infrared absorption of self-assembled
semiconductor rings”, Collect. Czech. Chem. C., aceptado (Noviembre
2004).

J.I. Climente, J. Planelles, y J.L. Movilla, “Magnetization of nanoscop-
ic quantum rings and dots”, Phys. Rev. B 70, 081301(R) (2004).

J. Planelles, y W. Jaskdlski, “k - p Hamiltonians for quantum dots in
a magnetic field”, J. Phys.: Condens. Matter 15, L67 (2003).

L.G.C. Rego, P. Hawrylak, J.A. Brum, y A. Wojs, “Interacting valence
holes in p—type SiGe quantum disks in a magnetic field”, Phys. Rev.
B 55, 15694 (1997).

L.G.C. Rego, J.A. Brum, y P. Hawrylak, “Multi-charged acceptor cen-
ters in p—doped Si/Si;_,Ge, /Si quantum wells in the presence of a
magnetic field”, Physica E (Amsterdam) 2, 785 (1998).

J.K. Furdyna, “Magnetic diluted semiconductors”, J. Appl. Phys. 64,
R29 (1988).

J.I. Climente, M. Korkusinski, P. Hawrylak, y J. Planelles, “Voltage
control of the magnetic properties of charged semiconductor quantum
dots containing magnetic ions”, pendiente de publicacién.



BIBLIOGRAFIA 149

[47]
48]

[49]

[50]

[53]

[54]

[55]

[56]

[57]

http://www3.uji.es/ "planelle/strain.pdf

J.R. Downes, D.A. Faux, y E.P. O’Reilly, “A simple method for calcu-
lating strain distributions in quantum dot structures”, J. Appl. Phys.
81, 6700 (1997).

J.H. Davies, “Elastic and piezoelectric fields around a buried quantum
dot: A simple picture”, J. Appl. Phys. 84, 1358 (1998).

F. Rajadell, J. Planelles, y J.I. Climente, “Calculo del tensor de de-
formaciones en puntos cuanticos enterrados en matrices semiconduc-
toras”, pendiente de publicacion.

J.P. Loehr, Physics of strained quantum well lasers, (Boston Kluwer
Academic cop. 1998).

M. Grundmann, O. Stier, y D. Bimberg, “InAs/GaAs pyramidal quan-
tum dots: Strain distribution, optical phonons, and electronic struc-
ture”, Phys. Rev. B 52, 11969 (1995).

M.A. Cusack, P.R. Briddon, y M. Jaros, “Electronic structure of
InAs/GaAs self-assembled quantum dots”, Phys. Rev. B 54, 2300
(1996).

E.O. Kane, “Band structure of indium antimonide”, J. Phys. Chem.
Sol. 1, 249 (1957).

E.O. Kane, Narrow Gap Semiconductors. Physics and Applications,
editado por W. Zawadzki, Lect. Notes Phys., Volume 133 (Springer
Verlag, Berlin) 1980.

N. Nishiguchi, y K. Yoh, “Energy-dependent effective mass approxi-
mation in one-dimensional quantum dots”, Jpn. J. Appl. Phys., Part
I 36, 3928 (1997).

L. Dekar, L. Chetouani, y T.F. Hammann, “An exactly soluble
Schrodinger equation with smooth position-dependent mass”, J. Math.
Phys. 39, 2551 (1998).

D.J. BenDaniel, y C.B. Duke, “Space-charge effects on electron tun-
neling”, Phys. Rev. 152, 683 (1966).

M.G. Burt, “The justification for applying the effective-mass approxi-
mation to microstructures”, J. Phys.: Condens. Matter 4, 6651 (1992).



150

[60]

BIBLIOGRAFIA

M.G. Burt, “Direct derivation of effective-mass equations for mi-
crostructures with atomically abrupt boundaries”, Phys. Rev. B 50,
7518 (1994).

B.A. Foreman, “Connection rules versus differential equations for enve-
lope functions in abrupt heterostructures”, Phys. Rev. Lett. 80, 3823
(1998).

G.W. Bryant, “Excitons in quantum boxes: Correlation effects and
quantum confinement”, Phys. Rev. B 37, 8763 (1988).

ALL. Efros, y M. Rosen, “Quantum size level structure of narrow-gap
semiconductor nanocrystals: Effect of band coupling”, Phys. Rev. B
58, 7120 (1998).

P.C. Sercel, y K.J. Vahala, “Analytical formalism for determin-
ing quantum-wire and quantum-dot band structure in multiband
envelope-function approximation”, Phys. Rev. B 42, 3690 (1990).

A. Wjs, P. Hawrylak, S. Fafard, y L. Jacak, “Electronic structure
and magneto-optics of self-assembled quantum dots”, Phys. Rev. B
54, 5604 (1996).

W. Kohn, “Theory of Bloch electrons in a magnetic field - The effective
Hamiltonian”, Phys. Rev. 115, 1460 (1959).

W. Kohn, “Cyclotron resonance and de Haas-van Alphen oscillations
of an interacting electron gas”, Phys. Rev. 123, 1242 (1961).

L. Brey, N.F. Johnson, y B.I. Halperin, “Optical and magneto-optical
absorption in parabolic quantum wells”, Phys. Rev. B 40, 10647.

S.K. Yip, “Magneto-optical absorption by electrons in the presence of
parabolic confinement potentials”, Phys. Rev. B 43, 1707 (1991).

Ch. Sikorski, y U. Merkt, “Spectroscopy of electronic states in InSbh
quantum dots”, Phys. Rev. Lett. 62, 2164 (1989).

A. Lorke, J.P. Kotthaus, y K. Ploog, “Coupling of quantum dots on
GaAs”, Phys. Rev. Lett. 64, 2559 (1990).

B. Meurer, D. Heitmann, y K. Ploog, “Single-electron charging of
quantum-dot atoms”, Phys. Rev. Lett. 68, 1371 (1992).



BIBLIOGRAFIA 151

[73]

[74]

[75]

[76]

R.C. Ashoori, H.L. Stormer, J.S. Weiner, L.N. Pfeiffer, S.J. Pearton,
K.W. Baldwin, y K.W. West, “Single-electron capacitance spec-
troscopy of discrete quantum levels”, Phys. Rev. Lett. 68, 3088.

H. Drexler, D. Leonard, W. Hansen, J.P. Kotthaus, y P.M. Petroff,
“Spectroscopy of quantum levels in charge-tunable InGaAs quantum
dots”, Phys. Rev. Lett. 73, 2252 (1994).

F.M. Peeters, y V.A. Schweigert, “T'wo-electron quantum disks”, Phys.
Rev. B 53, 1468 (1996).

H. Hu, G.M. Zhang, J.L.. Zhu, y J.J. Xiong, Phys. Rev. B 63, “Low-
energy exciton states in a nanoscopic semiconducting ring”, 045320
(2001).

T. Chakraborty, y P. Pietildinen, “Electron-electron interaction and
the persistent current in a quantum ring”, Phys. Rev. B 50, 8460
(1994).

S.S. Li, y J.B. Xia, “Electronic states of InAs/GaAs quantum ring”, J.
Appl. Phys. 89, 3434 (2001).

H. Petterson, R. J. Warburton, A. Lorke, K. Karrai, J. P. Kotthaus,
J. M. Garcia, y P. M. Petroff, “Excitons in self-assembled quantum
ring-like structures”, Physica E (Amsterdam) 6, 510 (2000).

R. J. Warburton, B. Urbaszek, E. J. McGhee, C. Schulhauser, A.
Hogele, K. Karrai, A.O. Govorov, J. A. Barker, B. D. Gerardot,
P.M. Petroff, y J. M. Garcia, “Spectroscopy of self-assembled quantum
rings”, 26" International Conferenence on the Physics of Semiconduc-
tors Proceedings, (Institute of Physics, Edinburgh, 2002).

D. Haft, C. Schulhauser, A.O. Govorov, R.J. Warburton, K. Karrai,
J. M. Garcia, W. Schoenfeld, P.M. Petroff,“Magneto-optical proper-
ties of ring-shaped self-assembled InGaAs quantum dots”, Physica E
(Amsterdam) 13, 165 (2002).

Y. Kayanuma, “Wannier excitons in low-dimensional microstructures:
Shape dependence of the quantum size effect”, Phys. Rev. B 44, 13085
(1991).

J.G. Diaz, y J. Planelles, “Chains of artificial atoms in a magnetic
field”, J. Phys. Chem. B 108, 2873 (2004).



152

[84]

[85]

[36]

[33]

[89]

[94]
[95]

[96]

BIBLIOGRAFIA

D. Schooss, A. Mews, A. Eychmiiller, y H. Weller, “Quantum-dot
quantum well CdS/HgS/CdS: Theory and experiment”, Phys. Rev.
B 49, 17072 (1994).

G.W. Bryant, “Theory for quantum-dot quantum wells: Pair corre-
lation and internal quantum confinement in nanoheterostructures”,

Phys. Rev. B 52, R16997 (1995).

M. Ciurla, J. Adamowski, B. Szafran, y S. Bednarek, “Modelling of
confinement potentials in quantum dots”, Physica E (Amsterdam) 15,
261 (2002).

A. Zrenner, L. V. Butov, M. Hagn, G. Abstreiter, G. Béhm, y
G. Weimann, “Quantum dots formed by interface fluctuations in
AlAs/GaAs coupled quantum well structures”, Phys. Rev. Lett. 72,
3382 (1994).

J.M. Luttinger, “Quantum theory of cyclotron resonance in semicon-
ductors: General theory”, Phys. Rev. 102, 1030 (1956).

O. Voskoboynikov, Y. Li, H.M. Lu, C.F. Shih, y C.P. Lee, “Energy
states and magnetization in nanoscale quantum rings”, Phys. Rev. B
66, 155306 (2002).

M. Pacheco, y Z. Barticevic, “Spectra of acceptors in quantum dots:
the effect of a magnetic field”, J. Phys.: Cond. Matter 11, 1079 (1999).

D. Bimberg, M. Grundmann, y N.N. Ledentsov, Quantum Dot Het-
erostructures, (John Wiley & Sons, Guilford, 1999).

G.L. Bir, y G.E. Pikus, Symmetry and strain-induced effects in semi-
conductors, (John Wiley & Sons, Jerusalem, 1974).

R.L. Burden, J. Douglas Faires, Andlisis numérico, (Iberoamericana
cop., México D.F., 1996).

http://www3.uji.es/ planelle/APUNTS/QQ/BCs_H_i_caixa.pdf

P. Harrison, Quantum Wells, Wires and Dots, (John Wiley & Sons,
Guilford, 2000).

W.E. Arnoldi, “The principle of minimized iterations in the solution
of the matrix eigenvalue problem”, Quart. J. Applied Mathematics
9, 17 (1951); Y. Saad, Numerical Methods for large Scale Eigenvalue



BIBLIOGRAFIA 153

[101]

[102]

103]

[104]

[105]

[106]

Problems (Halsted Press, New York, 1992); R.B. Morgan, “On restart-
ing the Arnoldi method for large nonsymmetric eigenvalue problems”,
Math. Comp. 65, 1213 (1996).

R.B. Lehoucq, D.C. Sorensen, P.A. Vu, y C. Yang, ARPACK: Fortran
subroutines for solving large scale eigenvalue problems, Release 2.1;
R.B. Lehoucq, D.C. Sorensen, y C. Yang, ARPACK User’s Guide:

Solution of Large-Scale Eigenvalue Problems with Implicit Restarted
Arnoldi Methods (STAM, Philadelphia, 1998).

M. Fricke, A. Lorke, J.P. Kotthaus, G. Medeiros-Ribeiro, y P.M.
Petroff, “Shell structure and electron-electron interaction in self-
assembled InAs quantum dots”, Europhys. Lett. 36, 197 (1996).

B.T. Miller, W. Hansen, S. Manus, R.J. Luyken, A. Lorke, J.P. Kot-
thaus, y S. Huant, “Few-electron ground states of charge-tunable self-
assembled quantum dots”, Phys. Rev. B 56, 6764 (1997).

M. Bayer, O. Stern, P. Hawrylak, S. Fafard, y A. Forchel, “Hidden
symmetries in the energy levels of excitonic ‘artificial atoms’, Nature
(London) 405, 923 (2000).

R.J. Warburton, C. Schaflein, D. Haft, F. Bickel, A. Lorke, K. Karrai,
J.M. Garcia, W. Schoenfeld, y P.M. Petroff, “Optical emission from a
charge-tunable quantum ring”, Nature (London) 405, 926 (2000).

A. Lorke, y R.J. Luyken, “Many-particle ground states and excitations
in nanometer-size quantum structures”, Physica B (Amsterdam) 256-
258, 424 (1998).

L.P. Kouwenhoven, T.H. Oosterkamp, M.W.S. Danoesastro, M. Eto,
D.G. Austing, T. Honda, y S. Tarucha, “Excitation spectra of circular,
few-electron quantum dots”, Science 278, 1788 (1997).

U. Meirav, y E.B. Foxman, “Single-electron phenomena in semicon-
ductors”, Semicond. Sci. Technol. 11 255 (1996).

B.Szafran, S.Bednarek, y J.Adamowski, “Magnetic-field-induced
transformations of Wigner molecule symmetry in quantum dots”,
Phys. Rev. B 67 045311 (2003).

M. Wagner, U. Merkt, y A.V. Chaplik, “Spin-singlet-spin-triplet oscil-
lations in quantum dots”, Phys. Rev. B 45, 1951 (1992).



154

[107]

108

[109]

[110]

[111]

[112]

[113]

[114]

[115]

[116]

[117]

[118]

[119]

BIBLIOGRAFIA

A. W¢js, v P. Hawrylak, “Charging and infrared spectroscopy of self-
assembled quantum dots in a magnetic field”, Phys. Rev. B 53, 10841
(1996).

O. Olendski, C.S. Kim, O.H. Chung, y C.S. Lee, “Persistent current
of a two-electron quantum disk”, Phys. Rev. B 55, 9834 (1997).

J.L. Zhu, 7.Q. Li, J.Z. Yu, K. Ohno, y Y. Kawazoe, “Size and shape
effects of quantum dots on two-electron spectra”’, Phys. Rev. B 55,
15819 (1997).

J.L. Zhu, Z. Zhu, Y. Kawazoe, y T. Yao, “Interactions and oscillations
in quantum dots”, J. Phys.: Condens. Matter 11, 229 (1999).

M. Dineykhan, y R.G. Nazmitdinov, “Ground state spin oscillations of
a two-electron quantum dot in a magnetic field”, J. Phys.: Condens.
Matter 11, L83 (1999).

J.T. Lin, y T.F. Jiang, “T'wo interacting electrons in a vertical quan-
tum dot with magnetic fields”, Phys. Rev. B 64, 195323 (2001).

B. Szafran, J. Adamowski, y S. Bednarek, “Electron-electron correla-
tion in quantum dots”, Physica E (Amsterdam) 5, 185 (2000).

M. El-Said, “The spectral properties of two-electron quantum dot”,
Physica E (Amsterdam) 14, 323 (2002).

W. Xie, “Two interacting electrons in a Gaussian confining potential
quantum dot”, Solid State Commun. 127, 401 (2003).

N.F. Johnson, “Quantum dots: few-body, low-dimensional systems”,
J. Phys.: Condens. Matter 7, 965 (1995).

V. Gudmundsson, y R.R. Gerhardts, “Self-consistent model of mag-
netoplasmons in quantum dots with nearly parabolic confinement po-
tentials”, Phys. Rev. B 43, 12098 (1991).

D. Pfannkuche, y R.R. Gerhardts, “Quantum-dot helium: Effects of
deviations from a parabolic confinement potential”, Phys. Rev. B 44,
13132 (1991).

D. Pfannkuche, V. Gudmundsson, y P.A. Maksym, “Comparison of
a Hartree, a Hartree-Fock, and an exact treatment of quantum-dot
helium”, Phys. Rev. B 47, 2244 (1993).



BIBLIOGRAFIA 155

[120]

[121]

[122]

[123]

[124]

[125]

[126]

[127]

[128]

[129]

[130]

[131]

[132]

J.L. Movilla, y J. Planelles, “Off-centering of hydrogenic impurities in
quantum dots”, aceptado por Phys. Rev. B (Diciembre 2004).

W.H. Press, S.A. Teukolsky, W.T. Vetterling, y B.P. Flannery, Nu-
merical Recipes in Fortran 77, (Cambridge University Press, 1992).

http://www.netlib.org/lapack /double/dsyevx.f

C.B. Murray, C.R. Kagan, y M.G. Bawendi, “Synthesis and charac-
terization of monodisperse nanocrystals and close-packed nanocrystal
assemblies”, Annual Review of Materials Science 30, 545 (2000).

A.P. Alivisatos, “Semiconductor clusters, nanocrystals, and quantum
dots”, Science 271, 933 (1996).

J. Lumin 70, 1 (Ntumero especial sobre espectroscopia de nanocristales
semiconductores aislados y organizados).

D. Norris, y M.G. Bawendi, “Measurament and assignment of the size-
dependent optical spectrum in CdSe quantum dots”, Phys. Rev. B 53,
16338 (1996).

U. Banin, C.J. Lee, A.A. Guzelian, A.V. Kadavanich, A.P. Alivisatos,
W. Jaskolski, G.W. Bryant, Al.L. Efros, y M. Rosen, “Size-dependent
electronic level structure of InAs nanocrystal quantum dots: Test of
multiband effective mass theory”, J. Chem. Phys. 109, 2306 (1998).

J.W. Haus, H.S. Zhou, I. Honma, y H. Komiyama, “Quantum con-
finement in semiconductor heterostructure nanometer-size particles”,
Phys. Rev. B 47, 1359 (1993).

K. Chang, y J.B. Xia, “Spatially separated excitons in quantum-dot
quantum well structures”, Phys. Rev. B 57, 9780 (1998).

M. Bylicki, y W. Jaskélski, “Binding of resonant states in a magnetic
field”, Phys. Rev. B 60, 15924.

S.J. Prado, C. Trallero-Giner, A.M. Alcalde, V. Lépez-Richard, y G.E.
Marques, “Magneto-optical properties of nanocrystals: Zeeman split-
ting”, Phys. Rev. B 67, 165306 (2003).

J. Planelles, W. Jaskolski, y J.I. Aliaga, “Energy structure of quantum
rings in a magnetic field”, Phys. Rev. B 65, 033306 (2001).



156

133

[134]

[135]

[136]

[137]

138

[139]

[140]

[141]

[142]

[143]

[144]

BIBLIOGRAFIA

A. Baldereschi, y N.O. Lipari, “Spherical model of shallow acceptor
states in semiconductors”, Phys. Rev. B 8, 2697 (1973).

R. Rosas, R. Riera, J.L. Marin, y H. Le6n, “Energy spectrum of a
confined two-dimensional particle in an external magnetic field”, Am.
J. Phys. 68, 835 (2000).

O. Madelung (editor), Numerical Data and Functional Relationships
in Science and Technology, Landolt-Bornstein, New Series, Group 111,
Vol. 17 (Springer-Verlag, Berlin, 1982).

J.B. Xia, “Electronic structures of zero-dimensional quantum wells”,
Phys. Rev. B 40, 8500 (1989).

W. Jaskolski y G.W. Bryant, en Optical Properties of Semiconductor
Nanostructures, editado por M.L. Sadowski, M. Potemski, y M. Gryn-
berg, NATO Science Series 3, Vol. 81 (Kluwer Academic Publishers,
Dordrecht, 2000).

I.N. Stranski, L. von Krastanow, y K. Sitzungsber, Akad. Wiss. Wien,
Math.-Naturwiss. Klasse 146, 797 (1937).

P.M. Pettroff, y S.P. DenBaars, “MBE and MOCVD growth and prop-
erties of self-assembling quantum dot arrays in III-V semiconductor
structures”, Superlatt. Microstruct. 15, 15 (1994).

P. Ballet, J.B. Smaters, H. Yang, C.L. Workman, y G.J. Salamo, “Con-
trol of size and density of InAs/(Al, Ga)As self-organized islands”, J.
Appl. Phys. 90, 481 (2001).

P.B. Joyce, T.J. Krzyzewski, G.R. Bell, B.A. Joyce, y T.S. Jones,
“Composition of InAs quantum dots on GaAs(001): Direct evidence
for (In,Ga)As alloying”, Phys. Rev. B 58, R15981 (1998).

P. Ballet, J.B. Smathers, y G.J. Salamo, “Morphology of InAs self-
organized islands on AlAs surfaces”, Appl. Phys. Lett. 75, 337 (1999).

J.M. Garcia, T. Mankand, T. Holtz, P.J. Wellmann, y P.M. Petroff,
“Electronic states tuning of InAs self-assembled quantum dots”, Appl.
Phys. Lett. 72 (1998) 3172.

M. Meixner, Simulation of self-organized growth kinetics of quantum
dots, Memoria de Tesis Doctoral, (Technischen Universitidt Berlin,
Berlin, 2002).



BIBLIOGRAFIA 157

[145]

[146]

[147]

[148]

[149]

[150]

[151]

[152]

[153]

[154]

[155]

J.M. Moison, F. Houzay, F. Barthe, L. Leprince, E. André, y O. Vatel,
“Self-organized growth of regular nanometer-scale InAs dots on GaAs”,
Appl. Phys. Lett. 64, 196 (1994).

Y. Masumoto, y T. Takagahara, Semiconductor Quantum Dots
(Springer, Berlin, 2002).

Y. Arakawa, y H. Sakaki, “Multidimensional quantum well laser and
temperature dependence of its threshold current”, Appl. Phys. Lett.
40, 939 (1982).

V. Rhyzii, I. Khmyrova, V. Mitin, M. Stroscio, y M. Willander, “On
the detectivity of quantum-dot infrared photodetectors”, Appl. Phys.
Lett. 78, 3523 (2001).

J. Phillips, “Evaluation of the fundamental properties of quantum dot
infrared detectors”, J. Appl. Phys. 91, 4590 (2002).

H.C. Liu, J.-Y. Duboz, R. Dudek, Z.R. Wasilewski, S. Fafard, y P.
Finnie, “Quantum dot infrared photodetectors”, Physica E (Amster-
dam) 17, 631 (2003).

M. Grundmann, N.N. Ledentsov, O. Stier, D. Bimberg, V.M. Usti-
nov, P.S. Kop’ev, y Z.I. Alferov, “Excited states in self-organized

InAs/GaAs quantum dots: Theory and experiment”, Appl. Phys. Lett.
68, 979 (1996).

G. Wang, S. Fafard, D. Leonard, J.E. Bowers, J.L. Merz, y P.M.
Petroff, “Time-resolved optical characterization of InGaAs/GaAs
quantum dots”, Appl. Phys. Lett. 64, 2815 (1994).

Y.S. Kim, U.H. Lee, D. Lee, S.J. Rhee, Y.A. Leem, H.S. Ko, D.H. Kim,
y J.C. Woo, “Energy-level engineering of self-assembled quantum dots
by using AlGaAs alloy cladding layers”, J. Appl. Phys. 87, 241 (2000).

M.-Y. Kong, X.-L.. Wang, D. Pan, Y.-P. Zeng, J. Wang, y W. Ge, “A
comparison of photoluminescence properties of InGaAs/GaAs quan-
tum dots with a single quantum well”, J. Appl. Phys. 86, 1456 (1999).

C. Lobo, R. Leon, S. Fafard, y P.G. Piva, “Intermixing induced changes
in the radiative emission from III-V quantum dots”, Appl. Phys. Lett.
72, 2850 (1998).



158

[156]

157]

[158]

[159]

[160]

[161]

[162]

[163]

[164]

[165]

[166]

BIBLIOGRAFIA

H.C. Liu, M. Gao, J. McCalffrey, Z.R. Wasilewski, y S. Fafard, “Quan-
tum dot infrared photodetectors”, Appl. Phys. Lett. 78, 79 (2001).

J. Phillips, K. Kamath, X. Zhou, N. Chervela, y P. Bhattacharya,
“Photoluminescence and far-infrared absorption in Si-doped self-
organized InAs quantum dots”, Appl. Phys. Lett. 71, 2079 (1997).

R. Leon, S. Fafard, D. Leonard, J.L. Merz, y P.M. Petroff, “Visible
luminescence from semiconductor quantum dots in large ensembles”,
Appl. Phys. Lett. 67, 521 (1995).

A. Polimeni, A. Patane, M. Henini, L. Eaves, y P.C. Main, “Tem-
perature dependence of the optical properties of InAs/Al,Ga;_,As
self-organized quantum dots”, Phys. Rev. B 59, 5064 (1999).

7. Ma, K. Pierz, U.F. Keyser, y R.J. Haug, “Photoluminescence of self-
assembled InAs/AlAs quantum dots as a function of density”, Physica
E (Amsterdam) 17, 117 (2003).

U.H. Lee, D. Lee, H.G. Lee, S.K. Noh, J.Y. Leem, y H.J. Lee, “Visible
photoluminescence from self-assembled InAs quantum dots embedded
in AlAs cladding layers”, Appl. Phys. Lett. 74, 1597 (1999).

J.S. Kim, P.W. Yu, J.-Y. Leem, M. Jeon, S.K. Noh, J.I. Lee, G.H.
Kim, S.-K. Kang, J.S. Kim, y S.G. Kim, “Effects of high potential
barrier on InAs quantum dots and wetting layer”, J. Appl. Phys. 91,
5055 (2002).

F. Ferdos, S. Wang, Y. Wei, M. Sadeghi, Q. Zhao, y A. Larsson,
“Influence of initial GaAs and AlAs cap layers on InAs quantum dots
grown by molecular beam epitaxy”, J. Crys. Growth 251, 145 (2003).

M. Arzberger, U. Késberg, G. Bohm, y G. Abstreiter, “Influence of a
thin AlAs cap layer on optical properties of self-assembled InAs/GaAs
quantum dots”, Appl. Phys. Lett. 75, 3968 (2002).

L. Rebohle, F.F. Schrey, S. Hofer, G. Strasser, y K. Unterrainer, “En-
ergy level engineering in InAs quantum dot nanostructures”, Appl.
Phys. Lett. 81, 2079 (2002).

K.W. Berryman, S.A. Lyon, y M. Segev, “Mid-infrared photoconduc-
tivity in InAs quantum dots”, Appl. Phys. Lett. 70, 1861 (1997).



BIBLIOGRAFIA 159

[167]

[168]

[169)]

[170]

[171]

[172]

[173]

[174]

[175]

[176]

[177]

K.W. Berryman, S.A. Lyon, y M. Segev, “Electronic structure and
optical behavior of self-assembled InAs quantum dots”, J. Vac. Sci.
Technol. B 15, 1045 (1997).

S.Y. Wang, S.D. Lin, HW. Wu, y C.P. Lee, “Low dark current
quantum-dot infrared photodetectors with an AlGaAs current block-
ing layer”, Appl. Phys. Lett. 78, 1023 (2001).

A.D. Stiff, S. Krishna, P. Bhattacharya, y S.W. Kennerly,
“’Normal-incidence, high-temperature, mid-infrared, InAs-GaAs verti-

cal quantum-dot infrared photodetector”, IEEE J. Quantum Electron.
37, 1412 (2001).

I. Vurgaftman, J.R. Meyer, y L.R. Ram-Mohan, “Band parameters for
ITI-V compound semiconductors and their alloys”, J. Appl. Phys. 89,
5815 (2001).

S.S. Li, J.B. Xia, Z.L. Yuan, Z.Y. Xu, W. Ge, X.R. Wang, Y. Wang, J.
Wang, y L.L. Chang, “Effective-mass theory for InAs/GaAs strained
coupled quantum dots”, Phys. Rev. B 54, 11575 (1996).

B. Kochman, A.D. Stiff-Roberts, S. Chakrabarti, J.D. Phillips, S. Kr-
ishna, J. Singh, y P. Bhattacharya, “Absorption, carrier lifetime, and
gain in InAs-GaAs quantum-dot infrared photodetectors”, TEEE J.
Quantum Electron. 39, 459 (2003).

Y.Q. Wei, S.M. Wang, F. Ferdos, J. Vukusic, Q.X. Zhao, M. Sadeghi,
y A. Larsson, “Aluminium incorporation for growth optimization of
1.3p emission InAs/GaAs quantum dots by molecular beam epitaxy”,
J. Cryst. Growth 251, 172 (2003).

O. Baklenov, D.L. Huffaker, A. Anselm, D.G. Deppe, y B.G. Street-
man, “Influence of Al content on formation of InAlGaAs quantum dots
grown by molecular beam epitaxy”, J. Appl. Phys. 82, 6362 (1997).

M. Biittiker, Y. Imry, y R. Landauer, “Josephson behavior in small
normal one-dimensional rings”, Phys. Lett. 96 A, 365 (1983).

A.G. Aronov, y Yu. V. Sharvin, “Magnetic flux effects in disordered
conductors”, Rev. Mod. Phys. 59, 755 (1987).

L. Wendler, y V.M. Fomin, “Persistent currents in finite-width meso-
scopic rings - the rolo of the interchannel coupling and of the electron-
electron interaction”, Phys. Status Solidi (b) 191, 409 (1995).



160

178

[179]

[180]

[181]

[182]

[183]

[184]

[185]

[186]

[187]

[188]

[189]

BIBLIOGRAFIA

A. Fuhrer, S. Luescher, T. Thn, T. Heinzel, K. Ensslin, W. Wegscheider,
y M. Bichler, “Energy spectra of quantum rings”, Nature (London)
413, 822 (2001).

S. Viefers, P. Koskinen, P. Singha Deo, M. Maninen, “Quantum rings
for begginers: energy spectra and persistent currents”, Physica E (Am-
sterdam) 21, 1 (2004).

Y. Aharonov, y D. Bohm, “Significance of electromagnetic potentials
in the quantum theory”, Phys. Rev. 115, 485 (1959).

S. Olariu, y II. Popescu, “The quantum effects of electromagnetic flux-
es”, Rev. Mod. Phys. 57, 339 (1985).

V. Chandrasekhar, R.A. Webb, M.J. Brady, M.B. Ketchen, W.J. Gal-
lagher, y A. Kleinsasser, “Magnetic response of a single, isolated gold
loop”, Phys. Rev. Lett. 67, 3578 (1991).

M. Bayer, M. Korkusinski, P. Hawrylak, T. Gutbrod, M. Michel, y A.
Forchel, “Optical detection of the Aharonov-Bohm effect on a charged
particle in a nanoscale quantum ring”, Phys. Rev. Lett. 90, 186801
(2003).

M.S. Skolnick, y D.J. Mowbray, “Recent developments in the physics
and applications of self-assembled quantum dots”, Physica E (Amster-
dam) 21, 155 (2004).

A. Lorke, R. Blossey, J.M. Garcia, M. Bichler, y G. Abstreiter, “Mor-
phological transformation of InGaAs islands, fabricated by Stranski-
Krastanov growth”, Mater. Sci. Eng., B 88, 225 (2002).

R. Blossey, y A. Lorke, “Wetting droplet instability and quantum ring
formation”, Phys. Rev. E 65, 021603 (2002).

J.A. Barker, R.J. Warburton, y E.P. O’Reilly, “Electron and hole wave
functions in self-assembled quantum rings”, Phys. Rev. B 69, 035327
(2004).

A. Emperador, M. Pi, M. Barranco, y A. Lorke, “Far-infrared spec-
troscopy of nanoscopic InAs rings”, Phys. Rev. B 62, 4573 (2000).

J.M. Garcia, D. Granados, J.P. Silveira, y F. Briones, “In segre-
gation effects during quantum dot and quantum ring formation on
GaAs(001)”, Microelectronics J. 35, 7 (2004).



BIBLIOGRAFIA 161

[190]

[191]

[192]

193]

[194]

[195]

196]

197]

[198]

[199]

200]

H. Hu, J.L. Zhu, y J.J. Xiong, “Energy levels and far-infrared spec-
troscopy for two electrons in a nanoscopic semiconductor ring”, Phys.
Rev. B 62, 16777 (2000).

J. Even, y S. Loualiche, “Exact analytical solutions describing quan-
tum dot, ring and wire wavefunctions”, J.Phys. A: Math. Gen. 37,
1289 (2004).

W.-C. Tan, y J.C. Inkson, “Magnetization, persistent currents, and
their relation in quantum rings and dots”, Phys. Rev. B 60, 5626
(1999).

0. Voskoboynikov, y C.P. Lee, “Magnetization and magnetic suscep-
tibility of InAs nano-rings”, Physica E (Amsterdam) 20, 278 (2004).

7. Barticevic, M. Pacheco, y A. Laté, “Quantum rings under magnet-
ic fields: Electronic and optical properties”, Phys. Rev. B 62, 6963
(2000).

M. Tadié¢, F.M. Peeters, K.L. Janssens, M. Korkusinski, y P. Hawrylak,
“Strain and band edges in single and coupled cylindrical InAs/GaAs
and InP /InGaP self-assembled quantum dots”, J. Appl. Phys. 92, 5819
(2002).

P.D. Wang, N.N. Ledentsov, C.M. Sotomayor Torres, P.S. Kop’ev, y
V.M. Ustinov, “Optical characterization of submonolayer InAs struc-

tures grown in a GaAs matrix on (100) and high-index surfaces”, Ap-
pl.Phys.Lett. 64, 1526 (1994).

V. Fock, “Bemerkung zur Quantelung des harmonischen Oszillators im
Magnetfeld”, Z. Phys. 47, 446 (1928).

C.G. Darwin, “The diamagnetism of the free electron”, Proc. Cam-
bridge Philos. Soc. 27, 86 (1930).

L.A. Lavenere-Wanderley, A. Bruno-Alfonso, y A. Latge, “Electron-
ic states in quantum rings: electric field and eccentricity effects”, J.
Phys.: Condens. Matter 14, 259 (2002).

J.M. Llorens, C. Trallero-Giner, A. Garcia-Cristobal, y A. Cantarero,
“Electronic structure of a quantum ring in a lateral electric field”, Phys.
Rev. B 64, 035309 (2001).



162

[201]

[202]

[203]

[204]

[205]

206]

207]

208]

209]

210]

[211]

[212]

BIBLIOGRAFIA

A. Puente, y LI. Serra,“Ground state and far-infrared absorption of
two-electron rings in a magnetic field”, Phys. Rev. B 63, 125334 (2001).

K. Niemela, P. Pietildinen, P. Hyvonen, y T. Chakraborty, “Fractional
oscillations of electronic states in a quantum ring”, Europhys. Lett.
36, 533 (1996).

V. Halonen, P. Pietildinen, y T. Chakraborty, “Optical-absorption
spectra of quantum dots and rings with a repulsive scattering centre”,
Europhys. Lett. 33, 377 (1996).

M. Manninen, M. Koskinen, S.M. Reimann, y B. Mottelson, “Magnetic
properties of quantum dots and rings”, Eur. Phys. J. D. 16, 381 (2001).

L. Wendler, V.M. Fomin, A.V. Chaplik, y A.O. Govorov, “Optical
properties of two interacting electrons in quantum rings: Optical ab-
sorption and ineleastic light scattering”, Phys. Rev. B 54, 4794 (1996).

H. Pan, y J.L. Zhu, “Impurity effects on energy levels and far-infrared
spectra of nanorings”, J.Phys.: Condens. Matter, 15 7287 (2003).

J.B. Xia, y S.S. Li, “Electronic structure and transport properties of
quantum rings in a magnetic field”, Phys. Rev. B 66, 035311 (2002).

V. Gudmundsson, S.I. Erlingsson, y A. Manolescu, “Magnetization
in short-period mesoscopic electron systems”, Phys. Rev. B 61, 4835
(2000).

T.H. Oosterkamp, S.F. Godijn, M.J. Uilenreef, Y.V. Nazarov, N.C.
van der Vaart, y L.P. Kouwenhoven, “Changes in the magnetization
of a double quantum dot”, Phys. Rev. Lett. 80, 4951 (1998).

M.P. Schwarz, D. Grundler, M. Wilde, Ch. Heyn, y D. Heitmann,
“Magnetization of semiconductor quantum dots”, J. Appl. Phys. 91,
6875 (2002).

P.A. Maksym, y T. Chakraborty, “Effect of electron-electron interac-
tions on the magnetization of quantum dots”, Phys. Rev. B 45, 1947
(1992).

P.S. Drouvelis, P. Schmelcher, y F.K. Diakonos, “Probing the shape of
quantum dots with magnetic fields”, Phys. Rev. B 69, 155312 (2004).



BIBLIOGRAFIA 163

[213]

[214]

[215]

[216]

217)

[218]

[219]

[220]

221]

222]

[223]

[224]

[225]

P.S. Drouvelis, P. Schmelcher, y F.K. Diakonos, “Effects of anisotropy
and magnetic fields on two-electron parabolic quantum dots”, J. Phys.:
Condens. Matter 16, 3633 (2004).

W. Sheng, y H. Xu, “Quantum dots with interacting electrons: Energy
spectra and magnetization”, Physica B, 256-258, 152 (1998).

R.A. Romer, y M.E. Raikh, “Aharonov-Bohm effect for an exciton”,
Phys. Rev. B 62, 7045 (2000).

M. Korkusinski, P. Hawrylak, y M. Bayer, “Negatively charged exciton
in a quantum ring”, Phys. Status Solidi B 234, 273 (2002).

H. Hu, D.J. Li, J.L. Zhu, y J.J. Xiong, “Size effects on excitons in
nano-rings”, J. Phys.: Condens. Matter 12, 9145 (2000).

A.O. Govorov, A.V. Kalameitsev, R.J. Warburton, K. Karrai, y S.E.
Ulloa, “Excitons in quantum-ring structures in a magnetic field: op-
tical properties and persistent currents”, Physica E (Amsterdam) 13,
297 (2002).

S.E. Ulloa, A.O. Govorov, A.V. Kalameitsev, R.J. Warburton, y K.
Karrai, “Magnetoexcitons in quantum ring structures: a novel mag-
netic interference effect”, Physica E (Amsterdam) 12, 790 (2002).

A.O. Govorov, S.E. Ulloa, K. Karrai, y R.J. Warburton, “Polarized
excitons in nanorings and the optical Aharonov-Bohm effect”, Phys.
Rev. B 66, 081309(R) (2002).

I. Galbraith, F.J. Braid, y R.J. Warburton, “Magneto-excitons in semi-
conductor quantum rings”, Phys. Status Solidi A 190, 781 (2002).

J. Song, y S.E. Ulloa, “Magnetic field effects on quantum ring exci-
tons”, Phys. Rev. B 63, 125302 (2001).

B. Szafran, J. Adamowski, y S. Bednarek, “Effect of the repulsive
core on the exciton spectrum in a quantum ring”, J. Phys.: Condens.
Matter 14, 73 (2002).

H. Hu, J.L. Zhu, D.J. Li, y J.J. Xiong, “Aharonov-Bohm effect of
excitons in nanorings”, Phys. Rev. B 63, 195307 (2001).

L.G.G.V. Dias da Silva, S.E. Ulloa, vy A.O. Govorv, “Impurity-
enhanced Aharonov-Bohm effect in neutral quantum ring magnetoex-
citons”, cond-mat/0403071.



164

[226]

[227]

[228]

[229]

230]

[231]

[232]

[233]

[234]

[235]

[236]

BIBLIOGRAFIA

S.S. Li, y J.B. Xia, “Valence band structures of the InAs/GaAs quan-
tum ring”, J. Appl. Phys. 91, 3227 (2002).

B. Szafran, S. Bednarek, y J. Adamowski, “Parity symmetry and en-
ergy spectrum of excitons in coupled self-assembled quantum dots”,
Phys. Rev. B 64, 125301 (2001).

W. Que, “Excitons in quantum dots with parabolic potential”, Phys.
Rev. B 45, 11036 (1992).

R.J. Warburton, C.S. Diirr, K. Karrai, J.P. Kotthaus, G. Medeiros-
Ribeiro, y P.M. Pettroff, “Charged excitons in self-assembled semicon-
ductor quantum dots”, Phys. Rev. Lett. 79, 5282 (1997).

R.J. Warburton, B.T. Miller, C.S. Diirr, C. Bodefeld, K. Karrai, J.P.
Kotthaus, G. Medeiros-Ribeiro, P.M. Petroff, y S. Huant, “Coulomb
interactions in small charge-tunable quantum dots: a simple model”,
Phys. Rev. B 58, 16221 (1998).

A.V. Chaplik, “Magnetoexcitons in quantum rings and in antidots”,
Pis'ma Zh. Eksp. Teor. Fiz. 62, 885 (1995) [JETP Lett. 62, 900
(1995)].

E. Ribeiro, G. Medeiros-Ribeiro, W. Carvalho Jr., y A.O. Govorov,
“Aharonov-Bohm signature for neutral excitons in type-II quantum
dot ensembles”, cond-mat/0304092.

S.A. Wolf, D.D. Awschalom, R.A. Buhrman, J.M. Daughton, S. von
Molnéar, M.L. Roukes, A.Y. Chtchelkanova, D.M. Treger, “Spintron-
ics: a spin-based electronics vision for the future”, Science 294, 1488
(2001).

P. Kacman, “Spin interactions in diluted magnetic semiconductors and
magnetic semiconductor structures”, Semicond. Sci. Technol. 16, R25
(2001).

D.D. Awschalom, J. Warnock, y S. von Molndar, “Low-temperature
magnetic spectroscopy of a dilute magnetic semiconductor”, Phys.
Rev. Lett. 58, 812 (1987).

P.A. Wolff, en Semiconductor and Semimetals, Diluted Magnetic Semi-
conductors, editado por J.K. Furdyna y J. Kossut (Academic, New
York, 1988), Vol. 25, p.413.



BIBLIOGRAFIA 165

237]

238

239

[240]

[241]

[242]

[243]

[244]

[245]

[246]

H. Krenn, K. Kaltenegger, T. Dietl, J. Spalek, y G. Bauer, “Photoin-
duced magnetization in dilute magnetic (semimagnetic) semiconduc-

tors”, Phys. Rev. B 39, 10918 (1989).

V.V. Rossin, F. Henneberger, y J. Puls, “Magnetic-field-induced for-
mation of exciton magnetic polarons in ZnSe/Zn;_,Mn,Se quantum-
well structures”, Phys. Rev. B 53, 16444 (1996).

H. Ohno, F. Matsukura, y Y. Ohno, “Spin-dependent properties of fer-
romagnetic/nonmagnetic GaAs heterostructures”, Materials Sci. and
Engineering B84, 70 (2001).

ALL. Efros, y M. Rosen, “The electronic structure of semiconductor
nanocrystals”, Annual Review of Materials Science 30, 475 (2000).

T. Lundstrom, W. Schoenfeld, H. Lee, y P.M. Petroff, “Exciton Storage
in Semiconductor Self-Assembled Quantum Dots”, Science 286, 2312
(1999).

D.M. Hoffman, B.K. Meyer, A.I. Ekimov, I.A. Merkulov, Al.L. Efros,
M. Rosen, G. Couino, T. Gacoin, y J.P. Boilot, “Giant internal mag-
netic fields in Mn doped nanocrystal quantum dots”, Solid State Com-
mun. 114, 547 (2000).

Y. Wang, N. Herron, K. Moller, y T. Bein, “Three-dimensionally con-
fined diluted magnetic semiconductor clusters: Zn;_,Mn,S”, Solid
State Commun. 77, 33 (1991).

R.N. Bhargava, D. Gallagher, X. Hong, y A. Nurmikko, “Optical prop-
erties of manganese-doped nanocrystals of ZnS”, Phys. Rev. Lett. 72,
416 (1994).

A.A. Maksimov, G. Bacher, A. McDonald, V.D. Kulakovskii, A.
Forchel, C.R. Becker, G. Landwehr, y L.W. Molenkamp, “Magnetic
polarons in a single diluted magnetic semiconductor quantum dot”,
Phys. Rev. B 62, R7767 (2000).

G. Bacher, H. Schomig, M.K. Welsch, S. Zatisev, V.D. Kulakovskii,
A. Forchel, S. Lee, M. Dobrowolska, J.K. Furdyna, B. Konig, y W.

Ossau, “Optical spectroscopy on individual CdSe/ZnMnSe quantum
dots”, Appl. Phys. Lett. 79, 524 (2001).



166

[247]

[248]

[249]

[250]

[251]

[252]

253

[254]

[255]

[256]

[257]

BIBLIOGRAFIA

S. Lee, D.Y. Shin, H.S. Lee, J.Y. Lee, L.V. Titora, M. Kutrowski, J.K.
Furdyna, y M. Dobrowolska, “Structural and magneto-optical studies

on multiple quantum dots containing magnetic semiconductors”, Phys.
Stat. Sol. (c) 0, 1283 (2003).

Y.K. Zhou, H. Asahi, J. Asakura, S. Okumura, K. Asami, y S. Gonda,
“Magnetic and optical properties of Mn-including InAs dots grown by
metalorganic molecular beam epitaxy”, J. Crystal Growth 221, 605

(2000).

C.A. Stowell, R.J. Wiacek, A.E. Saunders, y B.A. Korgel, “Synthesis
and Characterization of Dilute Magnetic Semiconductor Manganese-
Doped Indium Arsenide Nanocrystals”, NanoLetters 3, 1441 (2003).

L. Besombes, Y. Léger, L. Maingault, D. Ferrand, H. Mariette, y J.
Cibert, “Probing the spin state of a single magnetic ion in an individual
quantum dot”, Phys. Rev. Lett. 93, 207403 (2004).

A K. Bhattacharjee, y C. Benoit & la Guillaume, “Exciton magnetic
polaron in semimagnetic semiconductor nanocrystals”, Phys. Rev. B
55, 10613 (1997).

A K. Bhattacharjee, y C. Benoit a la Guillaume, “Model for the Mn
acceptor in GaAs”, Solid State Commun. 113, 17 (2000).

K. Chang, J.B. Xia, y F.M. Peeters, “Magnetic field tuning of the
effective g factor in a diluted magnetic semiconductor quantum dot”,
Appl. Phys. Lett. 82, 2661 (2003).

A.O. Govorov, “Optical probing of the spin state of a single magnetic
impurity in a self-assembled quantum dot”, Phys. Rev. B 70, 035321
(2004).

K. Chang, S.S. Li, J.B. Xia, y F.M. Peeters, “Electron and hole in dilut-
ed magnetic semiconductor quantum dots”, Phys. Rev. B 69, 235203
(2004).

J. Fernandez-Rossier, y L. Brey, “Ferromagnetism mediated by few
electrons in a semimagnetic quantum dot”, Phys. Rev. Lett. 93, 117201
(2004).

J. Schneider, U. Kaufman, W. Wilkening, M. Bauer, y F. Kohl, “Elec-
tronic structure of the neutral manganese acceptor in gallium ar-
senide”, Phys. Rev. Lett. 59, 240 (1987).



BIBLIOGRAFIA 167

[258]

259

[260]

261]

M. Linnarsson, E. Janzén, B. Monemar, M. Klevermann, y A.
Thilderkvist, “Electronic structure of the GaAs:Mncy, center”, Phys.
Rev. B 55, 6938 (1997).

V.F. Sapega, M. Moreno, M. Ramsteiner, L. Daweritz, y K. Ploog,
“Electronic structure of Mn ions in (Ga,Mn)As diluted magnetic semi-
conductor”, Phys. Rev. B 66, 075217 (2002).

V.F. Sapega, T. Ruf, y M. Cardona, “Spin-flip Raman scattering in
Mn-doped GaAs: exchange interaction and g factor renormalization”,
Solid State Commun. 114, 573 (2000).

A .M. Yakunin, A. Yu. Silov, P.M. Koenraad, W. Van Roy, J. De Boeck,
y J.H. Wolter, “Imaging of the (Mn?*3d® + hole) complex in GaAs
by cross-sectional scanning tunneling microscopy”, in Proceedings of

the 11th International Conference on Modulated Semiconductor Struc-
tures, (Nara, 2003), p.357.



168 BIBLIOGRAFIA



Articulos

169



PHYSICAL REVIEW B, VOLUME 65, 245302

Semiconductor nanocrystals in a magnetic field
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The influence of a magnetic field on the electron and hole energy spectra of spherical uniform and multilayer
semiconductor nanocrystals is investigated. The calculations are performed withinptimeethod and enve-
lope function approximation. The valence subband mixing is taken into account by considering a two-band
Hamiltonian for the hole states. It is shown that the magnetic-field dependence of the energy spectrum varies
strongly with the size and composition of the nanocrystals. Several interesting phenomena, like spatial polar
separation of the one-electron charge density in quantum dot—quantum well structures or crossover from
confinement in the external shell to the internal core in quantum dot—quantum barrier systems under the
influence of a magnetic field are reported.

DOI: 10.1103/PhysRevB.65.245302 PACS nuniger73.21.La

I. INTRODUCTION hole states the valence subband mixing is taken into acco
by considering a two-band Hamiltonidh*® In multilayer
Semiconductor nanocrystals synthesized in colloidal solustructures, like quantum dot—quantum wells or quantt
tions are the smallest quantum dots with the strongest threglot—quantum barriers, the charge density of some elect
dimensional confinemedt® Their sizes can vary from 1 to and hole states can be localized inside thin spheri
10 nm, they have frequently spherical shapes and can Hayers'® We show that application of a magnetic field ca
fabricated as multishell structures, i.e., built of concentriclead in such structures to effects not observed for homot
layers (shelly of different semiconductors with the shell N€OUs spherical or two-dimensional quantum dots.
thickness down to a single monolayer. The size of the nanoc-
rystals and the composition of layers can be easily manipu-
lated in the process of fabrication, which makes it possible to II. THEORY AND COMPUTATIONAL DETAILS
tailor to a large extent their discrete energy spetfrahis . . .
makes them attractive for applications in novel optoelec- 1he one-band effective-mass equation for an electron i
tronic devices. spherical quantum dot potenti®l(p,z) and magnetic field
The influence of a magnetic field on the energy structuré3=(0,0B) is (in cylindrical coordinates,z)
of quantum dots has been studied so far almost exclusively

for quasi-two-dimensional semiconductor islands, disks, and 1 B2 BM
rings®~*In the majority of works only electron states have WA*WPZ* o T VelP D) =Enu | Pau=0,
been investigated and the calculations performed within the )

one-band effective-mass approximation with parabolic con-
fining potentials. In such cases the resulting energy spectra .
are of the well-known Fock-Darwin type. However, when WhereM=0,+1,%2,..- is the quantum number of the pro-
the effective-mass approach and the envelope function agection of ih,e angular momentun onto the magnetic-field
proximation are used, the confining potentials are far from{B) @xis,m* is the effective mass, anis the main quantum
being parabolic. They have a well defined steplike charactgfUMmber. For comparison with the spherically symmetr
at interfaces separating two different media: the rectangulaftates of the8=0 case, we will label the consecutive state
steps are determined by the corresponding band offsets. Veby nLy, wheren labels the consecutive states of a give
recently, steplike potentials have been used to investigate argpherical symmetry case Bt=0.
successfully explaif the energy spectra of InAs rings  For the proper description of the valence-band states,
grown on GaAs substraté:®Such potentials have been also valence-subband mixing has to be taken into account by ci
used in the study of resonance states of multilayer sphericaidering at least the four-barkd p Hamiltonian, that couples
nanocrystals, where an interesting phenomenon, the transfdhe heavy hole and light hole subbartdsThe four-band
mation of resonant states into bound states under the inflidamiltonian represented in the conventional Luttinger-Kot
ence of a magnetic field, has been repoffet. basis depends on two Luttinger parametgrand y,, which
In this paper we study the influence of a magnetic field ondetermine the heavy-hole and light-hole effective mass
both the electron and hole energy levels of uniform and mulim,,=1/(y—2y,) and m;=1/(y+2y,). When zero-
tishell spherical nanocrystals. The one-band effective-masdimensional nanostructures are considered, in which 1
approach is used in the calculations of electron states. For trectrons and holes can be totally confined in three dime

0163-1829/2002/624)/2453027)/$20.00 65 245302-1 ©2002 The American Physical Societ
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sions, the envelope function approximation is applied and the
elements of the Hamiltonian become the operators acting on
the component$; of the envelope function.

For spherical nanostructures, such as the ones investigated
in this paper, the Hamiltonian is usually written in spherical
coordinates and results in two coupled differential equations -
in the radial variablé® When the external magnetic field is 1D=2 =27
applied the spherical symmetry is broken and the Hamil- )
tonian commutes only with the operatey of the projection
of the total angular momentuf=L +J onto the field axis
(J is the Bloch angular momentund€3/2) andL is the
envelope angular momentymn such a case cylindrical co-
ordinates p,z,¢) are more convenierf. When the Hamil-
tonian is written down in cylindrical coordinates and integra-
tion over the¢ angle is performed, it results in four coupled i)
differential equations for the envelope function components
) i (p.2) 2

The diagonal elements of the Hamiltonian include dlgo

S
S
Y
|
/

+ 1P+l " A
/_/

ENERGY (eV)
LR
S

R

the potential energy/,,(p,2), that_depends on _t_he ac_tual ge- 08 1
ometry and structure of the studied system, éindhe inter- .

action with an external uniform magnetic fieB= (0,0B) e ——
(linear Zeeman and quadratic tepmis is worthwhile to note 0 40 80 120
that the cylindrical representation is also useful in the study B(T)

of nonspherical nanocrystalshemispherical, lens-shape,
quantum rings$*!? two or more aligned and interacting  FIG. 1. Electron energy levelaL M, for a uniform InAs nano-
nanocrystaf&) or when additionally an external electric field crystal of diameted=6 nm vs magnetic field.

is applied.

In looking for the bound states of the investigated systemsrystals. We have performed the calculations for two nan
all the envelope function components are required to vanisbrystals of very different size, namely 6 and 23 nm in dian
for large p and z. For multishell structuresy,, andV, are  eter, both surrounded by a 4-eV rectangular barrier modeli
formed by the valence-band and conduction-band offsets, rehe vacuum, water solution, or polymer medium. The ele:
spectively. Since the electron and hole effective masses ateon energy levels of the smaller nanocrystal versus magne
different in different layers, appropriate matching conditions
should in general be applied at the corresponding interfaces.
In this paper, for simplicity, uniform electron effective
masses and Luttinger parameters are considered for all the
investigated systems.

The electron[Eq. (1)] and holé* equations have been
solved numerically using the finite-difference method on the
two-dimensional grid §,z) in cylindrical coordinates. The
discretization of the differential equations yields eigenvalue
problems of asymmetric huge and sparse matrices that have
been solved by employing the iterative Arnoldi
factorizationg? implemented in the\RPACK packagé’®

ENERGY (eV)

IIl. RESULTS AND DISCUSSION
A. Uniform nanocrystals

1. Electron states

Chemically synthesized InAs nanocrystals are known of
having almost spherical shape¥. Their typical sizes are 0 50 100 150
2-10 nm(in diamete). The particularly small electron effec- B(T)
tive mass of InAsm* =0.024, opens a possibility to study
the magnetic-field effects iartificial atoms that cannot be FIG. 2. Several lowest electron energy levels for a uniform InA
investigated in real atoms for the fields attainable in the labonanocrystal of diametat=23 nm vs magnetic field. Degenerate
ratory. In this section we study the influence of a magnetidevels forB=0 T are markedM=0 solid lines,M=+1 dotted
field on the electron energy structure of uniform InAs nano-lines, M= +2 short dashed linedd = + 3 dashed lines.
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field are presented in Fig. 1. Figure 2 shows the lower part of T
the energy spectrum of the wider quantum dot. The zero of r o
energy scale is at the top of the external barrier. 1PGR) _-— -

For small nanocrystals the field dependence of the energy 1S 3/2) -03 P 1
levels is, like in atoms, almost exclusively linear even for >
fields as strong as 100 T. In quantum dots of diameter i /"
~10 nm the quadratic dependence of the energy levels on 1P (5/2) 05 P =
the field starts to be seen at fields70 T. In large nanoc- S ) G2 S z 3
rystals, i.e., fod>20 nm, the quadratic dependence is seen < 28 (3/2) s Tl
already for laboratory field¢Fig. 2). The beginning of the @ s .
formation of the first few Landau levels for fields greater 2 33(37//22)_07 ~
than 100 T is also seen. For a very strong magnetic field the = 1F ((7/2)) & ~333
energy levels contributing to each Landau level form the L \::\ 3
spectrum of a one-dimensional rectangular potential Virll S,
the z direction of sized and depth 4 eV. —09|—Fz=05 R,

It is the ratio betweem, and r ., Wherep,=[(2|M| | —Fz=15 “\\
+1)(f/eB)]*?is the radius of the maximum charge density --F=25 0 N
in the lowest Landau level, angl,,y is the maximum of the 20 60 100
radial charge density in a given quantum dot state that de- B(T)

cides whether only the linear Zeeman term or also the qua-
dratic term in the Hamiltoniar(1) are significant. ForB
=100 T, po=2.4 nm. In nanocrystals of diameted  diameterd=6 nm vs magnetic field. Degenerai®(F) levels at
=6 nm, rnhae=1.5 nm and compressionof the radial B=0 T are marked.

charge density in the plane perpendicular to the field axis
does not occurd,>rpay). In this case only the linear term ¢ _
is significant. However, in large dots, e.g., fd=23 nm, z

FIG. 3. Hole energy levels for a uniform InAs nanocrystal of

3 the radiusp, of the maximum charge density in the
A corresponding Landau level is, f8=100 T, greater than 3
Imax~10 nml and is mgch Iargfsr thapq even for B nm, the field dependence of the hole energy levels is fo
=10 T. In this case the field confinement in they) plane g nanocrystals again exclusively linear. One can see th
is, forB>10 T, stronger than the quantum dot conﬂnementthe behavior of different pairs F, of states of a givefF,]|

and the quadratic_term becomes important. . is different versus increasing magnetic field. For example, &
The states, which foB=0 have at least one radial node g_gg T the energy difference\ (152, +1,153,— 1) is
3,+2,183,

and thus significant charge density in the outer part of th 5 1141ps _ 1y. ;
nanocrystal, are more affected by the field than the nodeles reater thanA (1P, +2,1P3,~7); the energy difference
states. This causes several anticrossings of the energy levels
of a given symmetryM that can be observed for a larger
nanocrystal aB>70 T.

2. Hole states

In this section we study the influence of a magnetic field
on the valence-band energy structure of uniform InAs nanoc-
rystals. Luttinger parameters;; =19.7 andy=8.4, corre-

= 25032) _q1

sponding to heavy hole and light hole effective massgs
=0.345,m;,=0.027, are usetf When there is no magnetic
field, the calculations are usually performed in spherical co-

2P(3/2)
1D(7/2)

Energy (eV)

- 1F(7/2)
ordinates and the valence-band states are abelle@hy

where Q denotes the spectroscopic notation for the lowest
value ofL in the wave functiot® When the magnetic field is
on and the calculations are performed in cylindrical coordi-
nates, the states are labeledrhy. To identify these states by
their spherical notation @=0 we have performed, foB
=0, two sets of calculations in both coordinates. This allows
us to label the states in cylindrical coordinatesng: ,F,,
wheren is the main gquantum number corresponding to a
given spherical symmetr@ . FIG. 4. Hole energy levels for a uniform InAs nanocrystal

The valence-band energy levels for a InAs nanocrystal obf diameterd=16 nm vs magnetic field=,= =3 solid lines,F,
diameterd=6 nm are shown in Fig. 3. The height of the =+ 3 dotted linesF,= + 3 dashed lines. Degenerai@(F) levels
external barrier is, like for electrons, 4 eV. Since even foratB=0 T are marked.

B (M
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a E

FIG. 5. The investigated multishell nanocrystals and the corre-
sponding schematic layouts of conduction-band and valence-band

edges.(@) quantum dot—quantum wel(b) quantum dot—quantum
barrier.

3

A(lS3 +2,ls3 —3) is smaller thanA(1P§, +3 APS,
—f) Another example: the energy dlfferenak(zsf,
+3,253,~ ) is the same ad (2S2,+3,2S2,~ 3). This'is

because different pairs F, of states correspond to two va-

lence subbands of dlﬁerent effective masses resulting from 2

mixed light and heavy hole subbands.
Figure 4 shows the energy levels versus magnetic field
a larger InAs nanocrystal of diametdr=16 nm. For the

AT
26}
16
S 2P B A L L
2 1F
o
o
g 28 R A
G 1P 54
1p 7
1S 38 TR
30 70 110 150
B(T)

FIG. 6. Several lowest electron energy levels of a IfTAsm)/
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ENERGY (eV)

60 100
B(T)

FIG. 7. The same as in Fig. 3, but for In&snm)/GaAg1 nm)/
InAs(3.5 nm).

20 140

states ofF ,= + } the quadratic term in the Hamiltonian now
becomes significant even at laboratory fields, while Fgr
3 the linear term is still dominant, even at fields as stror
s 50 T. The states of a givén,, that for B=0 have a

Oﬁdlﬁerent number of nodes since they belong to differe

spherical symmetries, evolve in a different way versus i
creasing magnetic field. This causes several anticrossi
well seen in Fig. 4. However, no anticrossingsFof states

belonging to the same spherical symmeQy are seen, as is
observed for semiconductor quantum rings.

B. Quantum dot—quantum barrier

Let us consider a three-layer nanocrystal built of an inte
nal InAs core of radius 7 nm, middle GaAs shell of thicknes
1 nm, and external InAs clad. Since the forbidden energy g
of GaAs is wider than the gap of InAs, the middle shell ac
for the conduction-band electrons as a 1-eV barrier sepa
ing two spherical InAs well&® The surrounding medium is
modeled by a 4-eV external potential barrier. The system &
the corresponding band structure are shown schematically
Fig. 5(b).

The electron energy levelsersus magnetic fie)dof two
nanostructures with an external InAs clad of thickness2
nm and(b) 3.5 nm are shown in Figs. 6 and 7. Only th:
states, which foB=0 have energies below the GaAs barrie
are shown(except for the G states of the smaller nanocrys
tal that have also been included in Fig. Since the total
diameters of these nanocrystals are 20 and 23 nm, resy

GaAg1 nm)/InAs(2 nm) quantum dot—quantum barrier vs magnetic tively, the energy spectrum is similar to the spectrum of ti

field. DegenerataL levels forB=0 T are markedM=0 solid
lines, M=*1 dotted linesM=*2 short dashed linedy==3
dashed lines.

uniform quantum dot studied in the previous section.
For B=0 a rearrangement of some energy level® (1
2S) and (IF, 2P) with the increasing thickness of the ex

245302-4
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FIG. 8. InA47 nm)/GaAg1l nm)/InAs(2 nm) quantum dot—
quantum barrier. Charge-density contours of electron stafgs 2 p
(top) and 1D, (bottom for B=0 T (left) andB=40 T (right). z 0 7 13.5
andp in nm.
ternal shell, reported previously for CdS/ZnS/CdS
nanocrystal$,is also observed here. Since the radial part of 8 =
the 2S (2P) state has a node, this state is favorable for Vo .
building_ a significant charge density in the external clad in 0 ,(, (/(F\:\\\\\ W
comparison to the nodelesD{1F) state. It causes faster z \ )/)///'))/))
decrease of the energy of th&S@2P) state when the clad /4
thickness increases. -8 =
On the other hand, sinceD} and 1F states contribute to P
the lowest Landau level when the field is on, whil§,2and 0 7 135

2P, states contribute to second Landau level, more anti-

crossing points are observed for the wider-clad nanocrystal

(Fig. 7). This is also illustrated in Figs. 8 and 9, where the
contours of the charge densities of th§y2and 1D states

FIG. 10. Charge-density contours of1 state of the larger
quantum dot—quantum barrier system in a magnetic s, B
=50, andB=100 T (from top to bottom. z and p in nm. 1-nm
wide GaAs barrier begins at=7 nm.

E‘:\\v .
8 D$>>/ for B=0 andB=40 T are shown for the cases with a thin
l:zfé/?/}/’\ ner and thicker clad, respectively.
zo0 @‘ Some of the excited states can have,Bor 0, the maxi-
ﬁ\w\i mum of charge density localized in the external InAs cla
8 ':_i%),)/// The 1F, state(of the thicker nanocrystais one of the ex-
amples, in which the charge-density maximum is localiz¢
0 7 135 0 7 135 onaring pey.z~0), Wherep,,, is the radius of the external
clad. A strong enough magnetic field can push the electr
L charge density from the external clad to the internal col
8 :\\\ This is shown in Fig. 10. For nanocrystals with a larger co
;§§\ AN this can happen even for laboratory fields. This crossoy
zZ0 @») ) \) from confinement in the external shell to confinement in tt
%// internal core can be used to modify the transition rates in t
LI magneto-optical absorption spectra or binding strength
e p quantum dot molecules and quantum dot soffds.
0 7 135 0 7 135
FIG. 9. The same as in Fig. 5, but for 3.5-nm external InAs clad. C. Quantum dot-quantum well
B=0 T (left) before %5, and 1D, levels anticrossingB=40 T Let us consider now a three-layer nanocrystal built of

(right) after anticrossing.

internal barrier acting GaAs core, a middle well acting InA
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oy FIG. 12. Quantum dot—quantum well. Charge-density contot
10 50 90 130 of electron state B, (top) and 1S, (bottom for B=0 T (left) and
B (T) B=100 T (right). zandp in nm.

energy levels contributing to the lowest Landau level grot
into a single level bound below the GaAs barrier. To expla
these effects the contours of charge densities for the pair
states (By, 1Py) atB=0 andB=100 T are plotted in Fig.
12.

The 1P, state has, foB=0, a symmetry similar to @,
shell, and an external barrier acting GaAs clad. The radius cdtomic orbital. The increasing magnetic field triestpieeze
the core is 8 nm, the thickness of the InAs and GaAs shells ithe charge into the small Landau orbit, but since it bounc
2 nm, and the height of the surrounding barrier is 4&Um  the wide internal GaAs barrier, the charge concentrates
the bottom of the InAs well The system is schematically nally in two spots, at which theaxis crosses the well acting
shown in Fig. %a). The electron energy levels versus mag-inAs sphere. The same happens to tig dtate with the only
netic field are shown in Fig. 11. difference that the wave function of theS{ state has the

Although the energy spectrum looks, at first sight, similarsame sign in all the space, while th®g state has a nodal
to the ones of the uniform and quantum dot—quantum barrieplane atz=0.
structures, it differs in the change of the ground state sym- |n a very strong magnetic field the Landau states &
metry with the increase of the magnetic field. Thus Br  squeezedso much that only confinement in tredirection
<20 T the ground state isSh, for 20<B<40 T itis a survives from the initial three-dimension@D) confinement
1P_, state, for 46<B<60 T itis 1D_,, next IF 3, etc. in the quantum dot. The resulting confining potential b
This behavior is similar to the one observed in two-comes almost one-dimensional with two narr@nm wide
dimensional quantum rind$:™ In both cases, the wave wells (1 eV deep separated by a wide 16-nm barrier an
function of the first state of each symmeffy (or M) has (1S, 1P) states being thevenandoddsolutions of such a
most of the electron charge density localized in the @il  double 1D well. Since the 1D well is very narrow, only
ring). Therefore all such states have similar expectatiorsingle bound state exists below the GaAs barrier edge
value of(p?) and thus similar quadratic behavior in a mag- Fig. 11). This transformation of one-electron states from ur
netic field. Since aB=0 the corresponding energy levels are form charge distribution to a distribution of one-electro
close, the linear term in the Hamiltonian causes the progreszharge on two spatially separated regions may appear in
sive change of the ground state versus increasing magnetigting for quantum computing applications.
field.
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Abstract

The influence of a magnetic field on the hole energy spectra of uniform
and multilayer semiconductor nanocrystals is studied. The calculations are
performed within the k - p method and envelope function approximation.
The valence subband mixing is taken into account by considering a four-band
Hamiltonian. It is found that the influence of a magnetic field depends strongly
on the nanocrystal size and composition. Several phenomena, reported recently
for electrons in multishell nanocrystals in a magnetic field, like crossover from
confinement in the external shell to the internal core in quantum dot quantum
barrier structures or spatial polar separation of the charge density in quantum
dot quantum well systems, are also observed for holes. The calculated optical
electron—hole transitions in small uniform spherical nanocrystals reveal that the
81, selection rule, forbidding at B = 0 electron—hole transitions between states
of different orbital angular momentum, is also approximately fulfilled, even at
strong magnetic fields.

1. Introduction

Zero-dimensional semiconductor nanostructures have been intensively studied for the last two
decades [1]. Different techniques for the fabrication of quantum dots allow for far-reaching
manipulation of their sizes, shapes and compositions. To a large extent this permits the tailoring
of their discrete energy levels and consequently their electronic and optical properties.

Of special interest is the investigation of magnetic field effects in such systems. This is
because the weaker quantum confinement and lighter electron effective mass than in atomic
physics makes it possible to observe effects that, for natural atoms, would require magnetic
fields many orders of magnitude stronger than those accessible in the laboratory [1-5].

The ease of fabrication of quasi-two-dimensional quantum dots (by techniques of deep
etching or electrostatic confinement applied to thin quantum wells or doped interfaces) and its
close relation to the quantum Hall effect has resulted in magnetic field studies being almost
exclusively limited to such systems [1]. Two-dimensional systems offer additional facilities
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when the magnetic field is perpendicular to the structure and confinement is modelled by a
parabolic potential. It has to be noticed that, since transport and capacitance spectroscopy
experiments have been most widely used in the experimental study of the energy structure of
single- and many-electron 2D quantum dots, the electron states have mostly been modelled
theoretically.

Very little has been done so far in the study of the influence of a magnetic field on three-
dimensional quantum dots. Some of them, like semiconductor nanocrystals grown in colloidal
solutions by methods of wet chemistry, are particularly interesting. They can be synthesized as
multishell nanocrystals, i.e. built of concentric layers (shells) of different semiconductors with
the shell thickness down to a single monolayer [6—9]. In such structures, electrons and holes
can be localized within very thin spherical-like wells, which greatly enhances the possibilities
of tailoring their optical spectra. Recently, an interesting phenomenon of the transformation
of electron resonant states of multilayer nanocrystals into bound states under the influence of
a magnetic field has been reported [2, 3]. An exhaustive study of the magnetic field effects on
the electron states of such nanocrystals has also been carried out very recently [10].

In this paper we study the influence of a magnetic field on the hole energy levels of uniform
and multishell nanocrystals. To account for the valence subband mixing all the calculations are
performed using the four-band k - p Hamiltonian. For very high magnetic fields the eight-band
model should probably be more suitable. However, since the split-off band is separated from
the heavy and light hole band by about 400 me'V, it is reasonable to analyse the topmost valence
discrete energy levels in the presence of a magnetic field by employing the four-band model
as we do in the present paper.

Since the hole states are determined by the coupling of the p-type Bloch factors with
envelope functions (defined by the nanocrystal shape and external field), the hole energy
spectrum is usually denser than the electron one, with the states of high total angular momentum
being energetically close to the ground state. We show that, unlike the electron case, the
symmetry of the hole ground state of large nanocrystals changes rapidly with increasing
magnetic field. We demonstrate that several interesting phenomena, like crossover from
confinement in the external shell to the internal core in quantum dot quantum barrier systems
or spatial polar separation of the single-particle charge density in quantum dot quantum well
(QDQW) structures, found previously for electron states occur also for hole states.

For uniform quantum dots we also present preliminary results of calculations of the
electron—hole transition rates. In multishell structures the field dependence of the electron [10]
and hole energy levels and thus of optical transitions is less trivial and requires a separate
investigation that is beyond the scope of this paper.

2. Theory and computational details

Let us consider the four-band k - p Hamiltonian that couples the heavy hole and light hole
subbands [11]. This Hamiltonian, represented in the conventional Luttinger—Kohn basis
|J, J.) [12], s

[3/2,3/2)| [3/2,1/2)| 13/2,-1/2)| |3/2,—3/2)
13/2,3/2) |—=(P+ Q) | —iL —M 0
13/2,1/2) iL* —(P—0) 0 —-M D)
13/2,—1/2) | —M* 0 —(P—-0) il
[3/2,—-3/2) | © —M* —iL* —(P+0)

When zero-dimensional nanostructures are considered, in which the holes can be totally
confined in three dimensions, the envelope function approximation is applied and the elements
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of the Hamiltonian become the operators acting on the components, f;, of the envelope function
of W = > u; f;. In the spherical approximation these operators are (in atomic units)

% % .
P =27 0 =72l —2p), L =—iv3yp.p_,

V3y . 2
M= —=p, p+ = pxip,, Pl =pi+p;, 2
p>=pi+rl Po = —iVa,

where y, y; are Luttinger parameters [12], « = x, y or z, and u; are the Bloch functions.

When there is no magnetic field, this Hamiltonian is usually written in spherical
coordinates and results in two coupled differential equations in the radial variable [12]. In
such a case the valence band states are labelled by n Q r, where Q denotes the spectroscopic
notation for the lowest value of the envelope angular quantum number L in the wavefunction
W F is the quantum number of the total angular momentum F' = L + J, where J is the Bloch
angular momentum, J = 3/2, and n labels consecutive states of a given Q and F'.

When the external magnetic field is applied the spherical symmetry is broken and the
Hamiltonian (derived in cylindrical coordinates) commutes only with the operator F. of the
projection of F' onto the field axis. The states are labelled by F.. To identify these states by
their spherical notation at B = 0 we have performed, for B = 0, two sets of calculations in
both coordinates. This allows us to label the states, in cylindrical coordinates, as nQr, F;.

For B # 0 the axial approximation could be used to derive the Hamiltonian in cylindrical
coordinates. However, for a more adequate comparison with the results obtained for B = 0,
the so-called spherical approximation with only two Luttinger parameters is employed in all
the cases.

Transforming the Hamiltonian to cylindrical coordinates (p, z, ¢) and integrating over
the ¢ angle yields four coupled differential equations (see table 1) for the envelope function
components (i) fj,, (p, z) [13]. The diagonal elements of the equations in table 1 include the
potential energy V (p, z), that depends on the actual geometry, composition and structure of
the studied system, and the interaction with an external uniform magnetic field* B = (0, 0, B).

In looking for the bound states of the investigated systems all the envelope function
components are required to vanish for large o and z. For multishell structures, V is formed
by the valence band off-sets. Since the hole effective masses and thus y, y; parameters are
different in different layers, appropriate matching conditions should in general be applied at
the corresponding interfaces. In this paper, for simplicity, uniform Luttinger parameters are
considered for all the investigated systems.

The equations presented in table 1 have been solved numerically using the finite-difference
method on a two-dimensional grid (p, z) in cylindrical coordinates. The discretization of the
differential equations yields eigenvalue problems of asymmetric huge and sparse matrices
that have been solved by the iterative Arnoldi solver [14] implemented in the ARPACK
package [15].

Optical transition rates between the conduction and valence-band states are calculated
excluding exciton effects. Including Coulomb interaction yields just a parallel rearrangement
of the spectrum (see, e.g., [16]), after a far more complex calculation. In cylindrical coordinates
the electron W§ and hole \IJE wavefunctions can be written as

W = f2(p. e S, o), 3)

a 2 2

3 Magnetic field enters the diagonal terms of the multiband Hamiltonian as — % — l‘; mp* , where m™ is the heavy-hole

or light-hole effective mass and F is the quantum number of F,. One could consider a magnetic field present also

in off-diagonal elements due to the term A - p, where A = (—y/2, x/2, 0) B is the vector potential. The preliminary
analysis shows, however, that the results will not differ significantly.
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Table 1. Two-band k - p Hamiltonian in cylindrical coordinates.

+y) [ 92 19 92 F;—05 3 _ y [ a2 2F, 3
2 I:(’)p2+pﬁp ‘/3y[apaz+ p 0z V3% a2 T o ap 0
(F;—1.5)2 r1—2y) 92 Fo(F;—1)—0.75
- e ]+y12yaz2 + C o ]
BXp? | F.B
—(V1—2V)[ d o+ 3]
+Vi(p,2)
92 F.—05 9 n-»m[a .19 _ y [ 92 L 204D @
‘/3}/ [?Mfiz P Bz] 2 [apz + p op 0 V3 2 | 9p2 + p dp
(F;—0.5)2 (r1+2y) 82 F, (F;+1)—0.75
-, ]+ 2 g2 +EE
B2p? | F.B
7(y1+27/)[ T+ ]
+V(p,2)
y[o* _ 20— o n=n [ 19 92, F.415 )
- \/32 [apz - i) ap 0 2 I:;)pl + p p —«/3)/ I:Hpaz' + p 0z
i FZ”Z‘“‘“”] _ (Fz+0.5)2] L 12 32
p? P2 2 9z
B2p? | F.B
—(V1+2)/)[ &+ ’2]
+Vi(p,2)
_ y[ o _2F b _ 92 _ F;+05 3 +y) [ 82 19
0 V33 [sz o op V3y [éwz P i!z] 2 [apz * oo
Fz(F;+1)—0.75 _(F41.5)? 1—2y) 92
* n? ] P2 ]+ 2 a2
B2p? | F.B
f(y172y)[ g+ ]
+Vi(p,2)
F.+3/2
h __ h iM¢p
Wy = E Fup, 2™ 913/2, (F; — M)), )
M=F,—3/2

where |S, o) and |3/2, (F, — M)) are the electron and hole Bloch functions, respectively,
o = *£1/2,and (m + o) = F,. The optical transition matrix element

2
(W IpIWE)I? = ‘ > ffnif;;p dpdz 8um (S, o|pI3/2, (F. — M)
M

= S2,(S, alpl3/2, (F. — m))*8,um )

is a product of the electron-hole overlap S2, and the angular part. The §,,) symbol has been
kept in equation (5) to make sure that the transition is forbidden when m is different from any
M in the sum. The angular factor is calculated in terms of the square of the Kane parameter
P? = |(S|p,|X)|?, after explicitly writing the Bloch factors in terms of the eight band-edge
basis functions {|S, 1/2), |S, —1/2), |X, 1/2), ..., |Z, —1/2)} [17].
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Figure 1. Hole energy levels, n Q r, for a uniform InAs nanocrystal of diameter d = 6 nm versus
magnetic field. Only components |F.| = 0.5 (full line), |F.| = 1.5 (dotted line) and |F;| = 2.5
(broken line) are shown.

3. Results

3.1. Uniform nanocrystal

Although the main aim of this paper is the study of the influence of a magnetic field on the
energy structure of multishell nanocrystals, for the sake of comparison we also include some
results for uniform nanocrystals [10]. We consider InAs nanocrystals. They can be grown by
methods of wet chemistry as clusters of almost spherical shapes and sizes of 2—10 nm [18].
In our formulation they are modelled by a finite spherical rectangular potential well (4 eV).
Luttinger parameters, y; = 19.7 and y = 8.4, corresponding to heavy hole and light hole
effective masses my;, = 0.345 and m;;, = 0.027, are used [19].

We investigate the influence of a magnetic field on the hole energy spectra of two different
InAs nanocrystals of radii 3 and 8 nm. The results are shown in figures 1 and 3(c), respectively.
In the absence of a magnetic field the energies of the ground and first excited states are very
close: for the smaller nanocrystal the ground state is 1P3,;, while for the large one it is
1S3,>. The field dependence of the hole energy levels for the smaller nanocrystal (figure 1) is
almost linear in the whole range of the magnetic field investigated. The quadratic term in the
Hamiltonian (table 1) becomes significant for the larger nanocrystal (see figure 3(c)).

Since the linear term is proportional to F;, the higher F, the lower the relative weight
of the quadratic term to the linear one. Thus, for the states of F. = :I:% the quadratic term
becomes significant even at laboratory fields, while for the states of | F.| = %, the linear term
is still dominant even at fields as strong as 50 T. It is the ratio t = p,/rnax between the radius
of the maximum charge density in the lowest Landau orbit, pg, and the radius of the maximum
charge density in a given state, 7,4, that decides whether only the linear Zeeman term or also
the quadratic term in the Hamiltonian (table 1) is observed. If # > 1 then only the linear term
is significant.

For the hole states the Landau levels, and thus the corresponding Landau orbits, are not
well defined, since the heavy-hole and light-hole subbands are mixed even at strong magnetic

fields. One can, however, estimate py as [(2|F;| + 1)%]1/2 [2]. Since for the states with
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Figure 2. Electron-hole, m — F_, optical transition rates for a uniform InAs nanocrystal of
diameter d = 6 nm. m = 0: F, =1.5(a), F;, =05 (), F, = —-05 (), F, =—-15);m = 1:
F,=25(), F, =15), F;, =05 (g), F; = —0.5(h);m = —1: F, = 0.5 (1), F;, = —0.5(j),
F. = —1.5 (k), F; = —2.5 (1). For the overlapping spots the order corresponds to the transition

strengths. The spot size is proportional to the calculated transition moment.

|F.| =1/2, po > 3nm (even at B = 100 T), only the linear term is significant for these states
in the case of the smaller nanocrystal. All the same, po = 7 nm at B = 25 T and this explains
why the quadratic term becomes significant for the larger quantum dot.

Several anticrossings that are seen in figure 3(c) come from a different evolution (in the
magnetic field) of the states of a given F;, having for B = 0 a different number of nodes. A
closer inspection of figures 1 and 3(c) shows that the splitting of the energy levels belonging to
a given pair £ F; can be very different for the pairs of states of the same | F>|. It can also happen
that the splitting of pairs belonging to different F. is very similar. E(2S3,2, +1) —E(2S3/2, —1
and E(2S;5, +%) —EQ2S;3)2, — %) is one of the examples. This behaviour is a consequence of
a strong heavy-hole and light-hole subband mixing.

The optical transition rates for transitions between the lowest conduction band and the
highest valence band states for the case of the smaller nanocrystal are shown in figure 2. At
B = 0, the §,,) selection rule (see equation (5)) must be supplemented by §;, [20], where
[, L are the orbital angular momentum quantum numbers of the electron wavefunctions and
hole wavefunction components, respectively. In the presence of a magnetic field, the spherical
symmetry is broken: / and L are no longer good quantum numbers. However, the calculated
matrix elements of transitions that are forbidden at B = 0 (like 1s—1P3,2, 1s—1P5,5, Ip—1S3/5,
etc) are very small even at magnetic fields as strong as 50 T. These transitions are not shown
in figure 2. When the magnetic field is about 60 T some of the strong transitions become
negligible. It happens, for example, to the component m = 0 to F, = 1.5 of the transition
Is — 1S3,5 (see ‘a’ at the top left part of figure 2). Simultaneously the same component of
the transition 1s — 1P3,2, negligible below B = 60 T, becomes very strong. This is due to
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Figure 3. Hole energy levels versus magnetic field of (A) a spherical multilayer
InAs(7 nm)/InP(1 nm)/InAs(3.5 nm) QDQB, (B) the same as A but with a 2 nm external InAs
cladding and (C) a uniform InAs nanocrystal of diameter d = 16 nm.

the anticrossing of the hole states 1P3,,(F, = 1.5) and 1S3,>(F; = 1.5) that happens about
this field (see figure 1), where the states exchange their wavefunctions.

3.2. Quantum dot quantum barrier (QDQB)

In this section we consider three-layer nanocrystals built of an internal InAs core of radius
7 nm, a middle InP shell of thickness 1 nm and an external InAs cladding. Two different
nanocrystals having an external InAs cladding of thickness 2 and 3.5 nm have been studied.
Since the forbidden energy gap of InAs is narrower than the gap of InP, the middle shell acts
as a 0.42 eV barrier separating two spherical InAs wells [18]. The surrounding medium is
modelled by a 4 eV external potential barrier. Since we are mainly interested in the states
having energies below the InP barrier and thus small charge density in the barrier region, the
Luttinger parameters of InAs are used in the whole nanocrystal.

The energy levels closest to the top of the InAs valence band edge (F, =
+0.5, 1.5, £2.5) of the two studied nanocrystals versus magnetic field are presented in
figure 3. The energy levels of the homogeneous InAs QD of radius 8 nm are shown for
comparison. For B = 0, a rearrangement of some energy levels with increasing thickness of
the external cladding, reported previously for electrons [10], is also observed here. The states
having radial nodes are favourable for building a significant charge density in the external
cladding in comparison to the nodeless states. This is illustrated in figure 4, where the contours
of the charge densities (in the absence of magnetic field) of the 2S3,>, 2P3/> and 3S3,, states
corresponding to the nanocrystal with thicker external cladding are shown. The 2S3,, state
builds a large part of the density in the internal core, while 2P3/, and 3S3/, states have most of
their density localized in the external cladding.

Figure 3 shows that, except for F, = =£0.5, the field dependence of the energy levels
of the studied nanocrystals is nearly linear. In both cases many anticrossings can be seen.
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Figure 4. Charge density contours of 2S3,2, 2P3/> and 3S3,> hole states of a spherical multishell
InAs(7 nm)/InP(1 nm)/InAs(3.5 nm) QDQB.

The magnetic confinement is more pronounced for the F, = =£0.5 states, since the radius of
the maximum charge density in the corresponding lowest Landau level is the smallest. The
magnetic confinement is particularly strong for the nodal states of the nanocrystal having the
thicker external clad, like the 2P3,> and 3S3,; states, that can build most of their charge density
in the external cladding (see figure 4). These states show the most pronounced quadratic field
dependence and are responsible for many anticrossings that happen even at low magnetic field
(figure 5). A crossover from confinement in the external shell to the internal core produced by
the magnetic field, reported previously for electron states [10], is also observed for the hole
states.

Since the field dependence of the energy levels with | F;| > 3/2 is almost linear, it happens
that the excited states with very high negative z components of the angular momentum turn
into the ground state when the magnetic field increases. We have calculated this dependence
for F. up to —41/2. In figure 6 several energy levels with high F. versus magnetic field, for
the nanocrystal with the thicker external cladding, are shown. The F, = —3/2 component of
P32 is the ground state up to the magnetic field of about 13 T. Then, the state of F, = —19/2
becomes the ground state; next F, = —27/2, and later, at about 20 T, F, = —33/2 (which is
already unbound at B = 0 T). For the quantum barrier nanocrystal with the thinner external
cladding and for the homogeneous InAs nanocrystal this behaviour is similar, although it
happens at higher magnetic fields.
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Figure 6. Ground state energy and symmetry changes versus magnetic field for a multishell
InAs(7 nm)/InP(1 nm)/InAs(3.5 nm) QDQB nanocrystal.

3.3. Quantum dot quantum well

Let us consider now a three-layer nanocrystal built of an internal barrier-acting InP core, a
middle well-acting InAs shell and an external barrier-acting InP cladding. The radius of the
core is 8 nm, the thickness of the InAs and InP shells is 2 nm, the conduction band offset is
0.42 eV [18] and the height of the surrounding barrier is assumed as 4 eV (from the bottom of
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Figure 7. Hole energy levels versus magnetic field of a spherical multilayer

InP(8 nm)/InAs(2 nm)/InP(2 nm) QDQW nanocrystal.(A) |F;| = 0.5, (B) |F;| = 1.5 and

(C) |F;| = 2.5 components.
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Figure 8. Charge density contours of the 1S3,> and 2S5, hole states of a QDQW nanocrystal.

the InAs well). Since we are investigating the bound states having charge densities localized
mainly in the middle shell, the valence band Luttinger parameters of InAs are used in the whole
structure (y = 8.4 and y; = 19.7).

In figure 7 the lowest energy levels for F, = £0.5, £1.5 and £2.5 versus the magnetic
field are presented. In contrast to what has been observed for the QDQB systems, the energies
of all the states of the QDQW structure show a quadratic field dependence, even at a relatively
weak magnetic field. This behaviour is similar to that observed in quantum rings [4, 13]. In
both cases the wavefunction of the first state of each symmetry has most of its density localized
in the well or ring (see figure 8). The radius of the maximum of its radial density is, even at low
fields, larger than the radius of the maximum charge density in the lowest Landau level. This
causes a strong enhancement of the quadratic dependence of the energy levels on the magnetic
field.

Comparing the hole energy spectra of the QDQW (figure 7) and QDQB (figure 5) systems,
one can see the absence of the second state of each symmetry in the case of QDQW within the
energy plot range. This effect can be easily explained: in the case of the QDQB, the second
state of each symmetry has a nodal surface in the barrier region. As a consequence its charge
density can localize freely in an internal and/or external InAs well, not leading to any extra
increase of the energy. In the case of the QDQW, the nodal surface is located in a rather thin
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Figure 9. Charge density contours of the 1P3/, hole state and density differences (1P3/2 — 1S3,2)
for a QDQW nanocrystal. Magnetic fields: B = 0, 50 and 100 T (from top to bottom).

InAs well, so that the charge density has to localize outside of the well, leading to an increase
in the energy of this state (down from the InAs valence band edge). The lowest n = 2 state is
2D7, with the energy —0.307 eV.

Another interesting feature of this energy spectrum is that, as for electrons [10], the two
consecutive states of the same F. approach each other as the magnetic field increases. Thus,
at high fields the spectrum consists of a series of two-fold quasi-degenerate energy levels.
In figure 7 one can see how the pairs (1P3,2, 1/2, 1S3,5, 1/2), (1P3,2, —1/2, 1S3/, —1/2),
(1P3,2,3/2, 1S3/2,3/2), (1P3,2, —3/2, 1S3,2, —3/2), (1Ds;2, 5/2, 1Ps/2, 5/2), (1Ds2, —5/2,
1Ps/2, —5/2), (1Ds)2, 3/2, 1P5)2, 3/2), (1Dsy2, —=3/2, 1Ps 2, —3/2), (1Ds2, 1/2, 1P52, 1/2),
(1Ds;2, —1/2, 1Ps;;, —1/2), etc become quasi-degenerate at a high magnetic field. To
understand these effects, the contours of the charge densities for the state 1P3,;, and the
density difference of the 1P3/, and 1S3, states, at B = 0, 50 and 100 T are plotted in figure 9.
When the magnetic field increases, the difference in the charge densities of these two states
drops down to zero. The increasing magnetic field tries to squeeze the charge into the small
Landau orbit, but since it bounces the wide internal InP barrier, the charge concentrates finally
in the two polar regions of the InAs well (see figure 9). In an extremely strong field, in which
the Landau orbit is much smaller than the radius of the internal well, one can consider these
pairs of states as even and odd solutions for a kind of almost 1D double well created by a
cross section of the QDQW potential along the field axis. As an indirect consequence of this
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singular behaviour of the energy levels, the number of anticrossings that occur in QDQW is
much lower than in the QDQB or homogeneous nanocrystals.

Finally we point out that, similar to the QDQBs and homogeneous nanocrystals, the energy
levels with very high | F;| values undergo a strong = F; splitting caused by the linear magnetic
term in the Hamiltonian. This leads to sequential changes of the ground state symmetry as the
magnetic field increases. However, these changes do not occur for consecutive values of F.
(unit by unit), as happens for the electron states in the QDQW [10] or for electron and hole
states in quantum rings [13].

3.4. Concluding remarks

The influence of a magnetic field on the hole energy spectra of uniform and multishell
nanocrystals has been studied. The results of calculations performed for quantum dot quantum
barrier and QDQW structures reveal fundamental differences between barrier-like and well-like
nanocrystals. Several interesting phenomena, like crossover from confinement in the external
shell to the internal core (in QDQB systems) or spatial polar separation of single-particle
charge density (in QDQW structures), are reported. Calculated optical transitions for small
uniform spherical nanocrystals indicate that the selection rule §;,, which forbids electron—hole
transitions between different angular momenta at B = 0, is also even approximately true in
the presence of a strong magnetic field.
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Abstract

Absorption spectra of chemically synthesized uniform and multilayer
semiconductor nanocrystals in a magnetic field are investigated theoretically.
The nanocrystals are modelled by spherical barrier/well potentials. The electron
states are calculated within the effective mass model. A four-band k - p
Hamiltonian, accounting for the valence subband mixing, is used to obtain
the hole states. The magneto-optical transition spectrum depends strongly on
the size and composition of the nanocrystals. In the case of small uniform
quantum dots, only the linear Zeeman splitting of the electron and hole
energy levels is observed even for very strong magnetic fields. In larger
nanocrystals, the quadratic magnetic interaction turns out to be important and
the transition spectrum becomes complicated. The most complicated influence
of the magnetic field is found in quantum dot—quantum well systems in which
the lowest electron and hole states are localized in a thin spherical layer. It is
shown that transitions that are optically active when no magnetic field is applied
remain strong even in very strong fields.

1. Introduction

The investigation of magnetic field effects in semiconductor quantum dots is of universal
interest because the weaker quantum confinement and lighter electron effective mass than in
atomic physics make it possible to observe effects that for natural atoms would require magnetic
fields many orders of magnitude stronger than those accessible in the laboratory [1-6]. Such
investigations are also of practical importance: magnetic fields can be used to tune quantum
dot lasers and other optical nanodevices [7—10]. The application of external magnetic field to
quantum dots, considered as qubits for quantum information processing [11], is thought of as
a way to perform one-gate operations (spin rotations) and also to manipulate the tunnel barrier
between coupled dots to perform multigate operations [12, 13].

0953-8984/03/213593+14$30.00 © 2003 IOP Publishing Ltd  Printed in the UK 3593
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Theoretical studies of magnetic field effects and magneto-optical transitions in quantum
dots have dealt so far almost exclusively with two-dimensional disc-like or ring-like systems.
In the majority of works, parabolic confining potentials and one-band models for both electrons
and holes have been employed [1, 2]. The reason is twofold: both self-organized dots and rings
proposed as quantum dot lasers and electrically gated dots proposed as qubits for quantum
computing have rather planar geometry. On the other hand, two-dimensional models with
parabolic potentials are particularly easy as regards numerical calculations.

Chemically synthesized nanocrystals have several advantages over other kinds of quantum
dot. They are the smallest dots fabricated with the highest uniformity of sizes achieved in a
given sample (only very recently has a size distribution as low as 2% for self-assembled PbSe
quantum dots on PbTe quasisubstrates been reported [14]). They often have spherical shapes
and are most similar to atoms. They can be synthesized as multilayer nanocrystals, i.e. built of
concentric layers (shells) of different semiconducting materials with the shell thicknesses down
to a single monolayer [9, 15, 16]. Electrons and holes can be localized in such structures within
very thin spherical-like wells, which enhances the possibilities of tailoring their optical spectra.
Two-dimensional and three-dimensional arrays of such nanocrystals reveal the highest density
of nanoparticles and the strongest interactions between the neighbouring quantum dots [17, 18].
Such quantum dots are also considered as possible building blocks for future optoelectronic
nanodevices and quantum computers.

In our previous works an extensive study of the magnetic field effects on the electron and
hole energy levels of uniform and multilayer nanocrystals has been performed using a four-band
k - p model that accounts for the valence subband mixing [19, 20]. To our knowledge, so far no
detailed studies of e—h magneto-optical transition rates using this model have been made. In
this paper we use the above-mentioned model to calculate e—h transitions for homogeneous and
multilayer quantum dot—quantum barrier (QDQB) and quantum dot—quantum well (QDQW)
nanocrystals, for a wide range of applied magnetic field.

2. Theory

In our model the conduction band states (electrons) are described by means of the one-
band effective mass equation. For spherical nanostructures the electron wavefunction can
be explicitly written as W, = fnl’” (r)|l, m)|So), where f,f’" (r) is the radial and |/, m) the
angular part of the envelope function and |So) = |S)|o) is the Bloch function, with 0 = «
or . When an external magnetic field B = (0, 0, B) is applied, the spherical symmetry is
lowered to axial symmetry and the electron wavefunction, written in cylindrical coordinates, is

i = fr(p,2)e"?|Sa). o

The proper treatment of the valence band states (holes) requires taking into account
the valence subband mixing. To this end we use the four-band k - p Hamiltonian, that
couples the heavy-hole (HH) and light-hole (LH) subbands, and employ the envelope function
approximation [21-24]. The use of the heavy-hole-light-hole (HH-LH) coupling opens new
channels for dipole transitions in comparison to the single-band approximation. In the spherical
case (no magnetic field present) the valence band states are eigenstates of the total angular
momentum F' = L+J, where J is the Bloch angular momentum (the Bloch angular momentum
quantum number for holes is J = 3/2) and L is the envelope angular momentum [25]. In axial
symmetry, the Hamiltonian commutes only with the operator F:. of the projection of the total
angular momentum F' onto the field axis and the states are labelled only by F.. To identify
these states by their spherical notation at B = 0 we label them as (n Qr, F>), where Q denotes
the spectroscopic notation for the lowest value of the envelope angular momentum L for a
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given F [26]. The four-component hole function is [24]

F.+3/2
W= Y (. 2eM3/2, 1)8 . rmy )
M=F.—3/2

where |3/2, J.) are the Bloch functions for holes. The Hamiltonian eigenvalue problem reduces
to the solution of coupled partial differential equations for the envelope function components
" (0, z) (or a single-differential equation for f¢). Finite-difference methods allow us to
numerically solve these equations by transforming them into eigenvalue equations of huge,
sparse, and asymmetric matrices. These matrices are diagonalized by the iterative Arnoldi
solver [27] implemented in the ARPACK package [28].

Rates of optical transitions between the conduction and valence band states are calculated,

excluding exciton effects*. The optical transition matrix element,
2

(@ Il W) 1 = ‘Z/ frfwpdpdz8um(Solpl3/2, (F. — M)

M

= 82, 1(So|p|3/2, (F. — M)) S 3)
is a product of the electron-hole overlap, S2,, and the angular factor. The angular
factor is calculated in terms of the square of the Kane parameter P2 = |(S|p.|X)|?
after explicitly writing the Bloch factors in terms of the eight band-edge basis functions
{I1S,1/2), S, —1/2),|X,1/2),...,1Z, —1/2)} [31].

Note that the symmetry selection §,,,,-rule selects, if any, only one of the four components
of the hole function. Thus, for instance the transition between

Ve = foim = 1)|S, o) “)
and
F.+3/2
W _ap= > fu(p.DIM)|3/2, (F. — M), 5)
M=F.—3/2

in z-polarized light, leaves only one term,

SZl(Salz[3/2.1/2) = $3,3 P, ©)

of equation (3).

If we consider unpolarized light (i.e., we add all three (x-, y-, and z-) components of p)
and consider transition to both | S«) and | SB8), then the transition rate is just the overlap integral
times the Kane parameter (S, P?).

We perform the calculations for nanocrystals as large as 24 nm in diameter. The hole
energy levels are closely spaced in such dots and a large number of hole states have to be taken
into account to reliably model even the low-energy part of the magneto-optical transitions.
In the case of the QDQB system, the total number of transitions that we calculate is 640
(128 x 5 field values). The hole wavefunctions, equation (2), have four components, each one
being obtained on a two-dimensional (200 x 399) grid in a p X z array, thus being defined
on 314424 grid points. This requires parallel computation to get the solutions in a reasonable
time. This is why we limit our calculations to the four-band approach. We have checked
nonparabolicity effects on the conduction band in the case of small and large uniform quantum
dots. The results obtained show a shift of the electron energy levels towards lower values and

4 Although the e-h Coulomb interaction can yield some rearrangement of the energy levels, the main effect is a
parallel shift of the entire spectrum toward lower energies [29]. In the case of the ground transition, this excitonic
shift can be estimated using the Brus formula [30], that for the largest QD investigated yields ~20 meV.
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a moderate reduction of the splitting of the degenerate states produced by the magnetic field.
However, these effects do not lead to essentially different results and conclusions and we have
not considered nonparabolicity effects in the calculations.

3. Uniform nanocrystal
3.1. Small nanocrystals

In this section we study the evolution, versus magnetic field, of the low-energy electron—hole
transition spectra for a small uniform (3 nm radius) InAs quantum dot. Such nanocrystals are
routinely synthesized by wet chemistry methods and have almost spherical shapes with sizes in
the range 2—10 nm [32]. In our study the surrounding medium is modelled by a 4 eV external
potential barrier for both electrons and holes. The k - p parameters that we use are: effective
electron mass m* = 0.024; Luttinger parameters y; = 19.7 and y = 8.4 [34]. Although the
magnetic field breaks the spherical symmetry, we use only two Luttinger parameters (spherical
approximation) in order to make a proper comparison with the results obtained at zero magnetic
field. The magnetic fields considered here range from B = 0 to 40 T in 10 T steps. Since
the density of the hole energy levels is higher than the density of electron levels, we calculate
transitions only between the 1s electron ground state and the five low-lying hole states, namely
1P3/5, 1S3/2, 1Ps/2, 1Ds/, 2S3,5. This represents 24 doubly degenerate transitions to the
electron states 1s|S«) and 1s|SB).

When B = 0, the axial symmetry selection §,,/-rule is supplemented by the spherical
symmetry selection §;;-rule. Then, only the 1s <- 1S3, and 1s < 2S3/, transitions are
allowed in the energy region studied (in spherical symmetry the hole wavefunctions have two
components with angular momenta L and L + 2).

When the magnetic field is on, the degenerate F.-components of the nS3,, hole state split
and the two transition bands (n = 1, 2), allowed at B = 0, also split into four components
(3/2,1/2,—1/2, —3/2). Figure 1 shows the calculated e—h transitions versus magnetic field.
For B = 0, only 8 transitions (out of the total number of 24 transitions calculated) are nonzero,
yielding two sets of fourfold-degenerate 1s <— 1S3, and 1s <— 2S3, transitions. Since the
nanocrystal studied is very small, the quantum confinement is strong, the energy levels are
well separated, and one can easily follow the evolution of the spectrum with the magnetic field
in figure 1. It is worthwhile emphasizing that transitions forbidden at B = 0 by the symmetry
selection §;, -rule remain basically forbidden also for B # 0. For B as strong as 30 T, two
additional very weak transitions (ten times weaker than the 1s <— 1(2)S3/,> ones) are seen at
energies 2146 and 2048 meV. They correspond to 1s < 1Ds/; (F; = £1.5). At B ~ 30 T the
1Ds/; (F = 1.5) state anticrosses with 1P5/> (F = 1.5) and for B = 40 T a slightly stronger
Is <= 1P5;; (F, = 1.5) transition is seen in between the 4= F_-components of the 1s < 253/,
transition.

Note that when B # 0, just 20 out of the 24 calculated transitions corresponding to 1P3/2,
1S3/2, 1P5;2, 1Ds/2, 2S3,2 hole states are allowed by the symmetry selection §,,-rule, but
even at B = 40 T, only 8 of them (those fulfilling the §;, -rule) are strong. This is because in
small nanocrystals the radius of the maximum charge density is much smaller than the radius
of the lowest Landau orbit, [2| F,+1 |:’—B]1/2, for the fields considered. Thus, only the linear
Zeeman, and not the quadratic term, is important (see figure 1) and the quantum dot states are
negligibly influenced by the field.

3.2. Large nanocrystals

Let us consider now a larger homogeneous InAs nanocrystal of radius 8 nm. The weaker
confinement yields a higher density of electron and hole energy levels, which now start to cross
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Figure 1. The low-energy part of the magneto-optical spectrum of the spherical uniform InAs
nanocrystal of radius 3 nm. The spectra at different fields, from B = 0O (bottom) upto B =40 T
(top) in 10 T steps, are offset. Transitions at B = 0 are explicitly labelled. Transition positions are
given in millielectronvolts, while the absorption intensity is given in arbitrary units. The spectrum
is modelled by adding 1 meV wide Lorentzian envelopes to the transition strengths.

and mix for weaker fields. Thus, we include in the calculations of the transition rates not only
the 1s ground electron state but also the first excited state, 1p (components 1p_j, 1po, 1p+1),
and the m = —2 component of the second excited 1d state. We consider 12 hole states in
the transitions to the 1s electron ground state and 5 hole states in transitions to the excited 1p
and 1d_, electron states. Thus, we take into account 74 transitions to the 1s electron state
(they come from 153/2, 1P3/2, 1P5/2, 1D5/2, 2S3/2, 2P3/2, 1D7/2, 1F7/2, 1F9/2, 353/2, 1G9/2,
and 2Ds,; hole states). However, the symmetry selection §,,-rule reduces this number to
48 transitions (twelve low-lying hole states of the four allowed F, = 3/2,1/2, —1/2,—-3/2
components). Adding the number of the possible transitions to the 1p and 1d_, electron state,
we end up with the total number of 128 transitions calculated.

Figure 2 shows the evolution of the low-energy spectrum of the e—h transitions for five
values of the magnetic field (0, 10, 20, 30, and 40 T). At B = 0, only five transitions are
seen; from left to right they are: 1s <— 1S3/2, 1s <= 2S3/5, 1s <= 3S3/, 1p <= 1P3,», and
Ip <= 1Ps,2. When the magnetic field is on, both the electron and hole levels split into 2k + 1
components (k = [ for the electrons and F for holes). Thus, the 1s < 1S3, transition
splits into four components, while 1p <— 1P3/, splits into ten components (not 12, because
Ipi(m = +1) <= 1P3» (F. = —3/2) and 1p; (m = —1) < 1P3,» (Fz = 3/2) are forbidden
by the symmetry selection §,,)-rule). Finally, 1p <— 1Ps; splits into 12 components (not
18, for similar reasons). At B = 10 T the components of 1s <— nS3,, n = 1,2,3, are
well separated. This is not the case for the 1p <~ 1P3,; and Ip < 1Ps/, transitions, whose
components appear mixed in the energy region considered.

Looking at figure 2 we can see that, at B = 10 T, there are six transitions in the region
between 720 and 750 meV (in fact there are seven transitions located at 721, 725, 727, 732,
742, 743, and 744 meV, but the ones arising at 742 and 743 overlap, so only one wider
transition is seen). Only four of them can arise from the 1s <— 2S3,, transition. They



3598 J Climente et al

N G DU VERDS W WY GHTUI DU S S

620 660 700 740 780 820 860 900 940 980 1020

1s1S 1s2S 1s3S 1p1P 1plP
32 32 312 32 52
E(meV)

Figure 2. As figure 1, but for a large InAs nanocrystal of radius 8 nm.

appear at 721, 725, 742, and 743 meV for the F.-components equal to —1.5, —0.5,0.5, 1.5
of 1s <= 2835, respectively. The first one is weak and the others are strong. The additional
three optically active transitions in this region are: 1s < 1Dy, (F = —1.5) at 727 meV,
Is < 1Ds; (FF = 1.5) at 732 meV and 1Is < 2P3,; (F = 0.5) at 744 meV. The latter
two transitions are weak but the 1s < 1D7,, (F = —1.5) is strong. This is due to a strong
interaction between the 2S3,, (F; = —1.5) and 1Dy, (F; = —1.5) hole states that anticross
at B = 10 T and to a large extent ‘exchange’ their wavefunctions.

For B between 20 and 40 T, more transitions appear to be optically active in the energy
range investigated. The hole states 1Ds,> (F = 1.5) and 2P3,> (F' = 0.5) undergo anticrossings
with 1P5,, (F = 1.5) and 1Dy, (F = 0.5) and the transitions from these states to 1s become
stronger. Simultaneously, the components F;, = 1.5 and 0.5 of the transition 1s < 2S3,,
become weaker.

In summary, the most remarkable feature of the evolution of the transition spectrum versus
magnetic field is that, except for a few weak transitions, the transitions that are strong for B # 0
correspond basically to the ones that split from the transitions allowed at B = 0. In some
cases, when the hole levels of the same symmetry (the same F) anticross, the labelling of
the corresponding transitions can change, as happens at B = 10 T for the 1s < 2S3,; and
Is <= 1D7,> (F = —1.5) transitions discussed above. Another remarkable anticrossing and
‘exchange’ of the hole wavefunctions occurs for 1S3/, (F; = —1.5) and 1P3,; (F, = —1.5),
which for B > 10 T becomes the lowest transition. The strength of this transition decreases
as the field increases and its energy distance to the next optically active transition increases
simultaneously (see figure 2). This effect should be seen in an experiment as a dark or weak
magnetoexciton.

Since tracing the evolution of the different components in the transition spectrum shown
in figure 2 is difficult, we present in figure 3 the same spectrum but for z-polarized light
and including only transitions to the |S«) electron component. Under these conditions only
transitions from the hole (F; — 1/2) component are allowed, so the 1s <— nS3,»,n = 1,2, 3,
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Figure 3. The low-energy part of the magneto-optical spectrum of a spherical uniform InAs
nanocrystal of radius 8 nm for z-polarized light and including only transitions to the |Sa) electron
components.

do not split and the 1s < 1P3/;, Is <— 1Ps/, split into three components (pg, p+1, and p_p).
The resulting spectrum is simple enough for one to see how it evolves with the field and that
the transitions forbidden at B = 0 continue to be very weak for the increasing field. Two
strong transitions indicated by arrows in figure 3 correspond to 1d_, < 1Ds5),, (F; = —2.5),
a high-energy transition allowed at B = 0, that significantly lowers in energy when the field
increases.

4. Quantum dot—quantum barrier systems

In this section we consider a three-layer nanocrystal built of an internal InAs core of radius
7 nm, a middle InP shell of thickness 1 nm, and an external 3.5 nm InAs cladding. Since the
forbidden energy gap of InAs is narrower than the gap of InP, the middle shell acts as a barrier
separating two spherical InAs wells (barrier height [33]: 0.52 eV for electrons and 0.42 eV for
holes). As before, the surrounding medium is modelled by a 4 eV external potential barrier.
Since we are mainly interested in the states having energies below the InP barrier and thus
expect a small charge density in the barrier region, the effective mass and Luttinger parameters
of InAs are used for the whole nanocrystal.

As in the case of a large homogeneous nanocrystal, the weak confinement leads also here
to a dense distribution of the energy levels. Then, excited transitions enter into the low-energy
region of the spectrum as the magnetic field increases. In this case we have included in the
calculations the 1s, 1p (+1,0, —1), and 1d (—2, —1) electron states and eight low-lying hole
states for the four allowed F.-components. Thus, since the §,,,-rule yields M = m = 0 for all
transitions to the ground electron state 1s (m = 0), the allowed F.-values are: 1.5, 0.5, —0.5,
and —1.5 (see equation (2)), and the eight low-lying hole states included in the calculations
are: 1P3/2, 153/2, 1P5/2, 2S3/2, 1D5/2, 2P3/2, 3S3/2, and 1D7/2. In a similar way, we calculate
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Figure 4. The low-energy part of the magneto-optical spectrum of a spherical multishell InAs
(7 nm)/InP (1 nm)/InAs (3.5 nm) QDQB nanocrystal. The spectra at different fields, from B = 0
(bottom) up to B = 40 T (top) in 10 T steps, are offset. Transitions at B = 0 are explicitly labelled.
The transition positions are given in millielectronvolts, while the absorption intensity is in arbitrary
units. The spectrum is modelled by adding 1 meV wide Lorentzian envelopes to the transition
strengths.

all allowed transitions to the excited electron states. For example, all the hole states involved
in transitions to the 1p_; electron state are the F. = 0.5, —0.5, and —1.5 components of the
above hole states and, additionally, the F, = —2.5 component of 1Ps,>, 1Ds/2, 1D7/2, 2P5,2,
2Ds)2, 1F7/2, 1F9/2, and 2F7,, states. Altogether, there are 320 transitions, but only 184 are
allowed in axial symmetry and must be calculated for each value of the magnetic field.
Figure 4 summarizes the evolution of the low-energy part of the e—h transition spectrum of
the QDQB system versus the magnetic field. At B = 0 only six allowed transitions are seen.
They are: 1s <— 1S3/2, 1s <= 2S3,5, 1s <= 3S3,2, Ip <= 1P3/2, Ip <= 1P5,5, and 1p < 2P35.
At first glance the magnetic field dependence of the QDQB transition spectrum goes along
similar lines to that for the homogeneous nanocrystal (figure 2): the 1s <— nS3/; transitions
are well separated at low magnetic field and the 1p <— nP;/> ones are mixed, even for very
small B-values. However, there are several differences caused by the presence of a thin InP
barrier in the QDQB system. First, the 1p < 2P3,, transition appears very close to the
1p <= 1Ps; one. This is because the 2Pz, hole state builds its charge density mainly in the
external InAs cladding with a node in the region of the InP barrier, while the charge density of
the 1Ps,; state is mostly localized in the internal well, which allows for similar energies of the
corresponding energy levels [19]. The second and most striking difference is a reversal of the
relative intensities of the 1s <— 253/, and 1s <— 3S3/, transitions. Again, it can be explained
by the presence of the InP barrier in the QDQB structure: the intensities are proportional
to the overlap integral for the electron envelope function and one of the components of the
hole envelope. Figure 5 shows the L = 0 component of the 1S3/5, 2S3,>, and 3S3/, states
for both the homogeneous nanocrystal and the QDQB system. The corresponding electron
envelope functions are also shown. One can see how the barrier influences the shape of the hole
wavefunction, being responsible for the weak 1s <— 2535 and strong 1s <— 3S3 transitions in
the QDQB system. Itis also worthwhile to note that although in this case the lowest transition,
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Figure 5. The envelope component with L = 0 of the hole states 1S3/,2, 2S3,2, 3S3,2 of both the
spherical uniform InAs nanocrystal of radius 8 nm and the spherical multishell InAs (7 nm)/InP
(1 nm)/InAs (3.5 nm) QDQB nanocrystal. The corresponding 1s electron envelope functions are
also shown.

1s <= 1832 (F. = —1.5), does notcross with the 1p <— 1P;3; transition, its intensity decreases
when the magnetic field increases.

Some of the hole states, which at B = 0 build significant parts of their charge densities
in the external cladding, may undergo crossovers to the internal core in the strong magnetic
field [19]. Since this usually does not happen for the corresponding electron state in a given
transition, such a transition progressively lowers in intensity, as happens, for example, to
the 1p < 2P3), transition. Another difference, also caused by a density crossover, is the
ordering of the split components of the 1s <— 3S3,, transition. In homogeneous nanocrystals
the ordering (versus increasing energy) is F, = —3/2, —1/2, 1/2, 3/2 (as it is for every
F = 3/2 splitting in the homogeneous nanocrystal). This is not the case in the QDQB system.
At B = 10 T the sequence of the levels in the QDQB structure is F, = —3/2, —1/2, 3/2,
1/2. This reordering can be understood by looking at the hole wavefunctions. At B =0T
the 3S3,» (F, = 3/2) state has the maximum of its charge density localized in the external
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cladding, while this is not the case for the 3S3,, (F, = 1/2) state. When B < 10 T the energy
of the 3S3,> (F, = 3/2) state almost does not increase, since its charge density in the external
cladding does not change much (it only slightly concentrates in two regions close to the z-axis).
For B > 10 T a crossover occurs and the 3S3,, (F, = 3/2) state starts to increase in energy
faster than the 3S3,, (F, = 1/2) state (as is the rule for uniform dots).

5. Quantum dot—quantum well systems

Let us consider now a three-layer nanocrystal built of an internal barrier-acting InP core, a
middle well-acting InAs shell, and an external barrier-acting InP cladding. The radius of the
core is 8 nm, the thickness of the InAs shell is 2 nm, and the external InP cladding is 2 nm
thick. The band offset is 0.52 eV for electrons and 0.42 eV for holes [33], and the height of
the surrounding barrier is assumed to be 4 eV (from the bottom of the InAs well). Since we
are investigating the bound states having charge densities localized mainly in the middle shell,
the electron effective mass and valence band Luttinger parameters of InAs are, for simplicity,
used for the whole structure.

In the QDQW system investigated, the density of the electron and holes states is even
higher than in the structures studied in the previous sections. Additionally, the effect of a
periodic change of the electron ground state energy versus magnetic field induces changes
in the low-energy part of the spectrum as the field strength increases. Therefore, in order to
study the evolution of the low-energy part of the e—h transition spectrum, we include the 1s,
Ip(m =1,0,—1),and 1d (m = —2, —1) electron states. For each electron state we consider
transitions from the five low-lying hole states for all the allowed F,-components. The total
number of transitions that we deal with is 236, but the symmetry selection §,,,-rule reduces
the number of calculations to 120 transitions for each value of the magnetic field.

In order to give insight into the complication of the transition spectrum, we plot in figure 6
the transition energies of all the transitions studied, disregarding the fact that many of them
may have negligible intensity. This can be seen in figure 7, where all transition energies are
represented by vertical bars, while the spectrum is modelled by adding 1 meV wide Lorentzian
envelopes to the transition strengths. Figure 6 helps us to see how the transition energies cross
as the magnetic field increases and, in particular, how the energies of the excited transitions
decrease. The numerous crossings observed and the progressive change of the symmetry of
the lowest transition are direct consequences of the behaviour of the electron and hole energy
levels of QDQW structures in a magnetic field, reported by us in [19, 20].

As seen in figure 7, the transitions 1s <- nSjs, for n > 1, do not appear in the
low-energy region. This is because the second state of each symmetry is pushed towards
higher energies, since it must have a node in the well (just the opposite to what happens
in the QDQB system). When the field is on, the multiplets split and even at B = 10 T
the spectrum becomes complicated. At B = 30 T the transition that is the lowest one
at B = 0, ie. 1s < 1S3, (F; = —1.5), is exceeded by two other transitions: weak
Ipi <= 1Ps;; (F. = —2.5) and strong 1p; <= 1P3,; (F. = —1.5) transitions, and overlaps with
two strong transitions, namely 1d_, <- 1Ds5/, (F, = —2.5) and 1p; < 1P3,; (F; = —0.5).
It is worth pointing out an important difference between the QDQW system and all the other
nanocrystals studied: while for the uniform and the QDQB nanocrystals the low-energy part
of the transition spectrum reflects the behaviour of the hole energy levels in a magnetic field,
the structure of the QDQW transition spectrum is governed mainly by the evolution of the
electron ground state symmetry versus B.

Since tracing the evolution of the different components in the QDQW transition spectra
shown in figure 7 is extremely difficult, we present in figure 8 the same spectrum but for
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Figure 6. Transition energies (meV) versus magnetic field (T) for a spherical multilayer InP
(8 nm)/InAs (2 nm)/InP (3 nm) QDQW nanocrystal. Full curves: |F;| = 0.5; dashed curves:
| F;| = 1.5; densely dotted curves: |F;| = 2.5; and dotted curves: F. = —3.5. Allowed transitions
at B = 0 are explicitly labelled.

z-polarized light and including only transitions to the electron |Sa) components. Under these
conditions only transitions from the hole (/; —1/2) componentare allowed, so the 1s < 1S3,>
state does not split and both 1p <= 1P3,; and 1p < 1Ps,, split into three components (po,
p+1- and p_;). The quadratic effect is so pronounced in the QDQW structure that even in this
very simplified spectrum it is difficult to trace the evolution of the transitions. In order to help
the reader, the lines connecting the same states for different fields are included. This figure
confirms again that the strong signals observed at high fields are basically the ones that split
from the transitions allowed at B = 0.

6. Concluding remarks

We have investigated magneto-optical transitions in uniform InAs and multilayer InAs/InP
nanocrystals by using a one-band model for the electron states and a four-band k - p approach
to describe the hole states. We have shown that in the case of small uniform quantum dots, the
linear Zeeman splitting of the electron and hole energy levels alone determines the structure of
the transition spectrum in magnetic fields up to 40 T, leading to linear and symmetric splitting
of the transition components of similar strengths. In a large uniform nanocrystal the quadratic
magnetic effects also becomes important. With increasing magnetic field the strong splitting
of the energy levels, degenerate at B = 0, yields a mixing of the components belonging to
different transitions and the magnetoabsorption spectrum becomes complicated. It has been
found that in high magnetic fields the lowest energy component (F, = —1.5) of the ground state
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Figure 7. As figure 4, but for a spherical multishell InP (8 nm)/InAs (2 nm)/InP (3 nm) QDQW
nanocrystal.
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Figure 8. The low-energy part of the magneto-optical spectrum of a spherical multishell InP
(8 nm)/InAs (2 nm)/InP (3 nm) QDQW nanocrystal with z-polarized light and including only
transitions to the |Sa) electron components. The spectrum is modelled by adding 1 meV wide
Lorentzian envelopes to the transition strengths.

transition (Is <— 1S3,2) becomes very weak and increases its distance to the next optically
active transition, which should be seen in experiment as a dark magnetoexciton. We have
shown that magneto-optical spectra of chemically synthesized multilayer nanocrystals differ
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significantly for nanocrystals of different size, composition, and sequence of layers. Many
differences observed between the spectra of uniform and QDQB structures have been explained
as results of the presence of a thin InP barrier-acting shell in multishell nanocrystals. We have
shown that the transition spectrum depends strongly on whether the thin middle shell is a well-
acting or barrier-acting layer. This can be important in the modelling of such nanocrystals as
potential building blocks for optoelectronic nanodevices. It has also been found that transitions
that are allowed at B = 0 are also allowed for higher fields, although their labelling can change
due to anticrossings of the energy levels.
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Effects of a thin AlAs layer on InAs quantum dot electronic structure
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The influence of a thin AlAs layefl nm) located at different positions inside a GaAs matrix on the
electronic states of nearby deposited InAs quantum dots is theoretically investigated. Calculations
are performed within the three-dimensional one-band effective mass model including mass
dependence on energy and position. In order to provide a realistic description of the wave function
diffusion outside the dot, finite confinement barriers are considered. It is shown that the presence of
the AlAs high potential barrier can account for the reported experimental blueshift when the AlAs
layer is grown as a capping material, but this is not the case when the AlAs layer is grown in the
substrate. An alternative explanation of the experimental [déta et al, J. Appl. Phys91, 5055

(2002] based on our calculations is proposed.2803 American Institute of Physics.
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1. INTRODUCTION reduced In segregatidiiand others. Due to these propertie:
thin AlAs barriers engineering is an attractive field for prac
Self-assembled quantum dd@Ds) have attracted con- tical device design. In the case of infrared photodetector ¢
siderable attention in recent years because of their excellemices, reduced dark currents have been obtained with t
properties as active media in semiconductor devices such @4As layers even at room temperatiffeleading to larger
QD laser$? or infrared photodetectors® The most widely  detectivities than those observed in the InAs/GaAs syste
studied self-assembled system, InAs QDs embedded in & spite of the great interest of utilizing thin AlAs layers, nc
GaAs matrix, shows a photoluminescen@) peak typi- theoretical study has attempted so far to assess the effec
cally around 1050 nrfi Shifting this spectral channel toward thin high potential barriers on QDs energy levels.
different emission or absorption wavelengths is essential for In this work, we investigate the influence of a 1-nmr
more extensive applications. thick AlAs layer, located inside a GaAs matrix at differer
In order to obtain shorter emission wavelengths, theput close distances from InAs QDs, on their conduction-ba
choice of high potential barrier materials has been revealefw-lying states. We use the three-dimensional one-ba
as a valuable control parametéilt enables shifting the QD model with position-dependent band extrema and effecti
energy levels without severe composition fluctuations, inmasses. The validity of such model for self-assembled Q
contrast to QD alloying techniqué$.Al,Ga _,As matrices  has been widely tested with fairly good res@t©ur model
are the most common choice for practical applicafidfis additionally includes nonparabolicity effects, as these play
because the corresponding lattice constants, similar to that @hportant role for InAs QD$*? Since a realistic description
GaAs, lead to similar strain conditions for the growth of of the electron wave function spread into the barrier mater
InAs QDs* By using ALGa; _,As matrices, PL blueshifts as  js required to predict the overlap with the AlAs layer, we us
large as 612 meV have been reportétidoreover, other de-  an appropiate finite square-well potenfidiThe effect of
sirable benefits for practical applications, such as high therstrain on the conduction band is mainly to modify the col
mal stability>**and high controllable QDs densitiés®can  fining potential, which becomes a function of position, a
be obtained by using InAs/fBa _,As systems. However, though an average over the QD, as we assume in our ca
the AlLGa _,As matrix also shows some drawbacks. The|ations, has been proven to work wél?’ The strain also
most important are a weaker PL emission as compared tgodifies the curvature of the bulk band causing the effecti
that of InAs/GaAs QDs(because of the presence of low- masses to become anisotropic. However, in the case of
density nonradiative channels in the banieand a higher  conduction band, this anisotropy is rather small and an it
peak broadeningcaused by dot size fluctuation's tropic electron effective mass can safely be empldyéa.
Recently, a different technique which incorporates MoSinally, the change in bulk band curvatures may also cat
of the ALGa_,As matrix advantages while eluding its some variation of the actual value of the effective mass.
drawbacks has been introduced: The QDs are embedded ing, position and energy-dependent effective-mass moc
GaAs matrix, in which on~*%or moré®#!thin AlAs layers  gych mass variation is implicitly accounted for by the strai
are deposited near the QD. By tuning the position of the thin,quced changes in the band gap.
AlAs layer, S(_everal benefits have been reportgd. These in- oy results are in reasonable agreement with experim:
clude, blueshifts as large as 500 mERef. 23, an increased (4 gata of thin AlAs capping layerS.However, they cannot
dot density}® a higher dot size uniformity derived from a account for the large blueshifts observed when the Al/
layer is grown in the GaAs substrateThis fact strongly
3Electronic mail: planelle@exp.uji.es suggests that the explanation of these blueshifts as due ta

0021-8979/2003/94(7)/4515/5/$20.00 4515 © 2003 American Institute of Physics

Downloaded 10 Jan 2005 to 150.128.85.36. Redistribution subject to AIP license or copyright, see http://jap.aip.org/jap/copyright.jsp



4516 J. Appl. Phys., Vol. 94, No. 7, 1 October 2003 Movilla, Climente, and Planelles

high AlAs potential barrier alort is incomplete. As the sub- 1 49/ p F]

strate is grown at a high temperature, despite the low A( - ZQ(W%)

mobility,** some Al diffusion toward the wetting layéwL) M

is conceivable. Then, since the presence of Al in the QDs 19 1 9

would increase the energy band gap, we suggest some Al *Eg(mg)

presence in the QDs as an additional factor enhancing the e

blueshift. By including small amounts of Al in the QD, a fair

agreement wiht experiment can be achieved. +V(p,2)—- En,mz)q’n,mfoy (1)
Il. THEORY wherem,=0,£1,+2,... is the quantum number associate

The electron states are described by means of the on#ith the z component of the angular momentum,is the
band effective-mass Hamiltonian in the envelope functionmain quantum numbe¥/(p,z) is the confining potential, and
approximation, including mass dependence on enéngp-  M*(p.Z;E ) is the energy and position-dependent electre
parabolicity and position(different masses for different ma- effective mass. The actual values\tfp,z) andm* (p,z;0)
terial compositions Since we consider lens-shaped QDsdepend upon the underlying material as sketched in F
with axial symmetry, cylindrical coordinates are employed.1(a)—1(c).

Therefore, the Schrnger equation, in atomic units, reads: The nonparabolic effective mass is given¥y:

M (p.Z:Enm)  (Enm,+Eq(p2) (Enm,+ Eq(p.2) +Asdp.2)) (Eg(p.2)+ 285dp,2)/3)
M (p.20)  Eg(p.2)(Eg(p.2) T Asdp.2)(Enm +Eq(p.2) +2hsdp.2)3)

@

wherem* (p,z;0) is the electron effective mass, including different models(see Table ). QD1 and QD2 radii ) are
strain effects, at thd" point, while E¢(p,z) and Aso(p,2) those of QDs grown in Ref. 17 on top of GaAs and AlAs
stand for the position-dependent energy band gap and spirrespectively. We assume these two dots to have a low heig
orbit splitting, respectively. radius ratio(the same in both caséSin order to enhance the
Due to the energy dependence of the electron effectivelectron wave function amplitude outside the dot, and,
mass, the discretization of E@l) yields pseudoeigenvalue turn, the effect of the high potential barrier of the AlAs laye
problems of asymmetric, huge, and sparse matrices. Energies the electron states. QD3 and QD4 have unit ratio. QD3
and wave functions are obtained by means of self-consistert (feasiblg voluminous dot, while QD4 represents an ide:
iterative procedures. The Arnoldi sol¥&rimplemented in  dot for photodetection purposes, with only two electrc

the ARPACK packagé1 is employed for diagonalization. bound states and increased lateral confinement. Note tha
having only two bound state@ filled ground state and an
1Il. RESULTS AND DISCUSSION empty excited state close to the GaAs conduction hdrigh

. ) ~ photocurrents and long carrier lifetimes can be achiévied

We investigate the electron states of QDs embedded in aqditionally, the increased lateral confinement allows one
GaAs matrix including a thin AlAs layer at different loca- improve normal incident radiation detection, which is one
tions. The studied systems are referred to as A, B, and C angle key advantages of QDs over quantum wells for infran
are sketched in Fig. 1. The aforementioned AlAs layers are
1-nm-thick in all cases. The parameters used in our calcula-
tions are given in Table I. All material data are from Ref. 32, TABLE I. Semiconductor material and geometrical parameters employ:
unless otherwise specified All data are from Ref. 32, unless otherwise specified.

Since the available experimental literature dealing with InAs GaAs AlAs
thin AlAs layers effects on QDs do not provide complete

) : : ; E, (V) 0.788' 1519 3.1
information on the QDs and WL dimensions, we study four Ao V) .39 .54 028
E, (eV) 215 28.8 211
F -29 -1.94 -0.48
GaAs GaAs GaAs m;(En‘mz: 0) 0.051 0.067 0.15
V (eV) 0.0 0.513 1.08
2 2L 2 1nm d  AlAs z In(Ga)As _
\ n B s h (hm) r (nm) B (M)
T
fm 1om| [d QD1 2 10 0.5
RC In(GoAs " QD2 1.65 8.25 03
(@) ®) © Al QD3 6 6 0.5
P [ P QD4 4 4 0.3

FIG. 1. Schematic sample structures of the systems referred to as A, B, arfrom Ref. 33.
C [subfigureda), (b), and(c), respectively. From Ref. 27.
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TABLE II. Energy shifts of the electron ground and first-excited state for d
different QD models in the sample structure system A. 1 — ground state
gl" W e first excited
AEgs (meV) AEfist excited (MEV) g g R

QD1 21 23 morQD: N

QD3 4 1 <A QD4 QD1

QD4 11 31 P e Z

0.5 1 1.5 2 25

. . FIG. 2. Energy shifts of the electron grourisolid line) and first-excited
phOtOdEIethﬁ-The shape of the QDs is assumed to be adashed ling states of QD1, QD3, and QD4 in the sample structure
(semielliptica) lens in all cased”*® The WL thickness system B.

(hwy) is 1.7 monolayer(ML) for QD1 and QD3. A lower
value of 1 ML is used for QD2 to simulate the WL reduction
when resting upon AIA$*'” and for QD4 to simulate ideal
growth conditions.

When the QD is deposited on AlAs, we assume puri
InAs composition. However, during the growth on top of
GaAs, interdiffusion of indium and gallium occut$This
makes the chemical composition of the QD difficult to as- o A .
sess. Since the diffused Ga concentration decreases from ti& €' dEpO.S'tEd in the capping materfaystem B, see Fig.
bottom to the top of the QDs, we model the QD compositionl. )]. In this s_ample structure, the AIAs layer ovgrlaps onk
with a linear profile including six-graded Jn,GaAs do- with the density charge that penetrates the region of Gas

mains withx decreasing linearly, by steps of 10%, starting near the QD apex. As a consequence, little Shift differem
from 50% at the bas®. The corresponding material param- between the two Iowe_st-lylng states .Of each QD are obtalr_le
eters are derived following Ref. 32, and the employed ban&/loreover, on!y the height of the dOtA is relevant for determin
offset is, for each of the said domains, 70% of the band—g:]aﬂ1g the magnitude of the energy shift. Thu_s, QMtte short-
difference between in ,GaAs and GaAS® est doj shows the stror117gest queshﬁﬁee Fig. ?__ .
System A has been experimentally studied by Arzberger . Rgcently, Kimet al. have exper'lmentally investigated
et alX® A PL blueshift of about 27 meV was reported when shifts in PL of InAs QDs versus the distance between the W
the QD synthesis was carried out at 480°C, at which Inand a thin(1 nmj AlAs layer grown inside th? GaAs sub-
intermixing and segregation are not significant (getedshift strate[sample ?”“C‘“Fe C see FIQ.C).].‘BMEShIftS as large
is observed when carrying it out at 530°C). Then, the ob8S 171 meV with PL intensities, linewidths, and QD shape

served blueshift was mostly attributed to the increased pO(_:omparabIe to those in the absence of AlAs, are achi¢zed

B o - small reduction in QD lateral size and WL thickness is re
tential barrier introduced by the AlAs capping lay&rin :
principle, this increased potential barrier has effects on botl‘?orted for QDs grown directly on the AlAs layeiwe cal-

electron and hole energy levels. However, the AlAs barrier§UIate the energy Sh'_ﬁs that_the AlAs layer prodgces on tt
have the greatest impact on the electron energy I&bdlis e!ectron ground and ﬁrst-excned_ states of QDs with the sar
fact is in agreement with our exploratory calculations Ondlearsneterfas tllgose of the eégf'me'&t%:ammn? alnd
holes, so that, hereafter, we shall only consider electron ™ nm for QDs grown on S and s, respectiveln
states in order to account for PL blueshifts. our model, the most common WL thlqknesses for _each su

Table Il presents the calculated energy shifts of the elec:§trate material, and very short QD heights enhancing the «
tron ground =1, m,=0) and first-excited ff=1,m,|=1) fect of the AlAs high potential barrier are assunisde Table

! z 9| Z| . .

states produced by the addition of a thin AlAs capping IayelJT)' l;l;he“lresults and the reported PL bluesfifire given in
[sample structure A, see Fig(al] on different models of QD a _? bI- m | ¢ di t betw
(see Table)l The shift is calculated as the energy difference avle Il reveals an apparent disagreement between ¢

between the same electron state in the presence and absemeeoretlcal preghctlons and the experlmé‘hf.he large mag-
of the AlAs layer. nitude of this discrepancy, together with the good agreeme

Table 1l shows good agreement with the ground-stateOf our model with similar experimental syster(re;g.,_sample
experimental bluesh¥ in the case of the shortest model structure A, leads us to conclude that the AlAs high poten
(QD1), which gives an idea of the height of the QDs in the
experimental sample. Since the states of a lens may qualitaasLE 11. Experimental PL peak shift and calculated energy shifts of the
tively be related to thef(+m,) odd states of a sphere—so electron ground and first-excited state in the sample structure C as a funct
that the ground state builds most of the electron densit}ﬁ’f the distance between the WL and a 1-nm-thick AlAs layer in the suk
along the verticak axis, and the first-excited state accumu- S"a':
lates it in between the vertical and in-plane axes—we CONGp model d(nm) AEp, exp. (meV) AEg (MeV)  AEqg exciea(MeV)
clude that the vertical confinement plays the most important
role in determining the ground-state shifhe shorter the Qgi f gg é g
QD, the stronger the blueshift due to AlAs cappingnd that QD2 o 171 2 55
both vertical and lateral confinements determine the shift of

the first-excited statésee Table Ii. This could be useful to
design QDs with enhanced energy spacing between the t
Jowest-lying states’

In Fig. 2, we report the predicted energy shifts of the
ground and first-excited state for different QDs as a functic
of the distance between the apex of the dot and a thin Al/
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tial barrier (including QD size reduction whed=0nm) is  estimate an average glgAlgoAs QD composition to ac-
not the only source of the experimental PL bluestititis  count for the experimental data of Kigt all’
worth pointing out that using a more optimistic, somewhat
unrealistic, set of parametgr; such as unstrained InAs MaSg§-KNOWLEDGMENTS
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Magneto-optical transitions in nanoscopic rings
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Near-infrared spectra of self-assembled quantum rings are calculated uskgthethod with rectangular
band-offset potentials in three dimensions. The effective-mass model with energy-dependent mass is employed
for the electron states and the four-band Hamiltonian for the hole states. Two different ways to include the
magnetic-field interaction term in the four-band Hamiltonian are compared. Our calculations describe well,
qualitatively, the absorption spectrum measured by Pettatsah[H. Petterson, R. J. Warburton, A. Lorke, K.
Karrai, J. P. Kotthaus, J. M. Garcia, and P. M. Petroff, Physi¢ &10(2000]. and the photoluminescence
magnetoresonances recently achieved by efa#tl. [D. Haft, C. Schulhauser, A. O. Govorov, R. J. Warburton,

K. Karrai, J. M. Garcia, W. Schoenfeld, and P. M. Petroff, Physid8FL65(2002]. The possibility of finding
the “optical” Aharanov-Bohm effect in the state-of-the-art self-assembled InGaAs quantum rings is also
discussed.

DOI: 10.1103/PhysRevB.68.075307 PACS nun®er73.21-b

I. INTRODUCTION electron states energy by an amount that for the studir
quantum rings, is larger than the energy corrections frol
Recent advances in nanoscopic fabrication technique€oulomb interaction8,lattice mismatch-induced strain, and
have made it possible to grow self-organized InGaAs nanomiezoelectric effects. Therefore, we will employ energy-
ings with “volcano” shapes:’ These nanoscopic rings may dependent mass in the Hamiltonian for electrons.
be the best-suited quantum structures for investigating the It should be finally pointed out that although single-ban
electronic and optical properties of nonsimply connectednodels have been assumed in most cases to study the
i  fidRr1o ; energy leveld®1719-2528-3 nanostructures, unlike in two-
quantum systems in a magnetic fiéféf;%as they are in the €nergy levels, ; S S, u
scattering-free and few-particle limit. The large body Ofd|m9n3|onal superlattlces, the effects of the valence subba
work, both experimental™**~* and theoreticafl10%4-*¢  mixing between light holdLH) and heavy holgHH) are
which has investigated these structures since they were fir§pportant at thel’ point™ By neglecting the LH-HH cou-
synthesized, reflects the great interest that the possible apPling in InGaAs, we would introduce a significant error in
plications of nanoscopic quantum rings have drawn. the estimation of the hole states Qnerdfeand we would
Whereas lots of theoretical study has been devoted to a@Ss0 Mmiss allowed channels for dipole transitions. In ot
count for far-infrared electron transmission spectra in a magPresent calculations, we take into account the valence st
netic field?®***jittle effort has been made so far to pro- band ~mixing ~ by considering a four-bandk:p
vide a theoretical background to the existing experiments offamiltonian-™ ] )
interband transition¥ This is somewhat surprising if we e carry out calculations of the near-infrar@dR) spec-
consider that these transitions are the basis for the applicd@ of an InGaAs quantum ring in order to qualitatively de
tion of quantum dots as laser emittéfstorage device®~¢  scribe the results reported by Petterstral."* Moreover, by
fluorescence markef$,etc. The underlying reason may be including a perpendicular magnetic field, we account for th
connected with the difficulty to explain experimental dataXperimental data reported in Ref. 12. Two different ways t
with the simple models usually employed in the literatureinsert the magnetic interaction term in the four-band Hami
such as the two-dimensional effective-mass model of ringonian, namely, the traditional Luttinger appro&tthereaf-
with parabolié®8-25or double-wefl*® confining potential,  ter referred to a#;) and our recent propogl (hereafter
In these models, the characteristic frequency of the radidleferred to a.,) are employed. We find that the calcula-
confinement and the nanostructure radius are fitting parantions performed with the latter are in better agreement wit
eters, and one cannot control the effects of real lateral widtfe experiment. Finally, we investigate the possibility of ob
and inner radius of the ring, which has been proved to senserving the so-called “optical” Aharanov-Bohm effétt®
sitively change the energy states of both elecftbrand in the InGaAs quantum ring. Our results show no trace ¢
holes®? In the present paper, we use a truly three-this effect for the given size of the ring and low values of th
dimensional model with an appropriate cylindrical square-magnetic field, which is also in agreement with experintént.
well potential?® which has already described the far-infrared
spectroscopy of quantum rings successftify L. THEORY
The strong nonparabolicity of the InAs conduction '
band®*! and, then, that of InGaAs, prevent the use of the The electron states are described by means of the or
parabolic band approximation, since it overestimates thdand effective-mass Hamiltonian with energy-depende
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experiment is obtained when using the LH and HH mass
(/M yun=y1%=27,) in the quadratic magnetic term anc
an average of the HH and LH masses nfl/=y;
—4y§/y1) in the linear terms. The corresponding Hamil
tonianH,, is shown in Table I. In these equatiors, is the
guantum number of the projection of the total angular m
mentumF=L +J onto the field axis}) is the Bloch angular
FIG. 1. Shape of the investigated quantum riagand quantum ~ Momentum §=3/2) andL is the envelope angular momen
lens(b). The ring height is 2 nm, the internal hole diameter 30 nm,tum. For sake of comparison, we also empléy (Ref. 49
and the external diameter 80 nm. The lens height is 6 nm and theTable 3 of Ref. 48 Equation(1) and the set of equations
diameter 20 nm. These shapes and sizes correspond to the na@nsidered for the hole states have been solved numeric:
structures measured in Ref. 11. using the finite-difference method on the two-dimension
grid (p,z) in cylindrical coordinates. The discretization o
(nonparabolit mass and envelope function approximation.the differential equations yields eigenvalue problems
The corresponding equation in cylindrical coordinates, in-asymmetric huge and sparse matrices, which have b
cluding a magnetic field perpendicular to the ring planesolved by the iterative Amoldi solv&rimplemented in the
reads, in atomic units, ARPACK packagé®
The electron wave function, in cylindrical coordinates, i

1
2m* (Eq )

(Bp)?
8m* (En )

Bm,
2m* (Ey )

111,6:1: ffnz(p,z)e'mzﬂsa), (3

where f;z(p,z) is the eigenvector of Eq(1) and |So)
=|S)|o) is the Bloch function for electrons, withr=a or

1
+5180Bo+V(p,2)~Enp, fam,=0, ()
.The hole wave function reads

wherem,=0, +1, +2,... is thequantum number of the

projection of angular momenturnonto the magnetic field Fz+3p2 :
(B) axis, n is the main quantum numbeg is the Lande ‘I’EZZM 72,73/2 fﬁz(PxZ)E'MZ‘bB/ZJz)5JZ(|:17MZ), (4)

factor,V(p,z) is the quantum dot potential corresponding to
the geometry shown in Fig. 1, amd* (E,, ) is the energy-

wheref*,\‘,I (p,z) are the components of the four-band Hami
dependent electron effective mass definetf by :

tonian eigenfunction an8/2,J,) are the Bloch functions for
holes.

m*(Enm,) Optical transition rates between the conduction- ai
m(E. -0 (B =0) valence-band states are calculated without including excil
nm, effects® The optical transition matrix element, if we con

sider unpolarized lighti.e., we add all three,y,z compo-
nents of the transition momerand transitions to bot{Se)
and|Sp) states, is just

(En,mz+ Eg)(En,mZ+ Eg+ ASO)(Eg+ 2ASC)lS)
B Eq(Eg+Aso)(Enm,+Eg+24s0/3) '

@

where m*(EnlmZ:O) is the electron effective mass in the

vicinity of the band edgeEy and Agq stand for the energy
band gap and spin-orbit splitting, respectively.

The valence subband mixing is taken into account by con-

sidering the two-bandactually four band with spink-p

Hamiltoniar****for the hole states. It results in a set of four

coupled partial differential equations jnandz. In a recent

2
|<‘1’§;\D\‘PEZ)|2=‘%: f?nzf'r?AdePdZP( OmM,

=SSP, ®)

where S2,, is the electron-hole overlap arfd is the Kane
parameter,P2=[(S|p,|X)|2. Note that the selection rule
dmm, selects, if any, only one of the four components of tt

paper’ we discussed several different ways of including theNole function. In order to obtain a smooth absorption spe
magnetic-field interaction in the multiband Hamiltonian. In trum, we replacesy, v, in Eq. (5) with a Lorentzian func-

the case of the four-barid p Hamiltonian, this interaction is

tion of energyk, i.e.,

enclosed in the diagonal elements of the multiband equations

only, so that the usual quadratic plus two linear Zeeman-like
terms appear. It is not the case for the higher-number-of-
bands Hamiltonians, where nondiagonal elements are also

involved® At the first glance, one would employ the LH and

1
[(WE [Pl VR )IP=SEHP?————, ®)
o e

F2

HH masses in the magnetic terms. We also pointed out in ) )
Ref. 46 that other mass coefficients may be also considerehere Een is the e-h pair energy, Ech=Eq m +Eq
In this paper, we show that especially good agreement with- Enr,~m,+, and[ is the transition half-width.
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TABLE I. Four-bandk-p EFA valence Hamiltonian in cylindrical coordinates.

(tw|# 10 (F15? = [# F~054d —y| #® 2F, a
———|=t-- V33— - B |5t 0
2 |gp? pPop p? dpiz p 0z 2 gp2 p p
L nm2n) F By F,(F,~1)-0.75
2 |2 4 e
45\F-1B
*[V*fli +V(p2)
\VT 2
= [ # F,-154 (yi—7v)| #* 14 (F—~05? = v2| #  2F,+1) 4
V33| 5—— - —Stoo— 0 3|t -
dpiz p 0z 2 ap? pp IS 2 | gp P dp
L, (n*2y) # B Fy(F,+1)-0.75
2 i 4 +T]

49%\(F,~1/3)B
( n- ?'72 +V(p,2)

=72| P 2F-1) 9 n—w|[# 14 (Fr057? - [ # Fr150
B~ 0 PR “V3yg o+ e
2 | 9p? P ap 2 ap? pdp I'a apdz p Jz
F, (F,—1)-0.75 Lot 7 B
+ 7;72 ] 2 24
42\(F,+1/3) B
f(w?fwmz)
0 Can|# 2F 0 — B P F4054 (724 y1) L2+li,“:z+1'5)2
oy a? P p dpdz p 9z 2 ap? P Ip p?
A L) [# B
P 2 |72 4
493\(F+1) B
’{ N 71)72 +V(p,2)
lIl. RESULTS the atomic force micrograph of uncapped quantum ring:

According to Ref. 11, an 80 nm outer diameter, a 30 n
inner diameter, aha 2 nmheight have been used. We alst

Although the ring morphology has been confirmed by dif-investigate a lens-shaped quantum dot of 6 nm height and
ferent microscopy techniquéghe question about a possible nm diametefsee Figure (b)]. Both ring and lens are made
shape change after the quantum rings are covered to corf INGaAs embedded in a GaAs matrix. The electron ban
plete the necessary layer structure deserves to be asdessédige effective mass employed)(E;, n, =0)=0.05 (Ref.
Far-infrared spectra have been thoroughly evaluated and the34), is close to the average effective masses predicted
seem to support ringlike electronic properfieRecently, InGaAs cut-torus shaped rinjsand lens-shaped dotéThe
Pettersoret al!! carried out NIR measurements of quantum conduction-band offset is set to 0.77 eV, roughly 70% of tt
rings in order to confirm the ringlike geometry. Comparisonband-gap difference between pure InAs and G¥Agor the
of neutral exciton energy structure of covered rings with thatvalence band, the InGaAs Luttinger parameters*ang
of lens-shaped quantum dbtsvas qualitatively consistent =11.01, y,=4.18, and y3=4.84. The corresponding
with the expected properties of a quantum ribgt it could  valence-band offset is 0.38 eV, and splitdffy, 0.36 eV.
still be argued that all their ring data corresponded to dot$-or simplicity, the electron and hole effective masses a
with smaller vertical dimension and larger lateral exteWe  considered homogeneous in the entire structure. Since
simulate their transmission spectrum in this section by calinAs energy band gap is 0.42 eV and that of GaAs 1.52 €
culating thee-h interband transitions of a quantum ring and a reasonable value of 0.86 eV is used for the InGaAs nar
a lens-shaped quantum dot. structures studied.

The shape of the ring we investigate is a cut tosese Figure 2 shows the calculated absorption spectrum for t
Figure Xa)]. This geometry corresponds to that observed inquantum ring(thick solid line and the quantum lenglotted

A. Absorption spectrum
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than that of the lens. We also predict this increment, althou
our estimated oscillator strength ratio of 4.5, a bit larger thi
the experimental value of 2.9, is close to other calculatio
on related systenfS A better fit would probably be achieved
by including strain forcese-h Coulomb interaction, or ring
eccentricity effects, which have been proved to modify tt
wave function distributiod:>+26

An apparent discrepancy between our calculation and 1
experimental data for excited states of the ring comes acrc
However, we should point out that recent evideAdds
strongly suggest that the high-energy peaks of the expe
mental ring spectrum do not really belong to excited-ste
Energy (V) transitions of the ring, but to the ground-state transitions o
n,§econd typeof ring. This is most likely due to a bimodal
ring (thick solid ling and quantum lengdotted ing with sizes dlstrlbqtlon in the vertical confinement of the grownlrlr?ds.
same as those measured in Ref. 11, and absorption spectrum of a In Fig. 2 we also present the cal(_:ulate_d ?bsorP“O” Spt
nearly flat InGaAs quantum ler{thin solid lin. trum for a Ien§—shaped quanltum dttin solid ling wlth the

same outer diameter and height as the quantum ring, nam

line). A broadening parametdf="5 meV has been used to 2 M height and 80.0 nm diameter. The results reveal that
account for the size distribution in actual InGaAs self-0scillator strength of the fundamental transition of this ler
assembled nanostructures. would be far less intense than the peak which is observec

For the quantum lens, the leftmost peak arises at 1.082 e¥he experiment. Therefore, our model supports a ringlil
This peak corresponds to the transition to the electron grounghorphology, discarding a simple oblate lens, as the one g
state (=1, m,=0) from the lowest dipole-allowed hole ing rise to the exp(_erlmental data in the near infrared.
states (all the low-lying hole states withF,=—1.5, It is wo_rth mentioning that our model, in contrast to t_h
—0.5,0.5,1.5). As the energy increases, we observe othéne used in Ref. 30, does not need to arbitrarily fltl confin
groups of peaks nearly evenly spacgde energy distance mentg) parameter, or make assumptloqs on the ratio of cc
between two consecutive groups being about 90 mEdch tnbutlpns from the HH and LH states in order to cqrrectl
group includes transitions from holes to a given electrorflescribe the ring energy structure. It should be additiona
state. The different groups correspond to electron states withfressed that the parameter fitting carried out in Ref. 30 .
increasing values ofm,| but the samen, i.e., transitions to  Sumed that the rightmost peaks of the ring spectrum origini
(n=1, m,=0) appear at about 1.08 e\a€ 1, |m,|=1) at from trar;ilztlons to excited states, an assignment no loni
about 1.17 eV, i§=1, |m,|=2) at about 1.26 eV, etc. Tran- believed:
sitions involving electron states witm=2 are usually
weaker. Some of these transitions appear in the same energy
region as the group of peaks corresponding to transitions to
(n=1, |m,|]=1) electron states. For example, the transitions The switch on of a magnetic field perpendicular to t
corresponding to then=2, m,=0) electron state appear at growth plane of the quantum rings is of special interest b
about 1.24 eV. cause the diamagnetic properties @h pairs confined in

In the case of the quantum ring, we only see a stronguch a topology are expected to lead to Aharanov-Bol
single peak at 1.314 eV. This peak originates from transition$AB) effects. However, there is still some uncertainty on tt
involving the electron ground and the lowest azimuthal ex{ossibility of observing these AB phenomena in quantu
cited statesif=1, m,=0, +1,...). Thefirst transition to  ring excitons:®*5~"25*Recently, Hafiet al'? measured the
the n=2 electron state appears at 1.406 eV. However, thiphotoluminescence emission of quantum ring neutral ex
peak cannot be detected in the experiment, due to the tunndPns as a function of the applied magnetic field. We simule
ing of carriers into the wetting layer produced by photonsthis experimental spectrum using the same ring paramet

Absorption

1.05 1.1 115 1.2 1.25

FIG. 2. Calculated absorption spectrum of an InGaAs quantu

B. Magnetophotoluminescence spectrum

with energies beyond 1.4 eV. as in the previous calculations. The Larfdetor we employ
The main features of our simulated spectrum agree veris the estimated average for the lowest state of a cut tor
well with experiment(Fig. 2 of Ref. 11. with sizes similar to that we investigatéyhen no magnetic

(i) In the experiment, the fundamental transition arises afield is appliedg=—3.94 Such a value of the Lardac-
1.31 eV for rings, and slightly below 1.1 eV for lens. This is tor yields very small Zeeman spin splitting. Then, we do n
consistent with our calculated values of 1.314 eV and 1.082eed further refinements on the Lani@etor description to
eV, respectively. qualitatively reproduce experimental data. For the valenc

(i) In the experiment, first excited transition for the lensband hole states calculations, we use the above-mentio
is about twice as intense as the fundamental transition. In ouramiltoniansH., (Table ) andH, (Table 3 of Ref. 4G The
calculations, the ratio between first excited and fundamentaiesultinge-h pair energies are shown in FiggaBand 3b),
transitions intensity is 2.2 for the lens. respectively. It comes from Fig. 3 thai., describes the

(iii ) In the experiment, the oscillator strength correspond-experiment(Fig. 1 of Ref. 12 better thanH . Thus, Hey
ing to the fundamental transition of the rings is quite strongeyields diamagnetic behavior for theeh pair states in agree-

075307-4



MAGNETO-OPTICAL TRANSITIONS IN NANOSCOPIC RINGS PHYSICAL REVIEW B8, 075307 (2003

1316 1.315
A B
. ~
. 1814 o . %
1315 * . g
2 ., " 51,313 '. "... :‘?
£ . -
e . B N 5 13121 i
E s’ 2 ram2 . | |
1314 .
. . .. 1.310 L L L L L L '
. 1311 0 2 4 6 8 10 12 14
. .
e e * B (D)
1.313 1.31 . .
01234567889 01234667859 FIG. 4. Energy spectrum of the lowest-lyimgh pairs vs mag-
B(T) B(M netic field. Only the states which become fundamental for sor

value of the field are represented. The states are labeleanpy (
FIG. 3. Calculated photoluminescen@®.) emission spectra of F,). Solid lines correspond to states involving heavy hole comp
a quantum ring vs a perpendicular magnetic fi¢&l.PL spectrum  nents of the hole function. Dashed lines correspond to transitic
obtained withHe,. (b) PL spectrum obtained withi, . involving light hole components. The dotted line corresponds tc
“dark” ground state. The magnetic-field interval for which this on
is the ground state is grey shaded.
ment with the experiment, which is not the caseHfyr. The
latter Hamiltonian predicts a strong stabilization of the
lowest-lying hole states with increasing values of the magthe optical AB effect is a quasi-one-dimensional model wi
netic field. This is reflected in the calculated photolumines-one-band approximation for the hole statbs? The quasi-
cence(PL) emission as a peak redshift, which is not ob-one-dimensional model cannot account for the electron &
served in the experiment. In contralst,, yields a small blue hole wave functions compression gnwith increasing mag-
shift for the PL peak’ in fa||-|y good agreement with the netic fle'd?l which we have checked to be significant fo
experiment? As a matter of fact, the measured experimentallnGaAs nanorings. Moreover, the one-band approximati
PL peak exhibits a slightly stronger diamagnetic shift tharfor the hole states misses some of the allowed channels
the calculated on shown in Fig. 8a). The inclusion oe-h  dipole transitions. Therefore, we employ here a more real
Coulomb interaction and other minor effects might accountic model that takes into account both ring thickness a
for this discrepancy. Nevertheless, it should be stressed thatH-LH coupling.
this difference in diamagnetic shifts is just seveuaiV/T2. We investigate the optical AB effect in a ring of the sam
Therefore, no matter what the number of refinements wéize and defining parameters as used in the preceding
would introduce in our theoretical model, the actual inaccutions. The electron states are calculated by means of .
racy on the experimental determination of nanostructure@nd the hole states are calculated usig,. The electron

sizes and shapes is the accuracy limiting factor of the result§Pin splitting would equally affect all the low-lying energ)
levels, leaving results qualitatively unaltered. Thus, the ele

tron spin-splitting term is dropped in these calculations. Fi
ure 4 shows the lowest-lying-h-pair energy-levels versus
Figure 3 encloses the calculated ring PL energy transitionthe applied magnetic field. The symmetry of the states
versus magnetic field given by both,, and H, Hamilto-  represented byng,,F,), wherem, is the azimuthal quantum
nians. In both cases, the slope of the calculated PL energyumber of the electron state aRd is thez projection of the
transitions is almost constant with the field, so that no cleatotal angular momenturf of the hole. In the figure, a clear
evidence of AB oscillations in the PL spectrum is predicted.aperiodicity in the ground-state angular momenta sequer
This is in agreement with previous theoretical studies, whicHor increasing values of the field, can be seen. For magne
also predict negligible AB effect amplitudes for the actualfield values below 0.9 T, the ground-state symmetry is (
nanorings radii and field$:2>?However, an optical conse- —1.5). This symmetry changes inte-(L,— 1.5) between 0.9
quence of the AB oscillations has been recently pointed and 1.5 T and then keeps on changing at irregular interv
out?~2The “optical” AB effect holds when the magnetic as the magnetic field increases. We illustrate this grour
field induces successive symmetry changes in the electrostate symmetry change in Fig(a, where the electrofup-
and hole ground states. In general, these symmetry changpsr pari and hole(lower par} lowest-lying energy levels are
occur at a different rate for electron and hole states, due tdepicted for magnetic field values up to 9 T. The mass
their distinct masses and lateral separation, so that certalmles, heavier than the mass of electrons, leads to magne
values of the magnetic field may lead to ground-state excifield windows, for a given ground-state symmetry, wide
tons not fulfilling the interband selection rules. This would than those of electrons. We have also carried out calculatit
turn into a suppression of the PL emission in certainusingH_. They show almost no width difference betwee
magnetic-field windows. Unlike other AB phenomena, thethe windows of electron and hole ground stafese Fig.
optical AB effect is expected to be detectable with single-do6(b)]. The underlying reason is thel, leads to anticrossings
PL spectroscopy. The theoretical model used so far to justiffor the hole states which provide LH character to the hc

C. Optical Aharanov-Bohm effect
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ground stategthe mass of an InGaAs LH is 0.052, very the PL of Fig. 3. On the other hand, the proximity betwee
close to the electron mass, 0.05). Conversily, does not the predicted “dark” ground state and “bright{dipole-

yield such anticrossings and the hole ground states mainlgllowed state energies may conceal the optical AB effe
show HH character in this case. As a consequence, Fil). 5 due to phonon-induced energy levels coupling. However,
shows significant width differences between the electron anghe temperature of experimental quantum ring PL measu
hole magnetic-field windows for a given ground-state sym-ments T=4.2 K), these phonon-induced phenomena shot
metry. In what follows, we will only consideH., since it ot be important. We then expect that the optical AB effe

better describes the PL spectrum. The ground state in Fig. &ould be detected in InGaAs quantum rings for relatively lo
occasionally involves LH components of the hole wave func'magnetic fields.

tion (dashed lines A simple one-band model with HH mass
cannot account for these states. The suitability of a multiband
Hamiltonian, which includes the HH-LH coupling, is hence
confirmed.

All the e-h pairs follow, up to 9 T, thes, w, selection We calculated near-infrared spectra of an InGaAs nan
rule, as can be seen in Fig. 4. This is in agreement with théng, modeled as a cut torus, by using thep method with
experiment? where no magnetic-field induced quenching of rectangular band-offset potentials in three dimensions. F
the PL was detected for the same ring radii and fields ashe electron states, the one-band effective mass model v
those we study here. Additionally, we explored thé pair  energy-dependent mass and, for the hole states, a four-b
ground-state symmetry for higher values of the magneti¢amiltonian was employed.
field, looking for a trace of the optical AB effect. Our calcu- e provided theoretical understanding to a number
lations reveal a dipole-forbiddedark e-h pair ground  guantum rings NIR experimental observations. First, the
state, (-8,~5.5), in the vicinity of 14 T(dotted line in Fig.  sqrption spectrum of the quantum ring was calculated in &
4). Notice that the magnetic-field window of this “dark” gence of magnetic field. Two different lens-shaped quant:
state is quite narroabout 0.8 7 and that its energy differ- 515 gpectra were also included for comparison. Our rest
) h ; : : Show excellent agreement with a recent experiment carr
!nclusmn of further refinements in the theoretical modgl may by Pettersoret alX We confirm that the intense peak:
imply a rearrangement of the energy levels and this rearg b d at high photon enerdies cannot be assiane
rangement might, in turn, remove the dark ground statet. ey observed at nigh p g Lo 9
However, the major effects we have not considered in ouf;lﬂat guantum dot, giving then support to ringlike geqmetr
model are the Coulomb interaction and the strain and piezosecond' the _PL emission spectrum of the quantum ring v
electric potentials. The Coulomb interaction has been theoSUS Perpendicular magnetic field was calculated. We co
retically proved to reduce the-h separatior®® In principle, ~ Pared two different ways of including the magnetic-fiel
this effect could shift the predicted dark ground state towardem in the valeqce—bazr;d Hamiltonian: the traditional on
higher magnetic-field values. On the contrary, the strain angePorted by Luttingéf** and our recent proposdi. We
piezoelectric potentials can drastically increaseaHever- ~ found that the latter gives better agreement with tt
tical and lateral separation in a quantum rifgThis lateral ~ experiment? We investigated the optical AB effédr®® in
separation would be larger than the one we estirfiadeely the quantum ring. No trace of this effect was detected f
0.5 nm for the ground state &=0 T), leading to an en- magnetic-field values up to 9 T, which is in agreement with
hancement of the-h symmetry change rate difference. The recent experimental PL spectrdfFinally, our model pre-
compensation between the Coulomb interaction and strairdicts that the optical AB effect may be seen for current
piezoelectrical potentials could be partly responsible for theealizable quantum rings and moderate magnetic-fie
accuracy and reliability of our calculations, as can be seen istrenghts.

IV. CONCLUDING REMARKS
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Magnetization of nanoscopic quantum rings and dots
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The magnetization of one- and two-electron quantum dots and a series of quantum rings with increasingly
larger inner radii is calculated using a three-dimensional model with realistic finite confining potential, includ-
ing strain and Coulomb effects. A change in topology leads to a sharp response in the calculated magnetization.
The magnetization is also extremely sensitive to changes in the length of the inner radius of the ring. These
results suggest the use of magnetization as a tool, complementary to far-infrared spectroscopy, for probing the
topology of nanocrystals. Our calculations also reveal that atomic Zeeman splitting and, more especially,
electron-electron interaction induce significant changes in the magnetic moment of a quantum ring of nano-
scopic size.

DOI: 10.1103/PhysRevB.70.081301 PACS nunider73.21-b, 75.75+a, 71.70.Ej

Magnetization measurements provide direct access to thmagnetic field perpendicular to the ring plane, can be written
quantum electronic structure of semiconductor nanocrystalgn atomic units as
often outperforming transport or far-infrared absorption
experiments:? For example, in few-electron parabolic quan- (.1 1 (Bp)®
tum dots the generalized Kohn theorem prevents dipole- "™\ 2"\ m* (E,.:p.2) 8m* (Epmipn2)
allowed transitions from revealing many-body effettim ' '

contrast, magnetization studies have been useful to observe Bm 1 .

some of these effects, such as the spin-singlet-spin-triplet  ome (Enmip:2) * ZﬂBg(E”’m’P’Z)BU+V°(p'Z)
transitions of the ground stateln mesoscopic quantum '

rings, magnetization has also been used to investigate the +agendp z)> D
electronic properties of these nonsimply connected quantum anms)

systems:®

Recently, self-assembled InAs/GaAs rings, which are ifvherem=0,+1,+2,... is thequantum number of the pro-
the nano-scale, have been syntheskzatiese nanocrystals jection of the angular momentum onto the magnetic fiéf
have been imaged by atomic force micrograptyyt the —axis, n is the main quantum numbevYi(p,2) is the finite
question of whether they preserve the ring-like topology af<onfinement potential corresponding to the geometries
ter being covered with GaAs or not is difficult to assess.shown in the insets of Fig. 1, ant* (E,m;p,2) and
Far-infrared experiments of one- and two-electron nanog(E, ,;p,2) stand for the energy- and position-dependent
scopic rings in a magnetic field have been carried out irmass and Landé factor, respectivilya, denotes the hydro-
order to clarify this issué° Although the resuilts seem o static deformation potential for the conduction band, agd
agree well with theoretical predictions for ring structuteS, is the hydrostatic strain, which we calculate within the
the low resolution of the reported absorption spectra makegamework of the isotropic elastic theot§28 It should be
any complementary confirmation highly desirable. Very re-ynderlined thatv, must be a step-like, finite confinement
cently it has been reported that magnetization can be used g3tential in order to achieve a realistic description of the
a tool for probing the reduction of symmetry in quantum eftect of the inner hole and the magnetic field penetration
dots??-#In this work we show that magnetization also re- jnio the ring regio>1°Finally, since exchange and correla-
veals the topology of a nanocrystal. tion effects are known to have a strong influence on the

The predicted response of nanoscopic rings to homogénagnetization of quantum dots with interacting electrbffs,
neous magnetic fields seems to be different to that of mesqs configuration interaction procedure is used to calculate the
scopic rings;® then the effect of electron-electron interac- yq_electron eigenstates and eigenenergies. The two-electron
tions may also be different. In the case of mesoscopic festates can be labeled by tagrojection of the total angular
electron rings where only the lowest Landau level isyomentum M=m,+m, total spin S=oy+0, and main

populated, electron-electron interactions do not play a siggyantum number Nt The total magnetization of the nanoc-

nificant role in magnetizatiohSince, to our knowledge, the rystals at zero temperature is defined by

only theoretical study on the magnetization of few-electron

nanoscopic rings that has been performed so far only consid- =

ers independent particlé&we include in this note the study M=- B’ @

of the magnetization of two-electron rings and dots with and

without Coulomb interactions in order to assess the role ofvhereE, is the total energy for a given N-electron system.

electron-electron interaction in nanoscopic sized rings. We investigate self-assembled InAs quantum dots and
The model we use is that in Ref. 11. The one-band effecrings embedded in a GaAs matrix. The dot is lens-shaped

tive mass Hamiltonian for the electron states, including aand the shape of the rings is a cut torus. The cross sections of
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FIG. 2. Magnetization of one-electron nanocrystals with in-
creasing inner radius. From bottom to top the curves correspond to
Ry=0 nm, R,=1 nm, R;=2 nm, R;,=5 nm andR,;=10 nm. The
curves are offset by 1.0 meV/T.

configuration interaction calculations include all the single-
particle states up to 35 meV away from the ground state for
the ring structures and up to 50 meV for the quantum dot.
We have checked that the use of larger basis sets does not
significantly change the low-lying two-electron states within
the range of the magnetic field that is studied.

Figure 1 shows the electronic structure vs a magnetic field
for nanocrystals withR;,=0 (a), and R,=5 nm (b). Solid
lines are used for spin up and dotted lines for spin down
— levels. It can be seen that the changes induced by the pres-

= (b) ence of the inner hole of the ring in the monoelectronic en-
0.59 ; - - ; L ergy structure are dramatic. It significantly reduces the en-

0 6 ; ] -

B(T) ergy spacing between consecutive anmuthal levets

=0,£1,£2,..) atB=0. As a result, changes in tlzecom-

FIG. 1. Energy levels vs magnetic field of one electron in aponent of the ground state angular momentum, fros0 to
quantum dot@ and in a quantum ring witfR,=5 nm (b). Solid ~ m=-1 and fromm=-1 to m=-2, take place at 2.8 and
lines denote spiw levels, and dotted lines spjgilevels. The insets 8.6 T, respectively, while the quantum dot ground state is
show the cross section of the investigated@pper pangland ing  m=0 over the whole range under study, 0-20 T. Indeed,
(lower pane). these angular momentum changes in the ground state never

occur in the one-electron dot, where the low-lying levels
the dot and rings can be seen in the insets of Fig@.dnd  converge to the first Landau level without crossifgsi-
1(b), respectively. Following recent measureméhtgs take  though differences between quantum dot and ring energy
the height at the inner edge of the cross section of the ringstructure were expected from the topological change of the
to be 4.5 nm and then we let it decrease as a spherical caskgbtential, their magnitude is worth highlighting. Typical
The outer radius of the rings is fixed at the approximateinAs self-assembled rings have an inner radius ranging be-
experimental value of 60 nm and the inner radi&,) is  tween 10 and 15 nh? Therefore, the evolution of their en-
varied from 0 to 10 nm. The same material parameters as iergy levels with a magnetic field will show a behavior that is
Ref. 11 are used here. We have assumed the InAs/GaAdearly different to that of a quantum dot. This can be seen in
band-offsetV (matrix)=0.77 eV, to be the confinement po- Fig. 2, where the magnetization curves of a quantum dot and
tential. Such a potential has successfully described the exguantum rings with increasingly larger inner radii are de-
perimental far-infrared resonances of InAs ringslowever,  picted. The magnetization curves are offset by 1.0 meV/T
its finite magnitude allows some electron density charge tdor clarity. In the quantum dot limitR,,=0), magnetization
spread over the inner hole of the ring, so that introducing ars smooth over the entire range of studied magnetic fields.
inner hole does not actually change the topology of the elecHowever, an inner radius as small&s=1 nm already leads
tronic density distribution from a simple to a twofold con- to a discontinuity(or step at 11.3 T. Such a step is related to
nected one. Instead, it produces a rather gradual transitiothe change in ground state angular momentum in the quan-
Assuming higher confinement barriers would lead to a furtum ring, as described above. By increasing the inner radius,
ther enhanced quantum ring-like electronic structirbut  the step shifts toward weaker magnetic fields and becomes
again it is worthwhile noting that our conclusions are ob-sharper. This is because the slope of the energy levels in a
tained for a realistic, finite, value of the confinement poten-magnetic field gets steeper as the ring becomes narféwer.
tial. Equation(1) is integrated numerically by employing fi- An inner radius ofR,,=5 nm already yields two steps that
nite differences in a two-dimensional grifp,z). The can be seen at 2.8 and 8.6 T. These steps correspond to the

Energy (eV)
e
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electron dot and rings with various inner radii to investigate
whether it is possible to distinguish them by means of fields
that are even weaker than in the one-electron case. The cor-
responding results are plotted in Fig. 3, the curves being
offset by 1.0 meV/T. A major difference with respect to one-
electron magnetization can be found in the magnetization

g

P

\J\\ ]
T

L L L L L

2 4 6 8 10 12
B(T)

curve of the quantum dot: whereas in Fig. 2 no step was
present in theR,=0 curve, in Fig 3 a step shows up at
11.15 T. The origin of this new step is the spin-singlet-spin-
triplet transition that the exchange energy induces in the
ground state of two-electron da¥s.Such spin oscillations
are also present in the ground state of two-electron quantum

rings and thus a step can be also seen in g1 nm

FIG. 3. Magnetization of two-electron nanocrystals with in- curve, but at a magnetic field that is much lower than that of
creasing inner radius. From bottom to top the curves correspond tthe dot. Further steps appear when the size of the inner hole
Rn=0 nm, R,=1 nm, R;;=2 nm, R;;=5 nm andR,,=10 nm. The increases. In general, the steps of the two-electron quantum
curves are offset by 1.0 meV/T. ring magnetization show up at weaker fields than in the one-

electron case. This is mostly due to the exchange interaction.

level crossings in the ground state shown in Figh)1An  Our results highlight the fact that low-field magnetization
inner radius ofR,=10 nm yields three steps at about 2, 6.2, measurements unambiguously reveal the topology of cov-
and 10.6 T. It should be noted that the magnetization curvesred InAs/GaAs nanocrystals with one or two electrons. It
are not periodic. This is due to the penetration of the magshould be stressed that ring morphology is evidenced by the
netic field into the ring regioR!® Finally, by increasing the presence and the position of the magnetization steps. This
magnetic field the additionally arising steps gradually be-probe can be complemented with estimates of the circular
come flatter due to the smaller changes in slope at the crossymmetry also performed using magnetization data, since
ing points(see Fig. 1b)). It can be concluded from Fig. 2 asymmetry leads to variations in the size of the steps, rather
that the magnetization of a one-electron quantum dot ishan in their positiond?*3
markedly different to that of any quantum ring. These differ-  In order to study the influence of Coulomb interaction on
ences can be traced at relatively low magnetic fields, evethe magnetization of nanoscopic rings, in Fig. 4 we illustrate
for inner holes as small &,=1 nm. the magnetization curves of a one- and two-electron quantum

In quantum dots, electron-electron interaction pushes theng with R;;=5 nm, and those of the one- and two-electron
magnetization steps toward lower values of the magnetiquantum dots, which are shown for comparison. Figutey 4
field?® Hence, we calculate the magnetization of a two-and 4b) show the magnetization of the one-electron dot and
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FIG. 4. Magnetization of a one-electron quantum @ta one-electron quantum ring wit,=5 nm(b), a two-electron quantum dét)
and a two-electron quantum ring wifR,=5 nm (d). In (c) and (d), solid lines represent interacting electrons and dashed lines non-
interacting electrons.
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ring, and Figs. &) and 4d) and show the magnetization of give rise to the additional magnetization steps which do not
the two-electron dot and ring, respectively. In Figs)land  appear in the one-electron case. Moreover, the triplet states
4(d), solid lines are used for interacting electrons and dashedomains’ grow wider as the magnetic field increases because
lines for non-interacting electrons. The two-electron magneef its larger Zeeman contribution to the energy. On the other
tization without Coulomb interaction can be constructedhand, when the Coulomb interaction is considered very im-
from the single-particle levels of Fig. 1 assuming single oc-portant changes take place in the quantum ring magnetiza-
cupancy of the two lowest one-electron spin-orbif@ich  tion: the position of the steps is very different than that of the
are not degenerated exactly due to Zeeman splita@ach  non-interacting picture due to variations in the electron inter-
value of the magnetic field. Therefore, for the quantum dotevel spacing and to exchange interactions, which in turn
the magnetization of non-interacting electrons is the same davor the triplet ground state configuration. The exchange
that of the one-electron case but about twice as big in magnteraction also accounts for the sharper steps coming from
nitude. Only when Coulomb interaction is included a stepthe triplet ground state. It is therefore concluded that both
can be found in the magnetization curve. This originatesatomic Zeeman splitting, which is often neglected in InAs
from the possibility of spin oscillations, which is in turn rings calculationgon the grounds that it makes a relatively
induced by the electron-electron mte.racnon..Morleover, it casmall contribution to the energ? and the Coulomb inter-

be seen that the electron-electron interaction increases thgvion are essential for a realistic description of the magnetic
magnitude of magnetization in the field regiBr<11 T. The  gperties of nanoscopic rings. The role of electron-electron
underlying reason is that the repulsive Coulomb interactionnteraction in few-electron nanoscopic rings is thus remark-
makes the ground state of interacting electrons be more exp,y diferent to that predicted for mesoscopic rings using a
tended than that of non-interacting orfé&or the quantum yo_dimensional model with parabolic-like confinemént.

ring, the two-electron magnetization is clearly different than |, summary, we have studied the magnetization of one-
that of the one-electron case even in the absence of Coulomfq two-electron nanoscopic dots and rings with different
interaction. This can be explained in terms of the contribU{yner radii, Magnetization is very sensitive to the presence
tion of the atomic Zeeman term to the one-electron energ¥ng size of an inner hole. Thus, it can be used to probe the
structure. In the absence of an atomic Zeeman t@Rk tonology of a nanocrystal using relatively weak magnetic
and o= states in Fig. (b) would be degenerate and the fie|ds. We have also found that atomic Zeeman splitting and
magnetization of the non-interacting electrons should bjectron-electron interaction cannot be neglected in calcula-
similar to that of the one-electron case but with sharper stepgions of magnetic properties of few-electron nanoscopic
However, the atomic Zeeman term lifts the degeneracy Ofjngs,

o=a ando=p states aB+ 0. This originates short magnetic

field domains where the two-electron ground state is a triplet Financial support from a MEC-FPU grant and UJI-
(around 2 and 8 T in Fig(b)), and such triplet ground states Bancaixa project P1-B2002-01 are gratefully acknowledged.
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Far-infrared absorption of self-assembled semiconductor ringsi

J. Planelles* and J.I. Climente
Departament de Ciéncies Experimentals, UJI, Box 224, E-12080 Castelld, Spain
(Dated: December 21, 2004)

We report a theoretical description of far-infrared spectroscopy experiments on self-assembled
quantum rings in a magnetic field [A. Lorke et al., Phys. Rev. Lett. 84, 2223 (2000)] which, for
the first time, accounts for the full set of experimental resonances. In our calculations we use a
3D effective-mass model with a realistic finite step-like confinement potential, including strain and
Coulomb effects. We assume a bimodal distribution of ring sizes.

1We dedicate this paper to Josef Paldus in celebration of his 70th anniversary and his
many outstanding contributions to quantum chemistry.

Keywords: Quantum ring, Quantum dot, Magnetic properties, Absorption spectroscopy, Coulomb

integrals.

PACS numbers: 73.21.-b
I. INTRODUCTION

Quantum rings have received a great deal of attention
from researchers in the condensed matter field, over the
last two decades.>%%5 It is mainly the magnetic prop-
erties of these systems that make them so interesting.
When a quantum ring is pierced by a magnetic field per-
pendicular to the plane of the ring, the Aharonov-Bohm
effect® leads to a persistent current of the charge as well
as to oscillations of its energy.” Experimental evidence
for Aharonov-Bohm oscillations is available from metal-
lic and semiconductor rings in the mesoscopic regime.>®
However, mesoscopic rings may be subject to electron-
electron, electron-impurity and electron-phonon scatter-
ing. Thus, the recent realization of nanoscopic disorder-
free few-electron quantum rings is acknowledged as a ma-
jor developement in the low-dimensional domain where
new physics driven by confinement, electron correlations
and the influence of an external applied field can be
explored.”

Nanoscopic rings can be synthesized either by means of
self-assembly'® or litographic techniques.!! One advan-
tage of self-assembled structures over their litographic
counterparts is a superior optical quality, which makes
them especially attractive for device applications.'? Al-
though atomic force micrographs of self-assembled rings
evidence their ringlike geometry,'? such images are taken
before the rings sample is covered with matrix mate-
rial. Since embedding these structures in a semiconduc-
tor matrix is essential for practical applications, spec-
troscopy experiments were performed on covered sam-
ples to confirm whether the ringlike geometry is still pre-
served or not.!3141%1617 Farinfrared (FIR) absorption
spectroscopy on a macroscopic number of self-assembled
rings, each of which charged on average with one'¢ and
two'7 electrons, was measured as a function of an ex-

ternal magnetic field. Characteristic spectral features
at about B = 8 T were attributed to the change,
from 0 to —1, of the ground state z-projection of angu-
lar momentum. %171 This interpretation of the exper-
iments relies on two-dimensional effective mass models
with a parabolic-like confinement potential (the potential
typically used to investigate mesoscopic rings®). Indeed,
these models yield reasonable agreement with most of the
experimental data, but they also involve a few issues not
completely understood, namely:

(i) Different characteristic frequencies of the confine-
ment potential are needed to fit the corresponding ex-
periment if the rings contain one or two electrons, even
though the ring sample is actually the same.!618

(ii) An effective radius R = 14 nm is needed to fit the
experiment.'%171® This is somewhat surprising because
atomic force micrographs show the inner radius to be
R;n = 10—15 nm and the outer radius Roy ~ 60 nm.}719

(iii) The calculated relative intensities of the low-lying
and high-lying sets of resonances differ by at least one
order of magnitude,'6!® whereas, experimentally, they
are found to have similar oscillator strength.”

(iv) The highest energy resonances which are calcu-
lated in the presence of a magnetic field overestimate the
energy position of the corresponding experimental peaks
(marked with dots in Figures 3 and 6 of Ref.16).16:18

(v) A few experimental resonances (marked with
crosses in Figures 3 and 6 of Refl6) cannot be
explained. 1618

The first and second issues are inherent shortcomings
of two-dimensional models with parabolic-like confine-
ment potential, which require precise knowledge on the
energy spectrum beforehand to fit several parameters.
The third and fourth issues were overcome in a later work
by Puente and Serra using a two-dimensional model with
an improved form of the parabolic-like potential barrier



for the inner radius of the ring.?® However, their model
brought about a new interpretation of the FIR experi-
ments suggesting that a mixture of high- and low-barrier
rings must be contained in the sample of Ref.17. More-
over, the change in transition energy at B = 8 T was
no longer attributed to an Aharonov-Bohm oscillation
but to a crossing between the energy levels of the two
different types of quantum ring. This hypothesis of a bi-
modal distribution of ring sizes agrees with recent obser-
vations on near-infrared spectroscopy of self-assembled
rings. %2122 Ref.20 calculations also received strong sup-
port from our recent work.?® In this work, by describing
a two-electron self-assembled ring with a truly, fittings-
free, three-dimensional model, we obtained results which
are very similar to their predictions for high-barrier rings.

In this paper, we calculate the energy levels and FIR
absorption spectra of one- and two-electron InAs/GaAs
dots and rings with two different inner radii. The model
used is the same as in Ref.23, which includes strain and
Coulomb effects, as well as, a realistic finite confinement
potential to describe the semiconductor heterostructure
interface. Our results show that the combined absorption
spectra of the two rings agree qualitatively well with the
experimental data and overcome all the aforementioned
shortcomings of two-dimensional models. To our knowl-
edge, this is the first theoretical description which is able
to account for all the experimental FIR resonances of
Ref.17, including those marked with crosses.

II. THEORY AND CALCULATION METHODS

The one-band effective mass Hamiltonian for the elec-
tron states, including a magnetic field perpendicular to
the ring plane, can be written in atomic units as

(1 1 (B)?
He’< 2v<mﬂﬂmﬁﬂ@v>+8mﬂﬂmﬁﬂ@

Bm 1
— 4= Enm:p.2)B
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where m = 0,£1,£2,... is the quantum number of
the projection of the angular momentum onto the mag-
netic field (B) axis, n is the main quantum number,
V.(p, z) is the finite confinement potential corresponding
to the geometries shown in Figure 1, and m*(E, m; p, 2)
and ¢(E, m;p,2) stand for the energy- and position-
dependent mass and Landé factor, respectively.?* a, de-
notes the hydrostatic deformation potential for the con-
duction band, and epyq is the hydrostatic strain, which
we calculate within the framework of the isotropic elas-
tic theory.?%:26 Tt should be underlined that V, must be a
step-like, finite confinement potential in order to achieve
a realistic description of the effect of the inner radius and
the magnetic field penetration into the ring region.?”8

A configuration interaction procedure is used to calcu-
late the two-electron eigenstates and eigenenergies. The
two-electron states can be labeled by the z projection of
the total angular momentum M = m; + ma, total spin
S = 01 + 02, and main quantum number N. The op-
tical absorption intensities for intraband transitions be-
tween electron states are calculated within the electronic
dipole approximation.?? We assume non-polarized light,
although most of the intensity arises from the in-plane
light components. We also assume T' = 0 K, and there-
fore only transitions from the ground state are calculated.
In order to obtain smooth spectra, the transition prob-
abilities are represented employing Lorentzian curves of
half-width I' = 0.5 meV. Further details about the theo-
retical model are given in Ref.23.

III. RESULTS AND DISCUSSION

We investigate three self-assembled InAs quantum
structures embedded in a GaAs matrix. Their cross-
sections on the (p, z) plane are represented in Figure 1.

o
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FIG. 1: Schematic cross-section of the three structures under
study.

The first structure (QD) is a compact quantum dot,
the second one (QR1) is a quantum ring with a small in-
ner radius of R;;, = 1 nm and the third structure (QR2)
is a quantum ring with an inner radius of the size mea-
sured by atomic force microscopy, R, = 10 nm. All
three structures have an (outer) radius of 63 nm and a
height of 4.5 nm, which are close to the experimental di-
mensions observed in uncovered self-assembled rings.”19
The three structures can be seen as different stages of de-
velopement of a quantum ring. The dot is lens-shaped
and the shape of the rings is a cut torus with sheer in-
ner wall. Experimentally, it has not been established if
the quantum rings are made of pure InAs or an InGaAs
alloy. However, we assume pure InAs composition for all



three structures and use the same material parameters
as in Ref.23. An InGaAs alloy is expected to yield simi-
lar results to those we predict here because the increased
electron effective mass due to the presence of Ga would
be compensated by the weaker strain effects, which in
turn would lead to a smaller strain-induced increase of
the effective mass.

Equation (1) is integrated numerically by employing fi-
nite differences in a two-dimensional grid (p, z). The con-
figuration interaction calculations include all the single-
particle states up to 35 meV away from the ground state.
We have determined that the use of larger basis sets does
not significantly change the low-lying two-electron states
within the range of the magnetic field that is studied.

A. Single-electron systems

Figure 2 illustrates the monoelectronic energy levels
of QD, QR1 and QR2 vs. a magnetic field. Solid and
dotted lines are used for spin up and spin down levels,
respectively. As we already discussed for very similar
structures,®® the presence of the hole in the ring signif-
icantly reduces the energy spacing between consecutive
azimuthal levels (m = 0,+£1,42,...) at B = 0. As a
result, changes in the z-component of the ground state
angular momentum of QR1 and QR2 take place in the
magnetic field range under study, 0-12 T. The ground
state of QR1 undergoes a change in angular momentum
from m = 0 to m = —1 at about 11.6 T, whereas QR2
changes from m = 0 to m = —1 at about 1.9 T, from
m = —1 to m = —2 at about 5.8 T, etc. In contrast, no
angular momentum changes occur in the ground state of
the one-electron dot, where the low-lying levels converge
to the first Landau level without crossings.” The oscilla-
tions in the ground state energy due to angular momen-
tum changes are a manifestation of the Aharonov-Bohm
effect and may be used as evidence of ring geometry.

Figure 3 shows the low-energy FIR absorption of one
electron in QD, QR1 and QR2 for B = 0,0.5,1,1.5...,12
T. The intensities are displayed in arbitrary units and
they are offset for clarity.

The spectra of QD show a single visible peak at 9.1
meV for B = 0. This peak stems from the An =
0, Am = £1 transitions. When the magnetic field is
switched on, the spectra split into two branches. One
branch decreases in energy and intensity with the in-
creasing external field. This branch is connected with
the Am = —1 transition. The other branch, connected
with the Am = 41 transition, increases in energy and re-
mains intense even for strong magnetic fields. The spec-
tra of QR1 are similar to those of QD except for two
important features. First, at 12.0 T both the Am =1
and the Am = —1 branches are abruptly shifted toward
higher energies. This is a consequence of the ground
state change from m = 0 to m = —1 which takes
place at 11.6 T. Second, a new peak stemming from the
An =1, Am = %1 transitions arises at 26.1 meV in the
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FIG. 2: Energy levels vs. magnetic field of one electron in QD
(upper panel), QR1 (middle panel) and QR2 (lower panel).
Solid lines denote spin up and dotted lines spin down levels.

absence of a magnetic field. This peak, pointed by an ar-
row in Figure 3, is still very small (only 4% of the An =0
peak intensity). However, it is an order of magnitude
stronger than the corresponding transition resonance in
the QD case. Both features (the abrupt shift in resonance
energies as the magnetic field increases and the presence
of an intensity-enhanced An = 1 resonance) are distinc-
tive of ringlike geometry. This is confirmed in view of
the spectra of QR2, where the two peaks at B = 0 are
already of comparable intensity. These two peaks split
into Am = 1 and Am = —1 branches in the presence
of a field. The energies of the An = 0 resonances follow
a zig-zag course which reveals the underlying Aharonov-
Bohm oscillations in the energy structure (see QR2 panel
in Fig. 2). The energies of the most intense An = 1
resonances also exhibit abrupt shifts in energy connected
with Aharonov-Bohm oscillations in energy, but now they
decrease the energy of the resonance. Unlike in the QD
and QR1 cases, the rapid oscillations in the ground state
of QR2 prevent the resonances from reaching energies
between 5 and 20 meV. This energy gap seems to be
characteristic of well-developed rings.?
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FIG. 3: FIR absorption of one electron in QD (upper panel),
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steps of 0.5 T. The intensities are in arbitrary units and the
curves have been offset for clarity. The arrow in QR1 points
the position of the An = 1 resonance.

A comparison with the experimental FIR absorption
of one-electron self-assembled rings considering only QR2
would reproduce some experimental features while disre-
garding others. It has been suggested that the experi-
mental sample may contain a mixture of well-developed
rings plus partially-developed rings?’ or even large quan-
tum dots which have not developed into rings.'” We
study these possibilities by representing the combined
spectra of QR1 and QR2 and comparing it with the
one-electron experimental resonances. The result is il-
lustrated in Figure 4, where solid lines stand for the ab-
sorption of QR1 and dashed ones for that of QR2. The
experimental resonances are denoted by the same sym-
bols as in Ref.16, which show the way the resonances were
originally grouped. It should be mentioned here that in
the experiments,'®!7 an insufficient signal-to-noise ratio
at low energies does not allow the detection of the res-

onances under 10 meV. It can be seen in Figure 4 that
the dots are reasonably well described by QR2. Only the
dot located at B = 6 T significantly deviates from the
corresponding calculated resonance. However, it is quite
close to the calculated peak at B = 5.5 T, so that one may
easily achieve a better agreement if only the ground state
change (from m = —1 to m = —2) we predict at B = 5.8
T would be postponed to B > 6 T. The agreement of
QR1 with the crosses and triangles is more questionable.
The Am =1 branch of QR1 lies in intermediate energies
between those of the crosses and those of the triangles.
Although the slope of this branch agrees with the slope
of both types of experimental resonances, it is difficult
to determine if the branch reproduces qualitatively the
crosses or the triangles. In any event, it seems that only
one of these two types of experimental resonances may be
explained by the Am = 1 branch. A very similar picture
to Figure 4 would arise by including QD in the mixture,
since its absorption is very similar to that of QR1. We
will come back to this issue later in the paper.

Intensity (arb.units)

Energy (meV)

FIG. 4: Combined FIR absorption of one electron in QR1 and
QR2 at T = 0 K. The spectra are calculated for magnetic
fields B = 0 — 12 T in steps of 0.5 T. The intensities are
in arbitrary units and the curves have been offset for clarity.
Solid lines are used for QR1 and dashed lines for QR2. The
symbols represent the experimental resonances.

B. Two-electron systems

Next, we calculate the two-electron energy levels and
FIR absorption of QD, QR1 and QR2. The energy lev-
els of the two-electron QD, QR1 and QR2 systems vs. a
magnetic field are depicted in Figure 5. Only the levels



which become ground state within the 0-12 T range are
displayed. The quantum numbers (M, S) of each level
are also indicated (all the levels shown have N = 1).
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FIG. 5: Energy levels vs. magnetic field of two electrons in QD
(upper panel), QR1 (middle panel) and QR2 (lower panel).
Only levels that become the ground state in a given magnetic
field window are shown. (M,S) labels denote the total angular
momentum z-projection and total spin of each level.

In the absence of a magnetic field, the ground state in
QD is (0,0) and remains so for magnetic fields as strong
as 7.5 T.3! When B > 7.5 T, the first spin-singlet-spin-
triplet transition of the ground state takes place®? and
it becomes (—1,1). In QR1, the spin-singlet-spin-triplet
transition occurs at a weaker magnetic field than in the
QD case. This is due to the hole in the ring, which has
a strong effect on the magnetization even if it is small."
This first crossing in the ground state is found at a lower
field than in the single-electron case (Figure 2). This
is due to the direct and exchange Coulomb energies.
The impact of the hole becomes dramatic for QR2, where
up to six singlet-triplet crossings occur within the 0-12
T range. One can also compare this with the single-
electron QR2 case, where only three crossings occur in
the ground state for the same magnetic field range. The
increase in the number of crossings again is a reflection

of the electron-electron interactions.

Figure 6 shows the low-energy FIR absorption of
two electrons in QD, QR1 and QR2, for B =
0,0.5,1,1.5...,12 T.
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FIG. 6: FIR absorption of two electrons in QD (upper panel),
QR1 (middle panel) and QR2 (lower panel) at 7' = 0 K. The
spectra are calculated for magnetic fields B = 0 — 12 T in
steps of 0.5 T. The intensities are in arbitrary units and the
curves have been offset for clarity.

It can be seen that the two-electron QD absorption
is very similar to the single-electron one, except for a
significantly higher intensity and a small (< 1.5 meV)
splitting of the AM = 1 branch above 7.5 T.33 This re-
sult was to be expected since self-assembled dots are well
described by parabolic potentials, and hence the general-
ized Kohn theorem prevents many-electron effects from
being revealed by excitation spectroscopy.” Conversely,
the hole of the rings breaks down the generalized Kohn
theorem, so that the two-electron absorption spectra of
QR1 and QR2 exhibit interesting differences with re-
spect to the one-electron cases. At low magnetic fields
(B < 5.0 T), the spectra of QR1 resemble those of the
one-electron case. However, the ground state crossing at
about B = 5.1 T brings about a very different picture.
First, an abrupt shift in the AM = —1 branch is seen at



B > 5.5 T (which is a lower value of B than in the one-
electron case). Second, the AM = 1 branch splits into
two parallel branches, similar to the QD case but with a
significantly larger energy spacing of about 5.5 meV. One
of the branches is a prolongation of the AM = 1 branch
observed before B = 5.1 T and the other one is abruptly
shifted toward higher energies. The low-energy and high-
energy AM = 1 branches originate from the AN = 0 and
AN = 1 transitions, respectively. We would like to point
out that this double AM = 1 branch feature was not
found in previous calculations of low-barrier rings.?’ The
influence of the increased hole on the spectra of QR2 is
even greater: both the low-lying AN = 0 set of reso-
nances and the high-lying AN = 1 resonances are visible
at B = 0, and the rapid Aharonov-Bohm oscillations give
rise to many small shifts in the energies of the resonances,
as well as to an energy gap between 7 meV and 20 meV.
The most visible effect of the electron-electron interac-
tion on the FIR absorption of QR2 is an increase in the
number of oscillation-induced energy shifts.
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FIG. 7: Combined FIR absorption of two electrons in QR1
and QR2 at T = 0 K. The spectra are calculated for magnetic
fields B = 0 — 12 T in steps of 0.5 T. The intensities are in
arbitrary units and the curves have been offset for clarity.
Solid lines are used for QR1 and dashed lines for QR2. The
symbols represent the experimental resonances.

Figure 7 illustrates the combined two-electron absorp-
tion spectra of QR1 and QR2. Dashed lines are used for
QR2 and solid lines for QR1. The experimental data are
displayed using the original symbols of Ref.17. Due to the
improved signal-to-noise ratio, a larger number of exper-
imental resonances are available for the two-electron sys-
tems. A remarkable agreement between our calculations
and the experimental resonances is observed. The dots
are qualitatively described by the absorption of QR2. An

exception is the low-energy dot at B = 6 T, which we do
not assign to QR2 but to the high-lying AM = 1 branch
of QR1. The triangles are also well described by the
high-lying AM = 1 branch of QR1. Finally, the low-
lying AM = 1 branch of QR1 accounts for the diamonds
and the crosses. We point out that the intensities of the
low-lying and high-lying sets of resonances in Figure 7 are
of the same order of magnitude, as found experimentally.
Even if some experimental points are only qualitatively
described by our calculations, it can be concluded that
our model suggests an alternative assignment of experi-
mental resonances to that of Ref.17. This assignment is
similar to that suggested by other authors.?’ However,
we also offer an explanation for the experimental reso-
nances marked with crosses, which were not understood
to date.16:17:18,20

We want to stress that if we assume a mixture of QD
and QR2 we would not account for the triangles in Figure
7, since the high-lying AN = 1, AM = 1 branch of QD is
too close in energy to the AN = 0, AM =1 one (see Fig-
ure 6). Moreover, the two-electron results lead us to pro-
pose the crosses in the one-electron system (Figure 4) to
be assigned to the An =0, Am = 1 branch of QR1, and
the triangles to a An = 1, Am = 1 branch which is not al-
lowed at T'= 0 K, but would be allowed at finite temper-
ature when the first excited level is partially populated.
As in Ref.20, our calculations indicate that the character-
istic spectral features found in the experiment at B = 8
T are not due to an Aharanov-Bohm oscillation but to
a crossing between resonances of two types of quantum
rings. Therefore, the true signature of a quantum ring
(with the geometry revealed by atomic force microscopy,
QR2) in the FIR absorption experiments of Ref.17 is the
presence of an intense resonance at about 20-23 meV and
B = 0. Such a resonance was theoretically predicted by
previous works using three-dimensional models and de-
scribing similar structures to QR2.232434 We also find a
very close agreement between the energy of this exper-
imental resonance (the dot at B = 0 T) and the high-
energy resonance of QR2 in both the one-electron and
the two-electron spectra. This fact points out that our
model gives a correct estimate of the Coulomb energy, as
opposed to two-dimensional models which overestimate
it due to the missing vertical motion.??

IV. CONCLUSIONS

We have studied the FIR absorption of one and two
electrons in a quantum dot, in a quantum ring with a
small hole and in a quantum ring with the dimensions
measured by atomic force microscopy. Our calculations
show that it is possible to reproduce the FIR absorption
experiments on self-assembled rings in a magnetic field by
using our realistic three-dimensional model and assuming
a mixture of the two rings with different inner radii. We
provide an alternative assignment of the experimental
resonances to that suggested in Refs.16,17. This is the



first theoretical description which accounts for the entire
set of experimental resonances.
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Abstract.

The energy levels and far-infrared absorption spectra of a self-assembled InAs ring
with one and two electrons in an external magnetic field are calculated numerically.
We use a truly three-dimensional effective mass model which considers finite potential
barriers, mass dependence on the energy and position, and includes strain effects. The
results obtained indicate that far-infrared spectroscopy of self-assembled rings is very
sensitive to electron-electron interactions. The exchange energy leads to aperiodic
fractional Aharonov-Bohm oscillations of electronic states and rapid narrowing of the
magnetic field windows corresponding to the spin singlet ground state. Our results
also suggest that the symmetric form of parabolic confinement potential, which has
been widely employed to describe quantum rings, is unsuitable for self-assembled rings
as it poorly describes the relevant effects of the inner radius.

PACS numbers: 73.21.-b



Energy structure and far-infrared spectroscopy of two electrons in a self-assembled quantum ring2
1. Introduction

Recent advances in nanoscopic fabrication techniques have made it possible to grow self-
organized InAs nanorings with “volcano” shapes.[1, 2] These nanoscopic rings may be
the best-suited quantum structures for investigating the electronic and optical properties
of quantum rings, because they are in the scattering-free and few-particle limit.[4] Two of
the most interesting properties of quantum rings are their response to external magnetic
fields and their multi-particle excitation spectra. In the presence of a magnetic field,
perpendicular to the plane of the ring, the interaction between the charge of a particle
confined in the ring and the magnetic flux induces successive changes of the carrier
ground state symmetry (i. e. the Aharonov-Bohm (AB) effect[3]). In addition, the
ringlike confinement breaks down the generalized Kohn theorem so that, unlike in
quantum dots, the excitation spectrum of quantum rings may reveal electron-electron
interaction effects.

In order to study these properties Lorke and co-workers measured the far-infrared
(FIR) magneto-absorption spectra of a macroscopic number of self-assembled quantum
rings, each of them charged on average with two electrons.[4] Despite of the fact
that several theoretical works have studied electron-electron interactions in these
structures,[4, 5, 6, 7, 8] the role of such interactions is not very clear yet. For example,
some authors suggested that the profile of Lorke’s FIR spectroscopy experiment is
roughly captured by the non-interacting particles picture.[4, 6] This is surprising because
the Coulomb energy inferred from capacitance experiments for a two-electron self-
assembled ring was as large as 20 meV,[4] and therefore the so-called “fractional AB
effect” should yield major changes in the energy structure.[9, 10] Other authors obtained
a similar degree of agreement with the FIR experiment by considering interacting
particles.[5] The energy spectrum they predicted for the non-interacting case was indeed
different to that they predicted for the interacting case.

The fact that both the non-interacting and the interacting pictures account for
most of the experimental data can be explained from two factors. On the one hand, the
theoretical models used so far to investigate Lorke’s two-electron experiment were based
on the two-dimensional effective mass Hamiltonian with parabolic confinement potential
introduced by Chakraborty et al.[11] Such models are subject to a fitting proceduref
which warrants agreement with a number of experimental resonances. On the other
hand, the low-resolution of the FIR absorption experiment allowed only the detection
of a small number of resonances. No resonance under 10 meV could be registered.
Therefore, a significant part of the experimental data may be reproduced by means
of either the non-interacting or the interacting Hamiltonian with an appropiate fitting
procedure. A theoretical model free of fitting parameters is of high interest in order
to unambiguously determine the role of electron-electron interactions in self-assembled
quantum rings.

1 At least three parameters need to be fitted: the characteristic frequency of the confinement potential,
the effective radius of the ring and the electron two-dimensional effective mass.[11, 12]
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Moreover, there are doubts regarding the validity of the parabolic confinement
potential for self-assembled quantum rings. The electronic states of these rings are
very sensitive to changes in the inner radius.[13] Thus, unlike in quantum dots, the
details of the confinement potential are important. Using a confinement potential of
the form introduced in Ref.[11] and assuming that a single ring geometry was present
in the sample of Ref.[4], reasonable agreement with the experimental FIR resonances
was obtained.[4, 5, 6] Conversely, a later work by Puente and Serra[7] using a different
form of parabolic confinement potential (which was modified to account better for the
inner radius of the ring) required a bimodal distribution of ring sizes to explain the
same experimental data. It follows that a realistic confinement potential is called for a
definitive assessment of the role of the electron-electron repulsion on the optoelectronic
properties of a self-assembled ring with interacting electrons.

In this paper, we use a truly three-dimensional model, similar to those which
successfully described the near-infrared spectrum[l4] and single electron energy
structure[15, 16] of InGaAs rings, to calculate the electron states and intraband
transitions of one and two electrons in a typical InAs/GaAs quantum ring. We use
a finite rectangular-well confinement potential defined by the band-offset between the
material of the ring and that of the matrix. Without any additional knowledge on the
possible interface grading or bandbending, this potential is certainly the most reasonable
that one can propose§.

2. Theory

The one-band effective mass Hamiltonian for the electron states, including a magnetic
field perpendicular to the ring plane, can be written in cylindrical coordinates and
atomic units as

(1 1 (Bp)* Bm
(A5 () e B

m*(Epm; ps 2 (Enm;p,2)  2m*(Enm; p, 2)
1
+5 15 9(Bnmi ,2) B+ Velp, 2) + acengalp, 2)> : (1)
where m = 0,41,+£2,... is the quantum number of the projection of the angular

momentum onto the magnetic field (B) axis, n is the main quantum number, V.(p, 2)
is the finite confinement potential corresponding to the geometry shown in Figure 1,
and m*(E,, ; p, z) and g(E, n; p, z) stand for the energy- and position-dependent mass
and Landé factor, respectively.[16] a. denotes the hydrostatic deformation potential for
the conduction band, and €y4 is the hydrostatic strain, which we calculate within the
§ It should be noted that the asymmetry of the 2D parabolic-like potential of Ref.[7] accounts for the
unequal vertical confinement at the inner and outer edges of the ring cross-section: an abrupt potential
for the inner edge, which represents the sheer wall of the ring cavity, and a smoothly increasing potential

for the outer edge, which represents the smoothly decreasing height of the ring in the radial direction.
Since our confinement potential is 3D, it accounts for this vertical confinement explicitly.
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framework of the isotropic elastic theory.[17, 18] It should be noted that this theory
allows for good strain estimates while preserving axial symmetry.[19] The strain profile
along the radial direction at half ring height, and along the vertical direction at half
ring cross-section are displayed in Figure 1. Solid lines are used for lateral strain,
gl = %(6,1 + &yy), and dotted lines are used for €,,. The main effect of hydrostatic
strain is to increase the energy gap. This effect, along with the non-parabolicity,
leads to increased electron effective masses for InAs. It is then possible to retrieve
appropriate values of the mass to reproduce experimental results without having to
invoke GaAs diffusion into the ring.[14, 15] Equation (1) is solved numerically using the
finite-difference method on a two-dimensional grid (p,z). Ben Daniel-Duke boundary
conditions are imposed.[20]
The two-electron Hamiltonian can be written as

H?e(L 2) = He(l) + He(Q) + %6(172)7 (2)

where H, is the single-particle Hamiltonian (Eq. (1)) and V. is the electron-electron
Coulomb repulsion term. Eq. (2) is solved by means of the configuration interaction
method on the basis of the one-electron wave functions,

wn,m,cr = fn,m(pu Z) ei’mq) | So >, (3)

where f,m(p, 2) is the eigenvector of equation (1) and | S >=| S >| ¢ > is the Bloch
function for electrons, with the spin o =7 or |. The matrix element of the electron-
electron interaction can be expressed as a five-dimensional integral,

1

€* T12

s [ [ ][ [ dordorts s cos (n2) il 1))

fk(Pl,Z1) fl(/)2722) 3 3 LLpe s
\/pl + P34 (22 — 21)% — 2p1pa cos

< 1j] |kl > =

(4)

where €* is the effective dielectric constant, n = (my, —m;) and Q = ¢ — ¢1. Eq. (4) is
integrated using Monte Carlo routines. The two-electron wave function

Varsn(1:2) = Dl % (Gi(1)65(2) — (@)5(1)), (5)

is labeled by its total angular momentum z-projection M = m; + ma, total spin
S = 01 + 03 and main quantum number N.

The optical absorption intensities for intraband transitions between two-electron
states are calculated within the electronic dipole approximation.[21] We assume non-
polarized light, although most of the intensity arises from the in-plane light components.
We also assume 7" = 0 K so that only transitions from the ground state are calculated.
The transition probabilities are represented employing Lorentzian curves of half-width
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I' = 0.5 meV, in order to obtain smooth spectral|. Hence the absorption coefficient can
be written as:

E; - E ; )
AB) =0 —L 0w, > (6)
T 1+4(EEER)

Here C is a constant factor (which we arbitrarily set to one as we look for relative
intensities). ¥y and ¥ are the final and ground states, respectively. Their corresponding
energies are By and E,. The z-component of the two-particle dipole matrix element is
defined by:

< \I/f‘/J/T|\IJU >=—-< ‘I/f|(l‘1 +$2)|\PQ >=

= - Z 2 C'{j C(;l’l [(5j,zl’ik + 6i,k37jl - 5]',in1 - 5i,195jk] s (8)

i,7>1 k,I>k
where:

2= [ [ [ B 920 €7 0 €086 oy, (py2) €7 p oy
1
= 5 Gt Soni) [ [ i (0:2) s (0. 2) 0 o ©)

The y- and 2- components of the transition moment are analogously defined.

3. Results and discussion

We investigate a self-assembled InAs ring embedded in a GaAs matrix. Lacking precise
knowledge on the composition, size and shape of self-assembled structures, our main goal
is to qualitatively study the role of electron-electron interactions. Making arbitrary
assumptions about the effects of diffusion and segregation would allow for a better
fit of the experimental results at the expense of introducing subjectivity. Thus, we
simply use the shape and dimensions of a typical InAs ring observed by atomic force
micrography[4, 22] and assume a pure InAs composition.§ For similar reasons, we
neglect the presence of a wetting layer. The shape of our ring is a cut torus (see cross-
section in Figure 1). The inner radius is 10 nm and the outer radius 60 nm.[4] Following
recent measurements,[22] 4.5 nm height is set at the inner edge of the ring cross-section
and then we let it decrease as a spherical casket. We use an electron band-edge effective
mass for InAs (GaAs) m* = 0.028(0.067), energy gap E, = 0.42(1.52) eV, split-off
A =0.38(0.34) eV and hydrostatic deformation potential a, = —6.66 (—9.3) eV.[19, 23]
|| The value I' = 0.5 meV is just an empirical parameter to simulate a smooth spectrum.

9 Recent evidence about the synthesis of InP/GaAs self-assembled rings indicates that the shape
transformation from dots to rings is not accompanied by compositional changes.[2] Besides, an InGaAs
alloy would yield similar results to those we predict here because the increased electron effective mass

due to the presence of Ga is compensated by the weaker strain effects which, as mentioned in Section
2, also lead to increased effective masses.
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The corresponding conduction band-offset is 0.77 eV, and the effective dielectric constant
is 12.4. The configurations interaction calculations include all the single-particle states
up to 35 meV away from the ground state. We have checked that by enlarging this basis
set no significant changes in the low-lying two-electron states are achieved within the
range of the magnetic field that is being studied (0-12 T).

Figure 2 illustrates the low-lying single-electron energy levels vs. magnetic field.
Solid lines represent o =1 states, and dotted lines o =| states. Two sets of lines
corresponding to the ground n = 1 and first excited n = 2 states can be seen.
The first set (n = 1, |m| = 0,1,2...) begins at about 617 meV and the second one
(n = 2,im| = 0,1,2...) at about 641 meV. In the presence of a magnetic field,
the energy of the ground state describes aperiodic oscillations as expected from the
AB effect in quantum rings with finite width.[16] Figure 2 is similar to the electron
energy spectrum in Ref.[15]. The most significant differences shown in Figure 2 are the
magnitude of the binding energies (about 600 vs. 200 meV in Ref.[15]) and the energy
spacing between levels with Am = +1 at zero magnetic field (about twice as much as
in Ref.[15]). The first difference comes from the hydrostatic strain. The second is due
to the current ring cross-section shape which allows the charge density maximum to be
located at values of p below those found in Ref.[15], yielding, then, larger contributions
of the centrifugal term in the Hamiltonian (1). It should also be noted that the energy
spacing between levels with An = 1 in Figure 2 is similar to that found within a similar
three-dimensional single-particle model.[16]

Figure 3 shows the two-electron ground state vs. magnetic field without(a) and
with(b) Coulomb interaction. The states are labeled according to their total angular
momentum z-projection and total spin (M, S). Grey-shaded regions represent magnetic
field windows where the ground state has spin one (triplet). At B = 0 the ground state
is (0,0) in both cases (with and without Coulomb interaction). As the magnetic field
increases, states with lower M become more stabilized, eventually replacing the (M +1)
ones as the ground state. As a result, the ground state shows a succession of decreasing
M and spin oscillation (singlet-triplet-singlet-triplet. ..) that characterizes the interplay
between the Zeeman term and the ringlike confinement.[6] When no Coulomb interaction
is included, the ground state is predominantly singlet (S = 0), although the contribution
of the atomic Zeeman term in the single particle Hamiltonian (Eq. (1)) gives rise to
windows of the magnetic field where S = 1 levels become the ground state (grey-shaded
regions). Such windows, which are relatively wide even at moderate magnetic fields,
are not found when the atomic Zeeman term is neglected.[6, 9, 10] Therefore, Figure
3(a) shows that the contribution of the atomic Zeeman term, even though small in
magnitude, can strongly modify the energy structure of electrons in a self-assembled
ring. When the Coulomb interaction is considered (Figure 3(b)), all the states are
shifted upwards due to electron-electron repulsion. The lowest-lying levels experience a
stronger Coulomb interaction and so at B = 0 the ground state (0, 0) is closer to the first
excited state (—1,1) than in the non-interacting case. Moreover, the S = 1 triplet states
are stabilized by the exchange interaction and they come down in energy with respect



Energy structure and far-infrared spectroscopy of two electrons in a self-assembled quantum ring?

to the singlets. As a result, the values of the magnetic field corresponding to the first
crossings of the ground state are approximately halved as compared to those of the non-
interacting picture. This is known as the “fractional AB effect”.[9] This effect is strongly
dependent on the size of the quantum ring. Figure 3(b) gives an estimation for an InAs
self-assembled ring with the dimensions observed in atomic force micrographs. In our
calculations, the halving of the spin singlet domains is approximate only at low values of
the magnetic field. At high values, the spin singlet domains are almost suppressed and
the ground state has predominantly spin one (triplet). This is due to the enhancement
of electron-electron interactions and atomic Zeeman splitting with increasing magnetic
field. The first crossings in Figs. 3(a) and 3(b) take place at similar magnetic field
values to those predicted by Puente and Serra for both interacting and non-interacting
electrons, [7] although for the increasing field we find a larger number of crossings.™

It is worthwhile pointing out that the net Coulomb interactions we find at B = 0 are
in the 3-5 meV range. They are smaller than the ones predicted by the two-dimensional
models (between 7 and 11 meV)[6, 8] because two-dimensional models overestimate
Coulomb interactions due to the infinite confinement in the vertical direction. Our
Coulomb interaction energies are also below the 20 meV inferred by Lorke et al. using
capacitance spectroscopy.[4] We have determined that such a large Coulomb energy
cannot be achieved with our model even for narrow-width rings holding a 10 nm inner
radius, because the charge density spreads over the inner core of the ring before reaching
such a strong interaction. Therefore, our calculations suggest that the missing central
part of the ring cannot be responsible for any surprisingly large Coulomb interaction as
pointed out in Ref.[4].

In Figure 4 we plot the FIR absorption of the two-electron ring without(a) and
with(b) Coulomb interaction for B = 0,0.5,1,1.5...,12 T. The intensities are displayed
in arbitrary units and they are offset for the sake of clarity. In the non-interacting
picture two sets of resonances can be easily distinguished, a low-lying AN = 0 one and
a high-lying AN =1 one. At zero magnetic field, the low-lying resonance consists of a
single peak at 1.8 meV and the high-lying one is also a single peak at 26.3 meV. When
the magnetic field is switched on, both the low-lying and high-lying resonances exhibit
Zeeman splitting. The single peaks at B = 0 now split into two smaller branches, one
at slightly lower energies related to AM = —1 transitions and the other at slightly
higher energies related to AM = 1 transitions. In general the AM = 1 branch is
more intense than the AM = —1 one. As the magnetic field increases, the energy of
the low-lying AM = 1 resonances progresses in a zig-zag manner, while the high-lying
AM = 1 branch experiences sudden bumps. This behavior is originated by the AB
oscillations of the ground state energy (see Figure 3(a)). The absorption spectrum of
interacting particles roughly resembles that without Coulomb interaction. However,
some important differences can be underlined. First, the peaks at zero magnetic field
get closer. Thus, the low-lying peak is now at 4.1 meV and the high-lying one is at 25.2

+ See Ref.[15] for a physical interpretation of the larger number of crossings in our calculations.
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meV. In addition, a new smaller peak arises at 28.3 meV. This peak originates from
the mixing of different angular momenta and spins induced by the Coulomb interaction.
Second, the intensity of the resonances is quite different. This can be seen for example
in the relative intensities of the low-lying AM =1 and AM = —1 branches, which are
now of a similar size for all magnetic fields. Third, the symmetry changes of the ground
state occur at different values of the field due to the fractional AB effect (see Fig. 3(b))
and this has a profound impact on the possible transitions at each value of B.

Figure 4 is very different from the absorption spectra of a self-assembled ring which
is obtained with the usually employed parabolic confinement potential.[5, 6] Nonetheless,
it strongly resembles the calculated magneto-absorption spectrum of the quantum ring
V3 in Ref.[7]. Therefore, our model also suggests that a single quantum ring cannot
account for all the experimental FIR resonances and at least a second type of ring should
be present in the sample measured by Lorke et al.[4] This second type of ring should
be responsible for the resonances between 10 and 20 meV. The agreement of the two
calculated absorption spectra (interacting and non-interacting) with the high-energy
experimental resonances (marked with dots in Fig.2(b) of Ref.[4]) is rather similar.*
Therefore, our model indicates that Lorke’s experiment can be roughly described within
the single particle approximation, although higher-resolution experiments should find
clear manifestations of electron-electron interaction effects.

4. Conclusion

In conclusion, we have studied the electron energy structure and FIR absorption of
one and two electrons in a self-assembled InAs/GaAs quantum ring in a magnetic
field. The atomic Zeeman effect and electron-electron interactions have been found
to induce significant changes in the energy structure and FIR absorption. The Coulomb
exchange interaction yields visibly aperiodic fractional AB oscillations of the ground
state energy as well as a rapid narrowing of the magnetic field windows corresponding
to spin zero (singlet) ground state. Our 3D model calculations compares well with FIR
resonance energies and oscillator strengths obtained in Ref.[7] with a modified form of
the parabolic potential for the inner radius of the ring. Here the results are achieved
without any parameter fitting, therefore giving strong support to their interpretation
of Ref.[4] experiments on self-assembled rings spectroscopy. These results also suggest
that the parabolic form of the confinement potential used for mesoscopic rings[11] is
unsuitable for self-assembled rings, as it poorly describes the effect of the inner radius.
* This agreement is only moderate. It can be significantly improved by assuming slightly different
dimensions to those used in this study.[24] However, as mentioned before, the goal of this work is the
qualitative study of electron-electron interactions. Therefore, we only present here the results obtained
using the average dimensions of uncapped InAs self-assembled rings.
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Figure 1. Cross-section of the investigated quantum ring and strain profile of ¢|| (solid
lines) and .. (dotted lines). The radial strain profile is taken at half ring height and
the vertical one at half section width. The confinement potential is V.. = 0 eV inside
the ring (grey region) and V. = 0.77 eV outside.

Figure 2. Low-lying energy levels of a single electron in the quantum ring vs. magnetic
field. Solid lines are used for the spin o =7 states and dotted lines for the spin o =]
states.

Figure 3. Two-clectron energy levels vs. magnetic field in the absence(a) and
presence(b) of electron-electron Coulomb interaction. Only levels that become the
ground state in a given magnetic field window are shown. Grey-shaded regions indicate
windows where the ground state has a total spin of S = 1.

Figure 4. Two-electron FIR absorption in the absence(a) and presence(b) of electron-
electron Coulomb interaction at T' = 0 K. The spectra are calculated for magnetic fields
B =0-12 T in steps of 0.5 T. The intensities are in arbitrary units and the curves
have been offset for clarity.
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Abstract

We describe a model device allowing voltage control of the magnetic properties of magnetic
ions in III-V self-assembled semiconductor quantum dots. The applied voltage, combined with
Coulomb blockade, allows the control of the number of holes in the quantum dot. The spins of the
holes interact with the spins of the magnetic ions via sp-d exchange interactions. The spectrum
of a Mn ion in a p-type InAs quantum disk in a magnetic field is calculated as a function of the
number of holes described by the Luttinger-Kohn Hamiltonian. For a neutral Mn acceptor, the
spin of the hole leads to an effective magnetic field which strongly modifies the magnetization of
the ion. The magnetization can be modified further by charging the dot with an additional hole.
The interacting holes form a singlet parity ground state, suppress the effective field and modify

the magnetic moment of the charged complex.

PACS numbers: 78.67.He,75.75.+a



There is currently interest in developing voltage control of magnetic properties® of di-
luted magnetic III-V semiconductors? © (DMS). The interaction of electrons and holes with
magnetic impurities in nanocrystals and quantum dots has been investigated by several au-
thors in the last years.’'? Building on this work we describe here a model device allowing
voltage control of the magnetic properties of Mn ions in III-V self-assembled semiconductor
quantum dots'® by controlling the number of holes in the vicinity of the ion. The schematic
device structure is shown in Figure 1(a). A layer of quantum dots containing magnetic ions
is sandwiched between a metallic gate on the surface and a p-type back contact. The poten-
tial applied to the gate, Vg, changes the position of the quantum dot level with respect to
the Fermi level of the contact and, combined with Coulomb blockade, allows precise control
of the number of holes in each dot.'* The spin of the holes interacts with the spin of the
Mn ion via sp-d exchange interaction and modifies the magnetic properties of the complex.
The exchange interaction can be modified by changing the dot radius,®” by the number of
additional carriers and by the magnetic field. To understand such interactions we assume
a very diluted Mn concentration and study a model of a dot containing one Mn impurity.
Figure 1(b) shows the interacting spins in the quantum dot as a function of the voltage. In
dots based on III-V semiconductors, Mn ions act as acceptors.'®~'® Therefore, in the absence
of external bias our model consists of a negatively charged acceptor and a positively charged
hole. By applying positive bias the dot can be emptied and by applying negative bias an
additional hole enters the quantum dot. The spin of the second hole almost cancels the spin
of the first hole and strongly modifies the magnetic properties of the Mn center.

172 ion in a III-V semicon-

We start with our device at zero bias. The substitutional Mr
ductor quantum dot of radius R and thickness W corresponds to an electronic configuration
3d® | and with one weakly bound valence hole forms a neutral Mn® acceptor.!® '8 The Hamil-

tonian of the Mn® complex in a magnetic field applied along the growth axis is:

Hyo = gpp B S, — J(r) S + Hy, (1)
where ¢ is the Landé factor of the Mn ion, pp is the Bohr magneton, B is the external
magnetic field and S is the spin of the Mn ion (S = 5/2). The first term describes the
Hamiltonian of an isolated Mn spin, the second term H., = —J(r) & S corresponds to the
sp-d exchange interaction between the spin of the hole, &, and the Mn ion d-shell electrons,

and J(r) is a function rapidly decreasing as the distance from the Mn center increases.®

2



The third term stands for the hole orbital Hamiltonian,

2
&
= Hue = T

Due to spin-orbit interaction, hole states are described not by spin but by total angular

+ Velp, 2). (2)

momentum through the Luttinger-Kohn Hamiltonian Hyx.%'% 2 The second term in Eq.(2)
describes the Coulomb interaction between the positively charged hole and the negatively
charged Mn acceptor, for simplicity placed in the center of the disk. V,(p, z) is the confine-
ment potential, e is the hole charge and €* is the effective dielectric constant of the disk
material. No central cell correction for the acceptor potential is considered in this qualita-
tive study.?? The singly and doubly charged acceptor states in SiGe quantum wells and dots
have been studied in detail by Rego et al.}® InAs self-assembled quantum dots with shape
resembling quantum disks can be fabricated using In-flush technique.?? Following Ref. 19,
we treat our quantum dot as a flat disk with two lowest subbands &y(z) = \/%COS(%) and
&(z) = \/%sin(%) , with z as the growth direction.

The hole wavefunction corresponding to eigenvalue®* k,“parity up” (down), and total

angular momentum z-projection F, can be written as a four-component Luttinger spinor?!:

AFz»V:T (1)

Jz:+3/27,n,,k fF273/2,n(p7 9) fo(z)(fz (Z))|JZ - %5 >
Ain/_:T(l),k an(p, 0 J, == >
Fov =t () k> 3 ;‘;:?/(i;k Jra2a(p )fo(?)(fz(z)ﬂ ) +21 3)
n AJz:H/M fr-1720(p0) §1(2)(§0(2))| )z = 5 >
AT Frsgan(p,0) €(2) (o ()| = 3 >

Here |J, > is the periodic part of the Bloch functions and fr, s, »(p,0) is the in-plane

envelope part with z-th component of the envelope angular momentum m, = F, — J,,

_ e @ Iin. (k= p) (4)
\/ﬁ R |sz+1(k77rzan)|.

JIm. (k*=p) is the Bessel function of order m, and radial quantum number n. k7=

sz*Jz,n(pv 9)

represents the hole wave vector, defined in terms of the Bessel function roots (a<) as
ks = ol /R.
The parity v quantum number has two possible configurations, v =1 and v =|. States

of opposite parities are orthogonal and the two parity configurations are degenerate in the



absence of magnetic field. Under a suitable definition of parity operators, the parity quantum
number is isomorphic to the electronic spin quantum number.20:2!

To derive an effective Mn Hamiltonian for small quantum dots, we only retain the two
lowest hole states. Moreover, due to short range of the exchange interaction on a quantum
dot length scale, we can approximate J(r) by 6(r). These two approximations, together

with the circular symmetry of the system, lead to matrix elements of the sp-d exchange

interaction in the hole states |i >= |F,, v, k >:

<jlHeali > = =30 30 Ay LAY < frsw(p, ) {’}i(z)\ < J|

n,Jz n',J,

3(r)o.S. | > | fr—t.n(p, §)E5.(2) > . (5)

These matrix elements are diagonal in the basis of the lowest lying parity up and parity

down hole states, and result in an effective Ising Mn® Hamiltonian:

HYM(i,S.) = Ei + (gupB + BB (i))S.. (6)

Here E; is the energy of the hole state |i >, given by Eq. (2), and the bracketed term is a
sum of an external plus an effective internal magnetic field. 3 =< J,|d(r)|J, > is the hole

exchange parameter, and Bgff(i) is the effective magnetic field:

) 1

Bliy=——= |61 > Fir(0)+d Y Fis(0)], (7)

WR 3 1 1 3

=53 Je=3-3
with F; ;. (0) being a form factor related to the charge density of the neutral hole state |i >

at the center of the disk,
J. Ay
Fon0 =05 (S i) ®)
' FARCNRE]

The spectrum of the interacting hole and Mn complex calculated by Hﬁ% is limited to

T = 0 K. At finite temperature one often tries to replace the full quantum mechanical prob-
lem by an effective mean field problem of either the Mn ion in the effective field of a hole
or a hole in the effective field of the Mn ion. In this mean-field approach, we use the ther-
modynamical average of the hole spin to derive an effective (mean-field) Mn® Hamiltonian

which accounts for the influence of finite temperature:



Hito(S:) = gupBS. + Z o(E;) (Ez + 5Bgff(i)5z> ; 9)

_ (Bi=Egg)
where o(F;) = Ze  *8T  is the density matrix, with Z standing for its normalization

constant, Egg for the energy of the hole ground state, kg for the Boltzmann constant and
T for the temperature.

It is inferred from d,,.0 in Eq.(8), that only one J, component of each hole state |i >
may yield a non-zero contribution to the effective field Bgf ¢ Moreover, Eq. (7) reveals
explicit dependence of the effective magnetic field on the quantum disk size, in agreement
with previous work of Efros et al.®"

To illustrate the effect of the hole on the Mn ion energy levels, we calculate the Zeeman
spectrum of a neutral Mn® impurity in a model quantum disk of thickness W=2 nm and
radius R=5 nm with an external magnetic field applied along the growth direction. We
use both Hﬁ% and HME. A set of parameters close to InAs material is employed: Landé
factor of Mn ¢ = 2.02,% Luttinger parameters v, = 19.67, 7, = 8.37 and 3 = 9.29, and an
effective dielectric constant of 12.4. The low-lying states of the hole are expanded in up to
n = 15 radial wavefunctions and obtained by diagonalization of the matrix representation
of the Hamiltonian Hj, Eq.(2). It is found that, in absence of an external magnetic field,
|—3/2,],1>and |3/2,7,1 > form a two-fold degenerated ground state. When a magnetic
field is applied, these two levels split and the ground state is given by |—3/2,],1 >. For
the magnetic field region we study, the magnitude of this splitting is much smaller than the
energy spacing between |3/2,7,1 > and the next excited state. Therefore, Equation (5) is
a good approximation. The InAs value of § is unknown, however, we have found out that
8 =—17.1 eV A3 fits experimental observations for the Mn acceptor ground state in GaAs
bulk!® by employing the model of Ref. 8 with J(r) replaced by d(r). One may expect a
similar hole exchange parameter for InAs, therefore we choose 3 = —17 eV A?.

Figure 2 illustrates the Zeeman spectrum of the Mn® complex. Dashed lines represent
the twelve lowest energy levels given by H' 1(\9[% and solid lines the mean-field spectrum given
by HME at T = 4 K. The inset shows the non-interacting spectra of the Mn ion (dotted
lines) and the hole levels |—3/2,|,1 > and B/2,71,1 > (solid lines) for comparison. The
energy scale has been offset in all cases by the energy of the hole states at B = 0. According

M

to the Ising Hﬁnn, at B = 0 there are six two-fold degenerate levels. When an external



magnetic field is applied, the degenerate levels split. The levels arising from the parity up
hole state (long period lines) increase in energy without ever crossing. However, the levels
arising from the parity down hole state (short period lines) decrease in energy, cross parity
up states, become degenerate at a special value of the magnetic field B (B = 16.2 T in Fig.
2), and finally reverse the order. This degeneracy follows from the cancellation of the atomic
Zeeman splitting and the effective internal magnetic field,?® due to the positive Landé factor
of Mn and the antiferromagnetic hole exchange parameter of InAs (3 < 0). At low magnetic
fields, | —3/2,1,1 > |S, = +5/2 > is the Mn® center ground state due to the sp-d exchange
interaction. However, at B ~ 16.2 T the atomic Zeeman effect already compensates the
effective magnetic field and for larger external magnetic fields | — 3/2,|,1 > |S, = —5/2 >
replaces | — 3/2,],1 > |S, = +5/2 > as the Mn® center ground state.

The results of the mean field treatment of the hole are shown as solid lines in Fig. 2. At
B =0, there is no net effective magnetic field acting on the Mn ion. This is because the hole
levels | —3/2,],1 > and [3/2,71,1 > are degenerate and cancel each other in Eq.(9). When
an external magnetic field is applied, the hole becomes increasingly polarized, |—3/2,|,1 >
starts gaining weight in Eq.(9) and therefore the effective magnetic field increases in strength.
As a result, in the region of finite but weak external magnetic field (0 < B < 2 T), BY;;
leads to a large Zeeman splitting. The magnitude of this splitting at B = 1.8 T is 8.1 meV,
and it is expected to be even larger if the central cell correction is included in the model,
as the hole density will be localized closer to the Mn impurity. For larger magnetic fields
(B > 2 T), the hole is already strongly polarized and thus the Mn® levels converge to those
predicted with H ﬁ% for the parity down hole state.

Next we switch our device to negative bias and study the Zeeman spectrum of a Mn
ion surrounded by two interacting holes (i.e., the positively charged acceptor) in an InAs

quantum disk. The Hamiltonian of the positively charged acceptor is

where H.,(1,2) = H., (1) + H,,(2) is the sp-d exchange interaction between the spins of the
two holes and that of the Mn ion, H}, is the one-body hole Hamiltonian given by Eq.(2) and
Vi is the hole-hole Coulomb interaction term. The above equation is solved in the basis of
the hole states |i >= |F,,v, k >, using the parity properties of the Coulomb interaction.?!

The wavefunction of a two-hole complex corresponding to the p-th eigenvalue can be written

6



as a Slater determinant

Z z]\[ \Il (2) - \I}i(2)\1jj(1))7 (11)

where C; ; are expansion coeﬂiments which can be classified by its total angular momentum
z-projection, F,r = F,1 + F,o, and total parity, vr = 14 + 1vs.

In our small quantum dot the energy spacing between the two-hole ground state, |0 >,
and the first excited state is over 200 meV. Therefore, at low temperature the sp-d exchange

interaction for the Mn center is well described by the expectation value in the state |0 >:

BS.
< 0[Her(1,2)[0 >= Wi > |0 Z Gro(0)+ 6y D Gryss(0)
3 F= =3 _

1 —_31
J:=9,—3 Je==5.3

+Z V2T Z ngsz,’L + 5'/2,1 Z ngsz,i(O) ) (12)

0, F s =3 _1 =31
2 Ja=35,—3 J2=—3,3

where Gp, 7, ;(0) is the form factor:

2

0 AT
gF:Jz,j(O) = TVIZU |J | (Z Cquk,J Z |J )\) . (13)

Thus, the effective Hamiltonian of the Mn ion in the field of two holes can be written as:

Hymt = Eo + (gusB + B Bf)S:, (14)

where Ej is the energy of the two-hole ground state and the bracketed term is a sum of
the external plus the effective internal magnetic fields, with B, = «)\;f% As in the
single hole case, in Eq.(12) each of the one-body wavefunctions of |0 > contributes to the
effective field with at most one J, component, the sign of such a contribution depending on
the one-body wavefunction parity and total angular momentum z-projection. Eventually,
this may result in one hole contribution cancelling that of the second hole in Eq.(12). From
the analogy between hole parity and electronic spin quantum numbers, one expects this
cancellation to occur when the two holes form a closed shell configuration (with equal parity
up and parity down weight).

Eigenvalues and eigenvectors of the Hamiltonian Hy,+, Eq.(10), are obtained by means

of a configuration interaction method, taking the two lowest single-particle states of parity



up with F, = —3/2,...,9/2 and parity down with F, = —9/2,...,3/2. The F,r = 0,
singlet parity state is found as the ground state for the entire range of external magnetic
fields under study. Figure 3 represents the energy spectrum of the Mn™ complex in the
presence of an external magnetic field using the same parameters as in Figure 2, with and
without sp-d exchange interaction (solid and dashed lines, respectively). The results show
that the effective magnetic field arising from the sp-d exchange interaction is indeed zero
for an external magnetic field B = 0. The underlying reason is that, at B = 0, parity up
terms exactly cancel out parity down terms in Eq.(12). When the external magnetic field
is applied, the effective internal magnetic field slightly increases, but it remains negligible
even for magnetic fields as high as 15 T, where the two-hole ground state still has singlet
parity. This is clearly seen in the inset of Figure 3, where the sp-d exchange energy of the
Mn* level |0 > |S, = —5/2 > is depicted vs. the external magnetic field. Although the sp-d
exchange energy increases with increasing external magnetic field, at B = 15 T the energy
splitting due to the effective magnetic field is of the order of tens of ueV. We can compare
this splitting range with the few meV splitting of the Mn® complex in an external magnetic
field (see Fig. 2).

The non-zero contribution of the sp-d exchange energy when B # 0 can be explained
in terms of the single hole picture. The external magnetic field increases the band mixing
of hole states with parity down more than that of parity up states, causing their effective
masses to increase.?! Therefore, in the presence of an external magnetic field the weight of the
parity down component of the ground state increases while that of the parity up component
decreases. As a result, the magnitude of contribution of the parity down component to the
sp-d exchange energy slightly exceeds that of the parity up component and a finite sp-d
exchange interaction is obtained despite of the singlet parity. For larger external magnetic
fields (B > 15 T), the parity of the ground state is expected to change from singlet to
triplet. Then, the effective internal magnetic field will abruptly increase and the spectrum
will qualitatively resemble that of the Mn® complex.

Our calculations have been performed for the particular case of an impurity sitting in
the middle of the disk. In a more realistic situation, the disk may be asymmetric and the
impurity off-centered. Nonetheless, the formation of a singlet two-hole state within the dot,
which strongly suppresses the effective exchange field acting on the Mn ion, results from

Pauli exclusion principle and, therefore, is not restricted to any symmetry. If the dot was



asymmetric, the degeneracy of parity up and down states would be removed. Then, the
picture would be similar to that we report in the presence of a magnetic field: There would
still be a singlet-like state, although its effect on the exchange Hamiltonian would not lead
to a perfect cancellation. Therefore, an asymmetric situation would only lead to a small
departure from our ideal situation.

In summary, we have presented a model system which suggests electrical control of the
magnetization of Mn ions in quantum dots by the control of the number of holes in its
vicinity. We have calculated the Zeeman spectrum of a single Mn ion interacting with one
and two valence holes in an InAs quantum disk. The single hole in a quantum dot results in
an effective Ising like model hamiltonian. The hole introduces an effective magnetic field on
the Mn ion levels yielding a large Zeeman splitting. This splitting can be controlled by the
size of the quantum dot. When a second hole is added, a singlet-parity two-hole ground state
is formed and the effective magnetic field is strongly suppressed. Therefore, the control over
the number of confined holes in a single-ion doped III-V DMS QD provides a mechanism to
switch on and off the sp-d exchange interaction. Spin resonance experiments are suggested

to probe the energy levels of Mn spins in this system.
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FIG. 1: (a) Schematic illustration of the device structure allowing voltage-control of the number
of holes in a quantum dot. (b) Interacting spins in a III-V semiconductor quantum disk with one
Mn ion under positive bias (left), zero bias (center) and negative bias (right). Light-shaded arrow

corresponds to the Mn ion spin and dark arrows to valence holes spins.
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FIG. 2: Energy spectrum vs. magnetic field of a Mn ion bound to one valence hole in an InAs
quantum disk, calculated with HE at T =4 K (solid lines) and with Hﬁ% (dashed lines). For
dashed lines, long period lines represent the energy levels arising from the hole state [3/2, 71,1 >,
whereas short period lines represent those arising from the state | — 3/2,|,1 >. These spectra
correspond to the zero bias operation mode of our model device. The inset shows the Zeeman
splitting of the free hole states [3/2,1,1 > and | — 3/2,],1 > (solid lines) and that of a free Mn
ion (dotted lines).
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FIG. 3: Energy spectrum vs. magnetic field of a Mn ion bound to two valence holes in an InAs
quantum disk, including (solid lines) and excluding (dashed lines) sp-d exchange interaction. The
interacting spectrum corresponds to the negative bias operation mode of our model device. The
inset shows the sp-d exchange energy corresponding to the Mn™ level |0 > |S, = —5/2 vs. an

external magnetic field.
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Calculo del tensor de deformaciones en puntos cuanticos enterrados en matrices
semiconductoras.

Calculation of strain in quantum dots of arbitrary shape buried in a semiconductor
matrix.
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Abstract

The present paper is an approach to the calculation of strain in quantum dots of arbitrary
shape buried in a matrix. We assume the isotropic strain model, which has good
performance and is not computationally heavy. We start from the definitions of strain
and stress and the fundamental Navier equation. Then, the elasticity formalism is
applied to the problem of spherical inclusion. Finally, using the superposition principle,
we obtain the strain in an inclusion of arbitrary shape as a sum of effects coming from
the inclusion of many small spheres. The resulting strain formula is a surface integral
which can be numerically solved and compared to results published in recent scientific
literature.

PACS: 73.21.La; 81.40.Jj



Introduccion

Desde hace afios hay un considerable interés en la sintesis, caracterizacion y estudio de
puntos cuanticos, QDs, autoordenados. Este viene sin duda estimulado por la posible
utilizacion de estos QDs en nuevos nanodispositivos optoelectronicos (tales como
laseres de puntos cuanticos), fotodetectores, o su uso como puertas cuanticas en el
procesado cuantico de la informacidn, entre otras muchas aplicaciones [1,2,3].

Uno de los métodos mas empleados para el crecimiento de QDs en matrices
semiconductoras es el llamado método de Stranski-Krastanow [4] el cual permite un
control de la densidad, tamafio, composicion y forma de los puntos cuanticos,
consiguiendo un producto con una alta homogeneidad. Las fuerzas de tension son en
parte responsables de ello. Una vez depositada una primera serie de puntos cuanticos
sobre la matriz, y después de quedar éstos cubiertos de nuevo por material de la matriz,
cada punto cuantico origina un campo de tensiones que promueve el ordenamiento
vertical de los nuevos puntos cuanticos que se van depositando y cubriendo
sucesivamente. De este modo se consiguen pilas ordenadas de QDs.

Las tensiones que quedan presentes provocan, a su vez, cambios en la estructura de las
bandas del material obtenido. Basicamente, el borde de la banda de conduccidén se
estabiliza/desestabiliza proporcionalmente a la deformacién hidrostatica, mientras que
en la banda de valencia los huecos pesados y ligeros (que son degenerados en el punto I
de la zona de Brillouin) rompen su degeneraciéon proporcionalmente al campo de
deformaciones biaxial, a la vez que también son afectados por la presion hidrostatica, de
manera similar a como lo es la banda de conduccion [5]. Adicionalmente, el campo de
tensiones genera un potencial piezoeléctrico, aunque éste es generalmente pequefio y,
excepto en algunos casos concretos, contribuye poco a la energia electronica.

Por todos estos motivos, entre otros, se hace necesario calcular el campo de
tensiones/deformaciones en un QD. Los métodos que se emplean para su calculo se
pueden clasificar en dos categorias: modelos de elasticidad continua (continuous model
CM) y modelos atomisticos (valence force field VFF). En general VFF y CM conducen
a resultados que estdn en razonable acuerdo [6,7]. Dentro del modelo continuo, la
descripciéon mas simple se consigue con el modelo continuo isétropo (isotropic
elasticity, IE) propuesto por Davies y Downes[8] el cual rinde resultados acordes con
aquellos que se obtienen de modelos continuos anisotropos y atomisticos [9,10]. El
método IE es conceptualmente simple, computacionalmente asequible y, desde el punto
de vista de sus resultados, robusto.

En el presente articulo presentamos el método IE a partir de la ecuacion basica de la
elasticidad (ecuacioén de Navier). Los avatares de las reiteradas reformas de planes de
estudio han hecho desaparecer el tema de la teoria de los tensores de elasticidad
(deformacién y tension), su mutua relacion y multiples aplicaciones de los estudios de
Ciencias en Espaifia y s6lo se le presta atencion en las escuelas de Ingenieria, con una
obvia orientacién hacia sus aplicaciones practicas. Como complemento al presente
resumen divulgativo y con el objeto de proporcionar al no especialista una
aproximacion didactica al tema del célculo del tensor de deformacién en QDs de forma
arbitraria enterrados en matrices semiconductoras, proporcionamos una version extensa
y completamente autocontenida de este articulo en la direccion electronica
https://www3.uji.es/~planelle/strain.pdf . Creemos que la programacion de la formula
de deformaciones y su aplicacién a casos concretos donde pueden contrastarse con
bibliografia reciente puede constituir una buena propuesta de practica para estudiantes
universitarios.




1. Deformaciones en el entorno de un punto. Tensores de deformaciéon y de tension.

La teoria de la elasticidad estudia la mecanica de los cuerpos sé6lidos considerandolos
como medios continuos. Bajo la accion de las fuerzas aplicadas, los sélidos se
deforman, es decir, cambian de forma y de volumen en mayor o menor grado. El
concepto de tensor de deformacion esta ligado a las deformaciones dentro del sélido,
mientras que el concepto de tensor de tensiones estd relacionado con los agentes
responsables de estas deformaciones, es decir, con las fuerzas.

Presentaremos una breve exposiciéon de aquellos elementos necesarios de la elasticidad
lineal que nos permitan abordar el estudio de la inclusidon esférica como un paso
intermedio al estudio de las deformaciones elasticas en los puntos cuanticos.

En lo que sigue, los medios continuos que consideraremos seran elasticos, isotropos y
lineales. Asi, existird una relacion lineal entre el tensor de deformacién y el de tensiones
(ley de Hooke), las propiedades mecanicas de los sélidos no tendran direcciones
preferentes y las deformaciones de los puntos materiales del solido seran infinitésimos
de primer orden.

1.1. Tensor de deformacién especifica

La deformacién especifica estda relacionada con la distorsiéon del material desde su
posicion de equilibrio. Cada punto T del solido se desplaza hasta una posicién T+,
donde u es el desplazamiento.

El tensor de deformacion se define como g :%(6ui /0 j+0u;/01) donde ij = x,y,z. El

significado fisico de sus componentes es el siguiente:

— Los términos diagonales &; del tensor de deformacion especifica representan la
diferencia de desplazamiento a lo largo del eje i, que experimentan dos puntos P y Q del
s6lido libre, distanciados la unidad en dicho eje, como consecuencia de la deformacion.

— Los términos extradiagonales &; (j# 1) del tensor de deformacion especifica estan
asociados a un “efecto de cillaza” que la deformacion exterior produce en solido. Este
efecto se traduce en la variacién experimentada por el angulo recto, de lados paralelos a
los ejes i,j, determinado por tres puntos (S, P y Q) del sélido libre. Graficamente:

Ejey s’
+S Q
dly —
: u | o X
TP 0 -
e dx —-- - N Eje x

Figura 1



De acuerdo con el significado fisico dado, y a partir de la figura anterior, se tiene para
8XX y gxy:

e _UxUy _ Ouy _1feu,  ouy)_vi+v,

XX Ex A VT Al
ax ox v T2\ oy e 2

Démonos cuenta que el tensor € de deformacion especifica es simétrico. Esto se debe a
que la parte antisimétrica de las derivadas del desplazamiento representan rotaciones
puras sin deformacion y deben excluirse.

1.2 Tensor de tensiones

Sobre un solido pueden actuar dos tipos de fuerzas externas: fuerzas de volumen y
fuerzas de superficie. Las fuerzas de volumen actiian sobre cada elemento de volumen
del s6lido. Un ejemplo de este tipo de fuerzas lo tenemos en el propio peso del cuerpo.
Por el contrario, las fuerzas de superficie actilan sobre cada elemento de superficie del
solido.

Ademas de estas fuerzas externas existen fuerzas internas que provienen de las
interacciones mutuas entre partes del so6lido. En un cuerpo que no esté deformado, todas
las partes del cuerpo se hallan en equilibrio mecanico. Esto significa que si
consideramos una porcion del solido, la resultante de las fuerzas que actian sobre ella,
debida a todas las demas, es cero. Cuando ocurre una deformacion el cuerpo abandona
el estado de equilibrio original. Entonces aparecen fuerzas internas que tienden a llevar
el cuerpo al estado de equilibrio. Estas fuerzas internas estan relacionadas con las
tensiones internas y son el origen del tensor de tensiones. Si no hay deformacién no
existen tensiones internas.

Las tensiones internas se deben a fuerzas entre las individualidades del material. Un
hecho importante para la teoria de la elasticidad es que estas fuerzas tienen un “radio de
accion” muy corto. Su efecto se extiende a la vecindad de la individualidad que la
ejerce, hasta una distancia del orden de distancias atdmicas, mientras que la teoria de la
elasticidad, por ser una teoria macroscopica, sOlo considera distancias grandes
comparadas con las distancias atdmicas. Podemos decir que las fuerzas que producen
las tensiones internas son ‘“fuerzas de corto alcance”. Por consiguiente, las que ejercen
sobre cualquier parte del s6lido las partes vecinas, s6lo se ejercen sobre la superficie de
dicha parte.

Para especificar la tension o en un elemento de superficie dS alrededor de un punto de
la superficie, asumimos que el limite de la relacién entre la fuerza df aplicada en el
elemento diferencial de superficie dS y el modulo de dicha superficie | dS |, existe. Al

. df; . . .
limite 1im i lo denominamos tension cj;. En general, el vector tensiéon no es normal
ds;—>0 dS .
g J
al elemento de superficie sobre el que acthia, y por tanto siempre podemos
descomponerlo en sus componentes intrinsecas: fension normal, perpendicular el
elemento de superficie, y tension de cizalla que actiia en el plano del elemento de
superficie. El tensor de tensiones, al igual que sucedia con el tensor de deformacion
especifica, es simétrico.



2. Ley de Hooke generalizada

En lo que sigue consideraremos que el material es elastico, isotropo, homogéneo y
lineal. Un material es elastico cuando desaparecido el agente deformador, la forma y el
tamafio vuelve a su aspecto original. Un material elastico se dice que es isdétropo cuando
las propiedades elasticas en un punto son las mismas independientemente de la
direccion. Si las propiedades del material son las mismas en cualquier punto dentro del
s6lido, decimos que es homogéneo. Finalmente, un medio lineal es aquel en el que
existe una relacion lineal entre los tensores de deformaciéon y de tensiones.

El concepto de elasticidad lineal fue introducido por Hooke en 1678 cuando postulo la
ley “‘ut tensio sic vis”, que puede ser traducido como ““/a extension es proporcional a la
fuerza”. Cauchy y Poisson en 1820 desarrollaron, para un sélido eléstico e isotropo, la
relacion lineal entre las componentes de los tensores de tensiones y deformacion, que
hoy conocemos como ley de Hooke generalizada.

Un soélido elastico iso6tropo se caracteriza por la coincidencia de los ejes principales de
los tensores de deformacion y de tensiones; ademas, poseen Unicamente dos constantes
elasticas independientes, por ejemplo: el modulo de Young (E) y coeficiente de Poisson
(v). Para cada una de las direcciones principales de los tensores de tensiones y de
deformacién se cumple pues la proporcionalidad:

o, =E¢g; (ii=123) €Y

El coeficiente de Poisson expresa la proporcionalidad entre las deformaciones unitarias.
En un cubo de aristas a, b y ¢, sometido a un estiramiento en la direccion de a,
tendremos, de acuerdo con el concepto de coeficiente de Poisson,

|db/b|/(da/a) = |db/b|/(da/a) = v —|e, |/e, =e;|/e; =V 2)
Como &, y &3 seran negativos (db < 0 y dc < 0), las igualdades anteriores las podemos

escribir como &, =3 =—Vveg;.

Puesto que la relaciéon entre la tensiéon y la deformacioén es lineal, se cumplira el
principio de la superposicion, el cual nos conducird finalmente a la ley de Hooke

generalizada:
1+v v
gjj :T(GU —mtrc Sijj 3)

Despejando oj; de la ecuacion anterior obtenemos las llamadas ecuaciones de Lame,

que expresan las componentes del tensor de tensiones en funcion de las del tensor de
deformacion:

Cjj = 2pgjj + 8 A tre 4
donde p=E/(2+2v) y A=vE/((1+v)(1-2v)) son los llamados coeficientes de Lamé.

3. Ecuacion fundamental de la elasticidad

En un cuerpo elastico en equilibrio, las fuerzas internas se ajustan para hacer minima la
energia. Cuando las fuerzas internas no estan en equilibrio es porque existe



deformaciéon. La ecuacion fundamental de la elasticidad (Navier) proporciona la
relaciéon de la fuerza f con las apropiadas derivadas del vector desplazamiento 1 :

f=(A+2)V(VU)- 4V xVxi ®))
4. El problema de la esfera hueca sometida a presiones constantes

En algunos problemas de elasticidad lineal la ecuacién diferencial de Navier puede ser
integrada analiticamente. Las constantes de integracion las podemos obtener a partir de
las condiciones de contorno. Este es el caso de la simetria esférica. Para una esfera
maciza de radio R sometida a una presion P se obtiene finalmente:

I r €4y =Egg =€ -_—PF 6)
21+ 30 ™00 TR T o 3

ur
Analogamente, en el caso de un medio elastico grande con una cavidad esférica de radio
R, sometido a una presion hidrostatica P se obtiene:

_PRY 1 PR’ 1

PR™ 1 i PR’ 1
T4 27 T 2u 37

E4p =Egp = — — @)
b0 4p 3

5. El problema de la inclusion esférica

En este problema vamos a considerar el caso en el que en una matriz de un cierto
material 2, con una cavidad esférica de radio R despreciable frente a las dimensiones de
la matriz, “embutimos” una esfera maciza de radio R+dR de un material distinto que
llamaremos material 1. El material 1 (interior) ejerce una presion P sobre la superficie
de la cavidad esférica de la matriz.

Este problema se resuelve combinando los dos resultados de la esfera maciza y la matriz
con una cavidad esférica sometida a una presion desde dentro proveniente del material
colocado. Cuando la esfera maciza se introduce en la matriz hueca, se produce un
“acoplamiento forzado” entre las constantes de red de ambos materiales. Este hecho
impone una condicion de contorno para u, que podemos expresar de la siguiente forma:

u£2) (R) —ugl)(R) =¢go R, siendo &y un parametro que caracteriza lo forzado que resulta
la inclusién correspondiente. Este viene dado en términos de las constantes de red a”

de los materiales en contacto: go= a{” /al® —1.
Sustituyendo las expresiones de u,, contenidas en (6) y (7), en la condicion frontera se
obtiene la presion P que, cuando las constantes elasticas de la esfera y la matriz son
iguales, resulta:

P=(2Egq)/(3(1-v)) (8)
Llevando (8) a las expresiones de ¢

o

€00 Y €44 - dentro y fuera de la inclusion, se tiene:

el =efy =&l =—2(1-2v)g, /(3(1-V)) 9)
3 3
8(2) :_2(1+V)80R L 8(2) =8(2) _ (1+V)80R L (10)
i 3A-v) o3 60 7 "do 31-v) 3



6. Deformaciones en inclusiones con forma arbitraria

A partir de la solucién para la inclusion esférica, se puede obtener una solucién para una
inclusién de forma arbitraria. Al igual que hemos considerado en la inclusion esférica,
el material incluido y la matriz seran isétropos y tendran idénticas constantes elasticas
(moédulo de Young y coeficiente de Poisson).

La estrategia consiste en considerar la inclusién de forma arbitraria y volumen V, como
superposicion de inclusiones esféricas de volumen unidad y evaluar y superponer
(sumar) las deformaciones y tensiones que provocan en los puntos interiores y en los
exteriores a V. La suma (principio de la superposicion) de todas las contribuciones
provenientes de las inclusiones esféricas de volumen unidad, interiores a la inclusion
arbitraria, nos dard la deformacién y la tensién debidas a la totalidad de la inclusion
arbitraria. Como en las secciones anteriores, los detalles pormenorizados de las
definiciones, demostraciones y ejemplos pueden encontrarse en la version autocontenida
accesible en https://www3.uji.es/~planelle/strain.pdf .

La expresion para las componentes del tensor de deformacion resulta:

1+v
E

”Aij(f—fo)dgo(fo) (1D
So

() =—g¢ 89+

donde q = 0,1 para puntos exteriores/interiores a la inclusién arbitraria y donde la
integral doble se realiza sobre la superficie que delimita la inclusién de forma arbitraria.

En la ecuacion anterior el vector A;; esta definido segun:
E € Xi €. +X; éi

Ay =— L 12
Y 8m(l—v) HE (12)

La ecuacion (11) puede usarse tanto para el caso en que el punto cuantico tenga menor
constante de red que la matriz (& sera positivo), como en el caso contrario (lo cual
implica un valor negativo de &), de acuerdo con el criterio asumido en la definicion del
parametro &.

La ecuacion (11), excepto para geometrias muy simples, no tiene integraciéon analitica.
Por ello, en la practica, debemos recurrir a la integracion numérica. La discretizacion
implicita en la integraciéon numérica reemplaza la superficie continua por una superficie
formada por cuadrados muy pequeiios, cuyo vector superficie es paralelo a alguno de
los ejes coordenados.

Hay que tener presente que la ecuacion (11) la hemos obtenido para puntos T dentro o
fuera del punto cuantico, pero no para puntos exactamente en la superficie matematica
que separa la inclusion de la matriz. Podemos hacer el calculo en puntos separados una
distancia muy pequefia de la superficie, pero nunca en la superficie. Esto, desde el punto
de vista practico, no supone ningun problema.

Un ejercicio interesante que proponemos es la integracién numeérica de la ecuacion (11)
para un punto cuantico esférico de radio R. El resultado que se obtiene coincidira con
los resultados que se derivan de las ecuaciones analiticas. Esta comparacion puede



servir ademas para determinar la precision del calculo numérico al variar el grado de
discretizacion. Finalmente, es recomendable reproducir algunos calculos de la
bibliografia reciente como, por ejemplo, los que podemos encontrar en las referencias
[8,10]. Asi, a titulo de ejemplo, en la figura 2a, representamos un punto cuantico cuya
forma coincide con una seccidén de un toroide segtin un plano perpendicular al eje z. En
la figura 2b hemos plasmado el calculo de la componente g, del tensor de
deformacion, en unidades g,, frente a la distancia x (u.a.) medida desde el centro del
toroide.

Figura 2a Figura 2b
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Abstract

The present paper is a pedagogical approach to the calculation of strain in
quantum dots of arbitrary shape buried in a matrix. We assume the
isotropic strain model, which has good performance and is not computationally
heavy. The paper is self-contained: we start from the definitions of strain and
stress and obtain the Navier equation. Then, the elasticity formalism is
applied to the problem of spherical inclusion. Finally, using the superposition
principle, we obtain the strain in an inclusion of arbitrary shape as a sum
of effects coming from the inclusion of many small spheres. The resulting
strain formula is a surface integral which can be numerically solved and
compared to results published in recent scientific literature.
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Introduccion

Desde hace afios hay un considerable interés en la sintesis, caracterizacion y estudio de
puntos cuénticos, QDs, autoordenados. Este viene sin duda estimulado por la posible
utilizaciéon de estos QDs en nuevos nanodispositivos optoelectronicos (tales como
laseres de puntos cuanticos), fotodetectores, o su uso como puertas cuanticas en el
procesado cuantico de la informacion, entre otras muchas aplicaciones [1,2,3].

Uno de los métodos mas empleados para el crecimiento de QDs en matrices
semiconductoras es el llamado método de Stranski-Krastanow [4] el cual permite un
control de la densidad, tamafio, composicion y forma de los puntos cuanticos,
consiguiendo un producto con una alta homogeneidad. Las fuerzas de tensi6on son en
parte responsables de ello. Una vez depositada una primera serie de puntos cuanticos
sobre la matriz, y después de quedar éstos cubiertos de nuevo por material de la matriz,
cada punto cuantico origina un campo de tensiones que promueve el ordenamiento
vertical de los nuevos puntos cuanticos que se van depositando y cubriendo
sucesivamente. De este modo se consiguen pilas ordenadas de QDs.

Las tensiones que quedan presentes provocan, a su vez, cambios en la estructura de las
bandas del material obtenido. Basicamente, el borde de la banda de conduccién se
estabiliza/desestabiliza proporcionalmente a la deformacién hidrostatica, mientras que
en la banda de valencia los huecos pesados y ligeros (que son degenerados en el punto I
de la zona de Brillouin) rompen su degeneraciéon proporcionalmente al campo de
deformaciones biaxial, a la vez que también son afectados por la presion hidrostatica, de
manera similar a como lo es la banda de conduccion [5]. Adicionalmente, el campo de
tensiones genera un potencial piezoeléctrico, aunque éste es generalmente pequefio y,
excepto en algunos casos concretos, contribuye poco a la energia electronica.

Por todos estos motivos, entre otros, se hace necesario calcular el campo de
tensiones/deformaciones en un QD. Los métodos que se emplean para su calculo se
pueden clasificar en dos categorias: modelos de elasticidad continua (continuous model
CM) y modelos atomisticos (valence force field VFF). En general VFF y CM conducen
a resultados que estan en razonable acuerdo [6,7]. Dentro del modelo continuo, la
descripcion mas simple se consigue con el modelo continuo isétropo (isotropic
elasticity, 1E) propuesto por Davies y Downes[8] el cual rinde resultados acordes con
aquellos que se obtienen de modelos continuos anisétropos y atomisticos [9,10]. El
método IE es conceptualmente simple, computacionalmente asequible y, desde el punto
de vista de sus resultados, robusto.

En el presente articulo derivaremos el método IE a partir de la ecuacioén basica de la
elasticidad (ecuacion de Navier) con el objeto de proporcionar al no especialista una
aproximacion didactica al tema. Creemos que la programacién de la féormula de
deformaciones y su aplicacion a casos concretos donde pueden contrastarse con la
bibliografia puede constituir una buena propuesta de practica para estudiantes
universitarios.



1. Deformaciones en el entorno de un punto. Tensores de deformacion y de tension.

La teoria de la elasticidad estudia la mecanica de los cuerpos so6lidos considerandolos
como medios continuos. Bajo la accién de las fuerzas aplicadas, los solidos se
deforman, es decir, cambian de forma y de volumen en mayor o menor grado. Como
veremos, el concepto de tensor de deformacion esta ligado a las deformaciones dentro
del soélido, mientras que el concepto de tensor de tensiones estd relacionado con los
agentes responsables de estas deformaciones, es decir, con las fuerzas.

En este apartado presentaremos una breve exposicion de aquellos elementos necesarios
de la elasticidad lineal que nos permitan abordar el estudio de la inclusioén esférica como
un paso intermedio al estudio de las deformaciones elasticas en los puntos cuanticos.

En lo que sigue, los medios continuos que consideraremos seran elasticos, isotropos y
lineales. Asi, existira una relacion lineal entre el tensor de deformacion y el de tensiones
(ley de Hooke), las propiedades mecanicas de los sdlidos no tendran direcciones
preferentes y las deformaciones de los puntos materiales del solido seran infinitésimos
de primer orden.

1.1 Tensor de deformacion especifica

Consideremos un solido eléstico inicialmente no deformado y sean P y Q dos puntos del
mismo infinitamente proéximos.

Figura 1

Producida una pequefia deformacion, el punto P pasa al P’ y el punto Q al Q’.
Representaremos por u el desplazamiento de P’ respecto de P y por u' el de Q’
respecto de Q. En coordenadas cartesianas:

u=u,i+uyj+u,k u'=uji+uyj+uk (1)
Teniendo en cuenta que los desplazamientos U y u’ son infinitesimales, podemos

expresar las componentes de U’ en funcidn de las de U y de sus derivadas mediante un

desarrollo de Taylor hasta primer orden:

u=u; + o ayl dy + azl dz (i=x)y,2) 2)



Las ecuaciones (2) pueden representarse como [6@']=[a]+ [m][dr] 3)
donde [i'], [d] y [dF] son matrices 3x1 y [M] es una matriz 3x3 cuyos elementos son
aui
mij =
an
La matriz [M] podemos descomponerla como suma de una matriz simétrica y otra
antisimétrica segun
[M]+[M]" | [M]-[m]"
2 2
donde [M]" es la matriz transpuesta de [M].

[M]- ~[p]-+ 1] @

De la figura 1 se desprende u+dr’ =dr+u’ —»dr’ =dr + (ﬁ’ - ﬁ), que expresada en

forma matricial y teniendo en cuenta las ecuaciones (3) y (4), asi como el concepto de
matriz identidad, conduce a

Ja |= [1]{ar]+ ([D]+ [11]) [a] = [D][ae] + [1 + 1] [a] ®)

La matriz simétrica [D] es lo que denominamos tensor de deformacion especifica. Sus
elementos son del tipo

du:. Ou:
ey =~ Qi (©)
2 GXJ aXi
[I+H] es una matriz infinitesimal y, por ser [H] antisimétrica, ortogonal; cuyos
. 1( éu, Ou,
elementos son del tipo &; +— ———|, donde &;; es el delta de Kronecker.
2(ox; ox

La matriz [[+H], al aplicarla al vector dr, le produce un giro pero le conserva el
mobdulo. En cambio el tensor de deformacion especifica [D] cuando aplica a dr le
produce, en general, un cambio de modulo y de direccion.

Al ser [D] un tensor simétrico, existirdn, en un punto P del sélido, tres direcciones
perpendiculares entre si tales que el vector dado por la transformacion [D][d?] no
cambia de direccion, sino unicamente de modulo. Estas tres direcciones son las
llamadas direcciones principales del tensor de deformacién. Para cualquier vector dr,
cuya direccion coincida con alguna de las tres direcciones principales del tensor de
deformacion, se verificara

[D][ar]=eldi] — [D-e1]far]=[o] ™

La ecuacion matricial (7) constituye un sistema de ecuaciones homogéneo cuya
condicion de compatibilidad proporciona la ecuacidn caracteristica

Exx —¢€ Exy Exz
€yx Eyy—€ &y, [=0 (8
€7x €2y €22 —€



La ecuacion (8) constituye una ecuacion cubica en & cuyas raices €, €, y €3 se

denominan deformaciones principales.

La traza del tensor de deformacioén especifica es un invariante respecto de cualquier
rotacion, suele denominarse invariante lineal (o dilataciéon cubica unitaria). Si lo
representamos por e, tendremos

ou, Ou, ou,
+ +

e=g +e,+e, =6, +e, e, = > "

=divii ©)

Los términos del tensor de deformacion especifica tienen la siguiente interpretacion:

a) Los términos & (I = Xx,y,z) de la diagonal representan la diferencia de
desplazamientos a lo largo del eje i que experimentan dos puntos P y Q, distanciados la
unidad a lo largo del mencionado eje en el solido libre, como consecuencia de la
deformacion. Veamos como ejemplo el caso de &:

Figura 2

La deformacion del solido afecta desigualmente a los puntos P y Q. P pasa a P’ (se
deforma uy en la direccién x) y Q pasa a Q’ (se deforma u} en la direccién x).

X

u, + dx —u
~ Uy —ux Y ox ¥ _Ouy
De acuerdo con lo anterior, &,, = = =X

dx dx ox

(Identica interpretacion para los restantes términos de la diagonal, e,y y €,,).

b) Los elementos extradiagonales del tensor de deformacion estdn asociados a un
“efecto de cizalla” que se traduce en la variacion experimentada por el angulo,
inicialmente recto, de lados paralelos a los ejes etiquetados en la correspondiente
componente extradiagonal del tensor de deformaciéon. Consideremos, por ejemplo, el

ou
término & 1(8ux + y]:

v 7ol ey | ox
En la figura siguiente, figura 3, la deformacion implica que P pasaa P’, Spasaa S’y Q

pasa a Q’. Ademas, en el estado inicial no deformado, los segmentos PQ y PS forman
un angulo recto.



e

X
Figura 3
En la figura anterior se tienen las siguientes distancias:
P'Y =PS d auyd [1 6‘ude (10.1)
1 = +u —u = qay + — y = + — y .
Yy y ay ay
YS = uy —u, =Yx gy (10.2)
Oy
' auy
XQ' =uy—u, = a—xdx (10.3)
PX = PQ+up —u, = dx+ % dy = 14+ M gy, (10.4)
ox ox
. ou, Ouy .
De la figura 3 y de las ecuaciones (10), aceptando que y g son despreciables
. y aux
como sumandos frente a 1, se tiene tgy; =y, =—— y tgy, =y, = (11)
ox oy
o ou
con lo cual Exy :l Ux 7Y _Nitve (12)
2\ oy ox 2

Obsérvese que si g (i# j) es positivo, el angulo inicialmente recto disminuye. En

cambio, si es negativo, dicho angulo aumenta.

1.2 Tensor de tensiones

Sobre un sodlido pueden actuar dos tipos de fuerzas externas: fuerzas de volumen y
fuerzas de superficie. Las fuerzas de volumen actian sobre cada elemento de volumen
del s6lido. Un ejemplo de este tipo de fuerzas lo tenemos en el propio peso del cuerpo.



Por el contrario, las fuerzas de superficie actuan sobre cada elemento de superficie del
sélido.

Ademas de estas fuerzas externas existen fuerzas internas que provienen de las
interacciones mutuas entre partes del sélido. En un cuerpo que no esté deformado, todas
las partes del cuerpo se hallan en equilibrio mecanico. Esto significa que si
consideramos una porcién del so6lido, la resultante de las fuerzas que actuan sobre ella,
debida a todas las demas, es cero. Cuando ocurre una deformacién el cuerpo abandona
el estado de equilibrio original. Entonces aparecen fuerzas internas que tienden a llevar
el cuerpo al estado de equilibrio. Estas fuerzas internas estan relacionadas con las
tensiones internas y son el origen del tensor de tensiones. Si no hay deformacién no
existen tensiones internas.

Las tensiones internas se deben a fuerzas entre las individualidades del material. Un
hecho importante para la teoria de la elasticidad es que estas fuerzas tienen un “radio de
acciéon” muy corto. Su efecto se extiende a la vecindad de la individualidad que la
ejerce, hasta una distancia del orden de distancias atbmicas, mientras que la teoria de la
elasticidad, por ser una teoria macroscopica, solo considera distancias grandes
comparadas con las distancias atomicas. Podemos decir que las fuerzas que producen
las tensiones internas son “fuerzas de corto alcance”. Por consiguiente, las que ejercen
sobre cualquier parte del s6lido las partes vecinas, solo se ejercen sobre la superficie de
dicha parte.

Consideremos una parte del solido elastico ocupando una region V encerrada por la
superficie S en el estado deformado. De acuerdo con lo anterior, la acciéon del material
exterior (R-V) ejercera sobre V unas fuerzas externas localizadas en la frontera S. Se
admite que tales fuerzas estan distribuidas de forma continua sobre S. Los elementos de
volumen dV interiores a V, por el principio de accidén y reaccidn, ejerceran fuerzas que
se cancelaran mutuamente.

Figura 4

Para especificar la tension en un elemento de superficie dS alrededor del punto P de S,

asumimos que df compensa la resultante de las fuerzas internas, debidas a las
interacciones entre individualidades, sobre el elemento de superficie dS, y que el limite

df . , .. . .,
lim — existe. Asi, este limite es lo que denominamos vector tension en el punto P:
dS—0

_ df
= lim— 13
°=lim s >
En general, el vector tensiéon no es normal al elemento de superficie dS sobre el que

actia, y por tanto siempre podemos descomponerlo en sus componentes intrinsecas:



tension normal, perpendicular el elemento de superficie dS, y tension de cizalla que
actiia en el plano del elemento de superficie dS. Alternativamente, podemos resolver la
tension en sus componentes cartersianas. Para ello consideremos un pequefio elemento
cubico cuyos lados son paralelos a los ejes de coordenadas x,y,z.

4+
Oyy ¥
|
H
— :
/ iy '
Gyz Gxy H Oxy
Oxz )
" '
Gzy > Oxx Gxx = - ! = Oxx
S SR Y 4. Oxz) _,
L
Gu | Oxz Oy X
,
G?I ’ll
¥
(a) z (b)
Figura 5

En la figura 5 vemos que las componentes de la tensiéon actuando en la cara del cubo
normal al eje X y en el sentido positiva son (Oxx, Oxy, Oxz). Analogamente, para las caras
perpendiculares a los ejes y, z, tenemos, respectivamente, (Gyx, Oyy, Oyz) ¥ (Czx, Ozy, Gzz)-
Estas componentes, dispuestas matricialmente, nos dan el tensor de tensiones

O xx xy Oxz
Oyx  Oyy Oyz
O zx zy Ozz

Las componentes ©xx, Oyy, O, representan las tensiones normales y las restantes
componentes Oxy, Oxz, Oyx, Oyz, Oz, Oy representan las temsiones de cizalla. Por
convenio, la tension normal en una superficie sera positiva cuando produzca tensiéon y
negativa si produce compresion del material dentro del elemento. El sentido positivo de
cualquier componente de las tensiones de cizalla, en cualquier cara del elemento ctbico,
se hace coincidir con el sentido positivo (negativo) del eje coordenado si la tension
normal, en la misma cara, coincide con el sentido positivo (negativo) del
correspondiente eje. Esta regla esta ilustrada en la figura 5(b), indicando los sentidos
positivos de oy, Oxy, Ox, correspondientes a dos caras, del elemento cubico, normales a
la direccion del eje x.

A continuacién vamos a demostrar que el tensor de tensiones, al igual que sucedia con
el tensor de deformacion especifica, es simétrico. Para ello consideremos el equilibrio
de un pequefio paralelepipedo rectangular con centro en el punto P(x,y,z) y longitudes
de lados iguales a dx, dy, dz. Con estas condiciones, los centros de las seis caras seran

1 1 1
(x+-dx.y.2), (xy£-dy,2) x.y,z+-dz)



Figura 6

Si las componentes del tensor de tensiones en el punto P son Gy, Oxy, Oxz, Oyx,-Oyy, «---- s
G2z, entonces dichas componentes en las caras de centros Py, P2, P3 y P4 seran

1 6o 1 0o 1 6o

En Pi(x+dx/2, y, 2): Oy +Eﬁdx, Oxy +5 a::y dx, o, +567X"de
1 oo 1 0o 1 6o

En Py(x-dx/2,y,2): Oy —Eﬁdx, Oxy 5 6::}, X, Oxg 5 6’;2 dx
1 dc 1 0o 1 8o

En P3(x, y+dy/2,z): oy +— X dy, Oyy +——2dy, Oy, +=  dy
2 oy 2 oy 2 oy
1 6o 1 0o 1 0o

En P4(X> y_dy/za Z): ny 5 = Y, ny -5 X dy’ cs)’z N X
2 oy 2 oy 2 oy

El equilibrio para el pequefio elemento de volumen paralelepipédico implica que no
exista rotacion alrededor de ningun eje, por ejemplo del eje dibujado en la figura 6 que
pasa por P y es paralelo al eje z. Por ello, el momento resultante de todas las fuerzas,
respecto de ejes que pasen por P y sean paralelos a los ejes coordenados, deben ser
separadamente cero.

El equilibrio respecto de la rotacion alrededor del eje dibujado en la figura 6, teniendo
en cuenta que la tension es fuerza/superficie, da lugar a la siguiente ecuacion:

1 1 56Xy 1 1 a‘55(y
—dx| oy +— dx |[dzdy + —dx| oy —— dx |dzdy =
2 2 0x 2 2 0Ox
0G y 0G
:ldy cyx+l X dy dxdz+ldy cyx—l X dy |dx dz
2 2 oy 2 2 oy
Dividiendo la anterior igualdad por dxdydz y simplificando obtenemos o, =Gy .

De forma analoga podemos demostrar 6y, =G, y Gy, =G .

Vemos, por tanto, que el tensor de tensiones es simétrico, por lo que s6lo es necesario
conocer seis de las nueve componentes.



Si representamos por [T] el tensor de tensiones, el vector tension [ G ] en un plano 7w del
sélido, cuyo vector director sea [1i; ], vendra dado por

[61=I[T][1n,] a4

(en la ecuacion (14), los vectores [ 6] y [ 1, ] estan escritos como matrices columna)

Al ser [T] un tensor simétrico, siempre podemos encontrar tres direcciones, mutuamente
perpendiculares, para las que el vector tension de la ecuacion (14) sea paralelo al vector
[1,]. En estas condiciones la ecuacion (14) se escribira como [6]=[T][n,]=0c[1n,]
(donde o es un escalar). Introduciendo la matriz identidad [I], la anterior ecuacion
puede escribirse como

[T1[n.]=oc[1][n,]
o equivalentemente
[T-ol] [1i,]=[0] (15)

La ecuaciéon matricial (15) constituye un sistema de ecuaciones homogéneo cuya
condicion de compatibilidad proporciona la ecuacidn caracteristica

Oxx — O Oxy Oxz
yx Gyy —O oy, |=0 (16)
G zx Gzy Gzz —O

La ecuacion (16) constituye una ecuacion cubica en G, cuyas raices 6|, o, y O3 se

denominan tensiones principales.

2. Ley de Hooke generalizada

Hasta este punto, hemos considerado la descripcién matematica de los tensores de
deformacion y de tensiones sin entrar en consideraciones acerca de la naturaleza
especifica del material. Para continuar en la formulacién matematica, necesitamos
introducir ecuaciones adicionales que relacionen las componentes de ambos tensores en
un sélido determinado. En lo que sigue consideraremos que el material es elastico,
isotropo, homogéneo y lineal. Un material es elastico cuando desaparecido el agente
deformador, la forma y el tamafio vuelve a su aspecto original. Un material elastico se
dice que es isotropo cuando las propiedades eldsticas en un punto son las mismas
independientemente de la direccion. Si las propiedades del material son las mismas en
cualquier punto dentro del sélido, decimos que es homogéneo. Finalmente, un medio
lineal es aquel en el que existe una relacion lineal entre los tensores de deformacién y de
tensiones.

El concepto de elasticidad lineal fue introducido por Hooke en 1678 cuando postuld la
ley “ut tensio sic vis”, que puede ser traducido como “la extension es proporcional a la
Suerza”.

En solidos tridimensionales necesitamos seis componentes del tensor de deformacion
para describir la deformacion en un punto. Similarmente, la especificacion completa de
las fuerzas internas actuando en un punto requiere el uso de las seis componentes del
tensor de tensiones. Cauchy y Poisson en 1820 desarrollaron, para un solido eléstico,

10



isotropo, la relacion lineal entre las componentes de los tensores de tensiones y
deformacion, que hoy conocemos como ley de Hooke generalizada.

Un solido elastico isotropo se caracteriza por la coincidencia de los ejes principales de
los tensores de deformacion y de tensiones; ademas, poseen Uinicamente dos constantes
elasticas independientes, por ejemplo: el mdédulo de Young (E) y coeficiente de Poisson

).

Para cada una de las direcciones principales de los tensores de tensiones y de
deformacion se cumple la proporcionalidad:
c; =Eg; (i=1,23) 7

La extension del material en una direccion, por ejemplo la direccion principal 1, lleva
asociada la contraccion del material en las dos restantes direcciones principales
perpendiculares

a
(da>0 y db<0)
=t mm e R
2 h a+da b+ db
f+— b f
i
1 I I .
3
Figura 7

El coeficiente de Poisson expresa la proporcionalidad entre las deformaciones unitarias.
Extendiendo mentalmente la figura 7 a la tercera dimension de la barra estirada
unicamente en la direccion 1, tendremos, de acuerdo con el concepto de coeficiente de
Poisson,

‘db/b‘ ‘dc/c‘ ‘82‘ ‘83‘
—_— =V D>—=-"—"""=vV
da/a da/a € €

(18)

Como €, y €3 seran negativos (db < 0 y dc < 0), las igualdades (18) podemos
escribirlas como €)=83=—Vg (19)
En la figura 7 vemos que la deformacion se realiza en la direccion principal 1, por tanto,

de acuerdo con la ecuacién (17), g :%; con lo cual la expresion (19) podemos

escribirla en la forma g; =—v % (donde la direccién principal i = 1)

Puesto que la relaciéon entre la tensiéon y la deformacién es lineal, se cumplird el
principio de la superposicion. Por tanto, estamos en condiciones de poder obtener la
deformacidn unitaria, en un elemento de volumen y en una direccién principal, cuando
sobre el elemento de volumen actiian simultdneamente tensiones en las tres direcciones
principales. Consideremos, para ello, un elemento de volumen de forma cubica, cuyas
aristas tengan longitud unidad y direcciones coincidentes con las direcciones principales
del tensor de tensiones:

11



direcciones 7] 1+,
principales
2 1

(o]}

Gi
o 1 7 1+€; / _________ S
1 /-

1+e3

Figura 8

En las deformaciones que hemos considerado, las direcciones principales de los tensores
de deformacién y de tensiones coinciden en todo momento.
De acuerdo con el principio de superposicion, la deformacion unitaria en una direccion
principal sera la suma del efecto, sobre ella, de las tres tensiones principales. Asi, de
acuerdo con las ecuaciones (17) y (19), tendremos:

S| G2 G3

1
gg=—-v—=-v— —> g =—(c;-Vv(oc,+0
1= % E E 1 E(l (o2 3))

ecuacion, ésta ultima, que genéricamente podemos escribir en la forma

g = l(cs,— —v(tro-5;)) o equivalentemente,| g; = Tty c; — Vo (20)
E E 1+v

(dondei=1,2,3 ytrc =0 + 02+ 0C3)

La ecuacion (20) constituye la ley de Hooke generalizada para las direcciones
principales de los tensores de deformacion y de tensiones.

En un sistema de referencia Oxyz, resultado de una rotacion [R] arbitraria del sistema
. . . * k% . . .
de ejes principales Ox y z (0123 en la figura 8), las expresiones matriciales de los
. * . . . . .
tensores de tensiones oy o vienen relacionados por esta misma matriz de rotacion
segun:

[0l =[RI'[o] [R] @n
donde, recordemos, el tensor [6*] es diagonal.

En estos nuevos ejes, el tensor de deformacion [&] puede escribirse, teniendo en cuenta
las ecuaciones (20) y (21), como

[ = [RTT&1R] = YR ([c o 1]) R]
1+ _
[e] = E [[6] 1oy tro [I]) (22)
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donde su elemento &; se particulariza como

1+v
Sij:T

(G,—j 3 Y tro Sijj (23)

+Vv

De la ecuacion (23) podemos obtener la relacion entre las trazas de los tensores de
deformacion y de tensiones:

—-2v
tre =

tro (24)

Despejando o; de la ecuacion (23) y teniendo en cuenta (24), obtenemos las ecuaciones

de Lamé, que expresan las componentes del tensor de tensiones en funcion de las del
tensor de deformacion

Cij =2pEj;+ A tre (25)
. E E
donde los coeficientes p=——— y A= V= (26)
2(1+v) (I+v)(1-2v)

son los coeficientes de Lamé.

3. Ecuacion fundamental de la elasticidad

En un cuerpo eléstico en equilibrio, las fuerzas internas se ajustan para hacer minima la
energia. Veamos qué sucede cuando las fuerzas internas no estan en equilibrio. Para ello
consideremos un trozo pequefio de material, de volumen V, encerrado en una superficie
S.

A% S

Si el trozo estéa en equilibrio, F=0.

Podemos considerar F como suma de dos
contribuciones: F=F_ +F .

La contribucion exterior puede ser debida a
fuerzas tales como la gravedad que act@ian a
distancia produciendo una fuerza por unidad
de volumen fy, . Asi, Eoy = ffext dv. Figura 9

v

En el equilibrio esta fuerza exterior estaria equilibrada por la fuerza total interior, F,,,

proveniente del material cercano que actua a través de la superficie S. Si el trozo de
material no estd en equilibrio,
Fg + [foq dV = [pFdV o> By = [T +pF)dV - Ep = [fdV @7

v A v v

donde p es la densidad del material y T el vector aceleracion.
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Lo que hemos llamado F,,, est4 relacionado con las tensiones o esfuerzos en el material.

El vector tensiéon, G, en cualquier punto de la superficie S caracterizado por el vector
unitario normal n, viene dado por [6] = [T] [n]. Si denominamos dS a un elemento

0t 'las componentes de la ecuacion

de superficie de S y tenemos en cuenta que 6 =

matricial anterior seran
dF.

. 3
%=Gi n, +cjyny +0j,n, > dF,; —(ZG“{ nkjds (k=xy,z) (28)
k=1

Integrando (28) a toda la superficie S y teniendo en cuenta (27) obtenemos

= 3
I dv=j(zoiknkjds (29)
\% S \k=l
3
Desde un punto de vista matematico, » c;, n, representa el producto escalar del
k=1
vector G; por 1. La integral de superficie que aparece en la ecuacion (29) representa,
por tanto, el flujo de G; que sale del volumen V a través de la superficie S. Lo cual, de
acuerdo con el teorema de la divergencia, se puede escribir como la integral de volumen
de la divergencia de G; extendida a todo el volumen V:

3 . 0c; .
j(zoiknkjdszj &;idS=[(V&)dv =] [ag“ + a‘y +aZ‘ZJdV (30)
S % % X Y z

S \k=1

661){ + 60_i Yy 6612

De (29 30) se ti f; =
e (29) y (30) se tiene: f; P 2y P

(i=x,y,2). (31)

Para obtener la ecuacion fundamental de la elasticidad, es decir la relacién de la fuerza
fcon las apropiadas derivadas del vector desplazamiento i, combinamos las
ecuaciones (31) y (25). Obtenemos:

Og; Oeiy  Og; Otre
f.=2 13 12 A =X,X2 =Yy, X3 = 32
; u( o + 2y + pw + x. (X1=X, X2 =Y, X3 = Z) (32)

1

Las derivadas de las componentes del tensor de deformacion, asi como la derivada de su
traza, podemos obtenerlas de la expresion (6). Haciendo esto para cada una de las
expresiones implicitas en la ecuacion (32), obtenemos:

a(V 1) GICAN

=A+twW———> Vu

+uViu,, =A+p)——— y >

8(V u)

f, =+ +uviu

z

Las anteriores ecuaciones constituyen las componentes X,y,z de la ecuacion vectorial

f=A+WVEVi)+pVv2i (33)
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La ecuacion (33) se conoce con el nombre de ecuacion de Navier.
Haciendo uso de la identidad vectorial V2 i = V(Vi)-VxVxiu, la ecuaciéon de
Navier puede expresarse también como

f=A+2u)V(Vi)-uVxVxi (34)

4. El problema de la esfera hueca sometida a presiones constantes

En algunos problemas de elasticidad lineal la ecuacién diferencial de Navier puede ser
integrada analiticamente. Las constantes de integracion las podemos obtener a partir de
las condiciones de contorno. La simetria esférica del problema que abordamos a

continuacién hace que sea didacticamente adecuado. Ademas, tiene un interés adicional
porque podemos considerarlo como un problema previo al de la inclusion esférica.

Condiciones de contorno:

o, (R)=-P

o (Ry)=-P,

La simetria esférica implica:
u,=u.(r); ug=u, =0 (35
y por consiguiente 4 =u,¢,, donde
Figura 10 €, es un vector unitario radial

Como suponemos que no hay fuerzas de volumen ni aceleraciones dentro del material,
la ecuacién de Navier, ecuacion (34), queda (A + 2;1)6(6 u)- ;16 xVxl=0. Ademas,
la simetria radial implica V x(u,&,)=0. En estas condiciones la ecuacién de Navier
queda reducida a

V(V(u,8)=0 — V(ui,)=cte (36)

Utilizando el operador divergencia en coordenadas esféricas,

16(r2Ar)+ I O(Agsend) = 1 OA

VA(1,0,0) = —
(r:6.4) 2 or r sen0 o0 rsen® O¢

y teniendo en cuenta (35), obtenemos

d(r2
L(riur):cte - ur:ar+L 37)
2 dr r?

En coordenadas esféricas los elementos diagonales del tensor de deformaciéon son
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€ =

1( dug 1 (Ouy
L =—| —=+ ; = ——+senbu, +cos6 38
or €gp r( 20 urj € rsene( 20 senOu, +cosBugy (38)

En este caso los elementos extradiagonales, debido a la simetria esférica, son nulos.

De las ecuaciones (35) y (38) tenemos

u
€gp = E¢p = Tr (39

b
De 37) y (39): €, =a oo = Egp =+ — (40)

r r
A partir de (40), utilizando la ecuacion de Lamé, ecuacion (25), podemos obtener

2ub
3

O :(2;,L+3>7»)a—ﬂ Gop =Cpo = (2pn+3A)a+

41
r3 1)

Es inmediato comprobar que, en este caso, también los elementos extradiagonales del

tensor de tensiones son nulos.

De las ecuaciones (41), teniendo en cuenta las condiciones de contorno del problema

(on(R1) = =P, ou(R2) = —P»), obtenemos las constantes ay b

3 3 3p3
a—_ DRI —PRY b= RiR (P —Py) 42)
(2u+30)(R3 - R}) 4u(R3 —RY)

Finalmente, llevando estos valores de a y b a las ecuaciones (37), (40) y (41) obtenemos

3 3 35,3
PRy -P)R; [ RiIR3(P—-Py) 1

u = (43.1)
" @u+3MR3-RY) 4pR3 -R2) 2
PR} —P,R3 _ R{R3 (P, —P,) 1 (43.2)
T @u+3n®R3-R}Y) 4pRI-R?) 1
PR} —P,R3 R{R3 (P —P,) 1
E¢p = €00 = T 3 2y 3 (433)
p+30)(R3 —R7)  4pR3—-Ri) r
P,R> -P,R3 RIR3(P, -P
L= 1 13 23 2 Xy i( 1 . 2)% (43.4)
(Rz_Rl) (R2_Rl) r
PR} —P,R3 R3R3(P,—P
oo = Cop = 181 282 | N (P —Py) 1T (43.5)

(R3-R{) 2®R3}-R}) r?

Como caso particular del problema que estamos tratando, podemos considerar el caso
de una esfera maciza de radio R sometida a una presion P. Las formulas anteriores son

aplicables haciendo R; = 0, R, = Ry P, = P. Se obtiene:
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—P -P
w=——* ¢ 44.1 € = €00 = Egp = — ———
T 2p+ 3 4.y LR TN

(44.2)

Todavia podemos contemplar un segundo caso particular del problema que estamos
considerando. Se trataria de obtener el desplazamiento u; y las componentes diagonales
de los tensores de deformacion y de tensiones para el caso de un medio elastico grande
con una cavidad esférica de radio R, sometido a una compresion hidrostatica. Para ello

hacemos, en las ecuaciones (43), R, >> R; = R. Se obtiene:

-P P, —-P,)R?
u, = 2 (P -P)YRT 1
21+ 31 4n r2

e — -P _(Pl—Pz)R3i
T 2u+3A 2u 3

3
—P (@ -P)YR™ 1

2pn+3A 4n 3

Eop = €00 =

R3
G =Py = (P _Pz)rT

1 3
Gpp =Cpo =P+ (P —Py) —-
2 r

Si suponemos que P; es cero y P; = P, las ecuaciones anteriores quedaran

3
r:PR L (46.1)
T
—-PR? 1 PR3 1
Eyp = - 46.2 g =g =_ _
o 3 (46.2) =800 =", T3
;3 1 PR3 1
on =—PR’— (46.4) 40 =000 = 3
T T

45.1)

(45.2)

(45.3)

(45.4)

(45.5)

(46.3)

(46.5)

17



5. El problema de la inclusion esférica

En este problema vamos a considerar el caso en el que en una matriz de un cierto
material 2, con una cavidad esférica de radio R despreciable frente a las dimensiones de
la matriz, “embutimos” una esfera maciza de radio R+dR de un material distinto que
llamaremos material 1. El material 1 (interior) ejerce una presion P sobre la superficie
de la cavidad esférica de la matriz.

Este problema lo resolveremos combinando los dos resultados que hemos obtenido,
como casos particulares, en el problema anterior de la esfera hueca: la esfera maciza y la
matriz con una cavidad esférica sometida a una presion desde dentro proveniente del
material colocado.

Figura 11

Supondremos que a una distancia r muy grande, contada desde el centro de la inclusion
esférica, la presion es nula. Asi, para la matriz podemos utilizar las ecuaciones (46).

Cuando la esfera maciza se introduce en la matriz hueca, se produce un “acoplamiento
forzado” entre las constantes de red de ambos materiales. Este hecho impone una
condicion de contorno para u; que podemos derivar de la siguiente forma:

N celdas de cte
de red aﬂ)

N celdas de cte

de red abz)
Figura 12
1) _ (1) (1)
Nag =RHORL 30 1 R sr=Rr|[2-_1|= sR=R&
Naf) =R a(()) R ag)

siendo g= ag) / af)z) —1 un pardmetro que caracteriza lo forzado que resulta la inclusion

correspondiente.
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Asimilando este dR a la diferencia del desplazamiento u, en la superficie de contacto
entre los materiales 1 y 2, tendremos u§2) (R)— uE') (R)=g0R “47)

Particularizando la solucion de la esfera maciza, ecuacion (44.1), para r = R, tendremos
—-P
uWrRy=—— R (48.1)
2].11 + 37\.1
Asimismo, de las soluciones para un medio con una cavidad esférica, ecuacion (46.1),
parar =R, se tiene
PR
u® =—= (48.2)
4py
€0
1/(2u, +30)) +1/(4p5)
en la que al sustituir las expresiones de las constantes de Lamé, ecs (26), conduce a

p €0 (49)
(1=2v))/E; +(1+v,)/(2E,)

Llevando (48.1) y (48.2) a la ec. (47) se tiene P = . Ecuacion

Si las constantes elasticas de la esfera (material 1) y de la matriz (material 2) se
suponen iguales, la ecuacion (49) queda

_ 2Eg

T 3(1-v)
Para este ultimo caso, donde tiene validez la ecuacién (50), podemos obtener las
expresiones de U, &r, S0, E4p, Oir, O Y Oy, dentro y fuera de la inclusion. En efecto,

(50)

a) Dentro de la inclusion: sustituimos la ecuacion (50) en las ecuaciones (44) y tenemos
en cuenta las ecuaciones (26) para las constantes de Lamé. De esta forma obtenemos

2(1-2
a® —_20=2v)g

51.1

r 3(1-v) ( )
2(1-2v)e 2Ee
H_ M _ 1O _ 0 1) _ 1) _ 1) _ 0

b) Fuera de la inclusion: sustituimos la ecuacion (50) en las ecuaciones (46) y tenemos
en cuenta las ecuaciones (26) para las constantes de Lamé. Se obtiene

1+ R3
u® 1+v)eq 1

_UHV)ERT 1 52.1
' 31-v) ? 2D
3 3
g@ 21 VIERT 1 g, o 6 =2 _ @+ Vv)goR™ 1 (52.3)
31-v) 3 31-v) 13

2EgoR> 1 EgoR3 1
2 _ & 1 50 4 2) _ 5(2) _ =50 1 52.5
o T T30y 424 ©00 T T30 y) 3 623

Un ejemplo de inclusién esférica lo podemos encontrar en un punto cuantico esférico de
InAs de radio R incluido en una matriz muy grande del material GaAs. Se supone que
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ambos medios son isotropos y que las constantes eldsticas son las mismas para los dos
tipos de material. Un punto cuéntico de esta naturaleza puede ser generado mediante la
siguiente secuencia estandar de procesos:

- Se comienza con una muestra de GaAs (matriz) a la que se le extrae una esfera
de radio R que constituiré el punto.

- Se transmuta este material extraido a InAs en un ambiente relajado. De esta
forma, debido a que la constante de red del InAs es mayor que la del GaAs, se
expande una fraccién gy de su tamafio original: ¢, = a)* /aJ** —1=0,072.

- Se aplica una presién hidrostatica para reducir el volumen del punto hasta su
valor original.

- Finalmente, se introduce el punto en la cavidad original y se permite su
relajacion. Esto provoca un desplazamiento radial u, y, por consiguiente, una
presion en el propio punto y en material mas proximo de la matriz.

6. Deformaciones en inclusiones con forma arbitraria

En este apartado veremos cémo, a partir de la solucién para la inclusion esférica,
podemos obtener una solucidén para una inclusién de forma arbitraria. Al igual que
hemos considerado en la inclusion esférica, el material incluido y la matriz seran
isotropos y tendran idénticas constantes elasticas (modulo de Young y coeficiente de
Poisson).

El procedimiento, y la forma en que hacemos uso del resultado de la inclusion esférica,
se vislumbra en el siguiente esquema:

matriz

Inclusion de forma
arbitraria y vol. Vy

P,
Inclusion esférica de
volumen unidad (dentro

de la inclusién Vg) ——

Figura 13

La estrategia consiste en considerar la inclusion de forma arbitraria y volumen V, como
superposicion de inclusiones esféricas de volumen unidad y evaluar y superponer
(sumar) las deformaciones y tensiones que provocan en los puntos interiores a Vo, como
el punto Py, y en los exteriores a Vo como el P,. La suma (principio de la superposicion)
de todas las contribuciones provenientes de las inclusiones esféricas de volumen unidad,
interiores a la inclusion arbitraria, nos dara la deformacion y la tension debidas a la
totalidad de la inclusion arbitraria.
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De acuerdo con lo anterior, el desplazamiento, por unidad de volumen de inclusion
arbitraria, en puntos tales como P; y P>, se obtendra a partir de la ecuacién (52.1)
dividiendo por el volumen (4/3)1‘5R3 de la inclusion (téngase en cuenta que la
mencionada ecuacion es Unicamente valida para inclusiones esféricas y en puntos
exteriores a la inclusiéon). Si denominamos U, a este desplazamiento por unidad de
volumen, se tiene

g (1+v) 1

T 4 (1= v) 2 (53)

Debido a la simetria radial de la subinclusion esférica de volumen unidad podemos
escribir

T =71 i ec.(53) = =80(1+v) xf+yj+zlz (54)
' r ToAn(l-v) (x2 +y? +2%)3?
De la ecuacion (54) se desprende que
g = od*y) Xi (donde x; =X, X2 =y, X3 = 2) (55)

T 4r(—v) (x2 +x2 +x2)C?

De la ecuacidén (55) podemos obtener las componentes del tensor de deformacion
especifica (que seran también por unidad de volumen de inclusion). Teniendo en cuenta

ou Ou,.

1 X; - .
que &;; =— L+ 1 5 obtenemos las Slgulentes expresiones:
2 8XJ aXi

2 2

~ _ _&+v) 2x%2 —y? -z ~ _ _g+v) —x2+2y% -2z

XX = -

an(l-v) (x? +y? +22)0/2 W An(l—v) (x2 +y2 +22)6/D

~ _ _g(+v) -x?2 —y2 +222
an(l-v) (x? +y? +22)(5/2)

7z

~ __80(1+V) 3xy - __80(]+V) 3xz

Y An(l-v) (x2 +y2 +22)0/D T an(l—v) (X2 +y2 +22)07D
=~ __ 80(1+V) 3yz

P an(l-v) (¢ +y? +22)C)

Estas componentes del tensor de deformacién por unidad de volumen de inclusion
pueden escribirse, de acuerdo con la simbologia utilizada en la ec. (55), como:

- 14+v) 3X:X: —d;; x? +x2 +x3
sijszO( V) 2Xi L ‘Jg L2 3) (siendo x,=x, x2=y, x3=2)  (56)
An(l-v)  (xi +x3 +x3)( )

Ahora ya estamos en condiciones de evaluar las componentes del tensor de tensiones
por unidad de volumen de inclusion. Para ello utilizaremos la ecuacién de Lamé,
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ecuacion (25), en la que previamente habremos sustituido los coeficientes £y A segin
las ecuaciones (26). La ecuaciéon de Lamé queda en la forma

E

O',izm{(l—Zv)é‘[j +5[thr¢9} (57)

Llevando las ecuaciones (56) a la ecuacion (57) obtenemos

5 —_ Eegg 2x2 —y2 22 5. —_ Egg —x2 42y 22
. 4n(1-v) (x2 +y2 +22)5/2 7Y An(1-v) (x2 +y2 +22)6/2
s —_ Egg 7x27y2+222
Y an-v) (x? +y? 42D
5 —_ Eegg 3xy 5 —_ Eegg 3xz
Y An(-v) (x2 +y? +22)¢? T an(l=v) (2 +y2 +22)00D
3 —_ Eegg 3yz
Y An(-v) 32 +y? 427D

Al igual que hemos hecho con las componentes del tensor de deformacioén, las
anteriores expresiones del tensor de tensiones por unidad de volumen de inclusion,
podemos escribirlas conjuntamente como

2 2 2
ESO 3Xixj_6ij(xl +X2 +X3)

an—v) (2 +x3+xD)0D

Gij(X1,X2,X3) =— (58)

donde hemos explicitado el punto arbitrario (x1,X2,X3) en el que se define Gj;.
La ecuacidén (58) permite calcular las componentes del tensor de tensiones por unidad
de volumen de inclusion. Si aplicamos el principio de la superposicién podemos hallar
las componentes del tensor de tensiones, en un punto P cualquiera, como la integral de
las componentes elementales anteriores extendida a todo el volumen de la inclusién
arbitraria. No debemos olvidar que las coordenadas que aparecen en las ecuaciones (58)
estan referidas a la inclusion esférica elemental.

Figura 14
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De acuerdo con la figura anterior, las componentes del tensor de tensiones en un punto
P se obtendran como

o;i(1) = [[[5;(F —T)dV, (59)
Vo

donde T es el vector posicion del punto P.

Teniendo en cuenta el teorema de la divergencia, podemos transformar la integral de
volumen de (59) en una integral de superficie extendida a toda la superficie de la
frontera de la inclusion arbitraria. Para ello cualquier G;; debe poder expresarse como la

divergencia de cierto vector Ajj. La eleccion de estos vectores no es unica; nosotros

vamos a considerar la que propone Bimberg:

A _ Ego Xiéj_'_xjéi
oo8n(-v) FP

donde & =1, 8, =], 83=k y |Fl=y/x>+y>+22.

(Notese que sii=j la ecuacion (60) conduce a Aii =

(60)

_ ESO Xi éi
4n(1-v) |1}

El lector puede comprobar que los vectores dados por la ecuacion (60) cumplen la
igualdad

5;(F—T)) =V A;(F-1) (61)

Importante: Debe tenerse presente que las derivadas implicitas en el operador
divergencia afectan a las coordenadas de 1.

De acuerdo con la expresion (61), podemos escribir la ecuacion (59) como

o;i(P) = [[[5;(F =T dVy = [[[VA;E-T)dV, (62)
Vo Vo

A la hora de aplicar el teorema de la divergencia, hemos de contemplar separadamente
los casos en los que el punto P, donde se quieren calcular las componentes del tensor de
tensiones, esté dentro o fuera de la inclusién arbitraria de volumen V.

Caso 1. El punto P esta fuera de la inclusion arbitraria

O

Figura 15
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En este caso no existe ningin punto singular en la integral ”Jlﬁfkij (r—13)dV,. Por

Vo
tanto, la aplicacion directa del teorema de la divergencia conduce a
o;(F) = I‘UﬁAij (F-1)dV, = J._[Aij (T —Ty) dSo (%) (63)

Vo So
donde Sy es la superficie que delimita la inclusion arbitraria.

Asi, por ejemplo, la componente ox, del tensor de tensiones seria, teniendo en cuenta la
ecuacion (60),

Sxx (%,,2) = [[ Ay (X =X0,¥ = ¥0,2~20) dSo (X0, ¥0570) =
So

_ —Eegg I (x —x¢)idS,
471(1-\/)SO ((X—Xo)2+(y—y0)2+(z—zo)2)3/2

Caso 2. El punto P estd dentro de la inclusién arbitraria

Z
P
F-%,
i av
T
X Yy

Figura 16

Cuando elemento de volumen dV,, que recorre todo el volumen V,, contenga al punto
P, éste ultimo constituird un punto singular al hacer indeterminado el vector Aij. La

singularidad se evita descomponiendo la integral de la expresion (59) en suma de dos
integrales de volumen, de acuerdo con el siguiente esquema:

Figura 17
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De acuerdo con la anterior figura, la inclusion arbitraria la suponemos como “suma” de
una inclusion esférica centrada en P, de volumen V, y superficie S; mas una segunda
inclusioén de volumen V-V, y de superficies Sy (exterior) y S; (interior). Asi, tendremos

o (1) = ”_[ G;;(f —Tp)dVy; + ”_[ G;(T —Tp)dV, (64)
Vo-vi vi

Como el punto P es exterior al volumen V-V, la primera integral de la ecuacién (64)
puede evaluarse igual que en el caso 1; es decir

[[] 3G =%)dVe, = [[[ VA;(E—T)dVy, =
Vo—V, Vo—V;
= [[A§F ~T)dSe (o) + [[Ay(F~T)dS (@) (65)
So S,

En la expresion (65) 1, y T, son vectores que caracterizan la posicion de un elemento de
superficie de Sy y S, respectivamente.

Llevando (65) a (64) tenemos

o () = [JAj(F—Tp)dSo () + [[A(F—5)dS, () + [[[ & —F)dV, (66)

So Sy Vi
La segunda y tercera integrales de la ecuacion (66) pueden obtenerse analiticamente.
Comencemos evaluando la segunda integral; es decir la integral de ;‘s,-j (r —1;) sobre la
superficie esférica S;. Para ello, en aras de una mayor simplicidad, hacemos coincidir el

origen de coordenadas O con el punto P (centro de la superficie esférica S;). De esta
forma, T =(0,0,0).

Figura 18

El vector T —T; tendrd mddulo constante. Hacemos | —T;| = a (radio de la esfera S)).

La simetria hace que sea idonea la utilizacion de coordenadas esféricas. Asi, teniendo en
cuenta que
x =asenfcosg, y=asenfseng, z=acos @
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dS; = —a’sen0dodd &,

€, =senb cosd i +send send 3 +cosOk

podemos obtener
- - = ESO
Ay (f-1)dS;(f)=————3;; 67
g (=8 a8 (7)== 30 dy (67)

La evaluacion de la tercera integral de (66), J.” Gij(f —1p)dV; , requiere la obtencion
Vi

previa de las componentes del tensor de tensiones, por unidad de volumen, para puntos

interiores de la propia inclusion.

Figura 19

A partir de la ecuacioén (51.1), dividiendo por (4/3) « a>, tenemos

5o 1 (1—2\/)80F
' na’ 2(1-v)

. ~ 1 (1-2
cuyas componentes cartesianas seran U, = _ 1 (d=2v)eg X; (68)
! na’ 2(1—v)

. .. . 1(ou,  ou,
A partir de (68), las componentes del tensor de deformacion, &, = —| —+ ~,

2| ox, Ox,

seran
~ 1 1-2
= _ﬁw 3;; (69)
ma” 2(1-v)

Llevando (69) a la ecuacion de Lamé (ecuacién (25)) particularizada para
deformaciones y tensiones por unidad de volumen,

5,=— L l1-29)5+5,vuE ).
7 A+v)A-2v)
obtenemos
~ 1 Ee
Sy = ——5 53 (70
na” 2(1-v)
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Podemos observar como Gj; es constante dentro de la inclusion. Por tanto, la integral

buscada quedara

o E E 4
I 84 = T)dv, = al 2(180v) i {,I 3 2(180v) Sz’ =

~ o = 2E
J;/J.IJ. G;(T —1p)dV, :—3(1_8\(:) 8 (71)

Llevando los resultados (67) y (71) a la expresion (66) obtenemos, para un punto
interior a la inclusion arbitraria, la expresion

;i (F) = [[Ay(F—T))dS, (ro>——vsij (72)
So

La ecuacion (63) (valida para P fuera de la inclusion arbitraria) y la (72) (valida cuando
P esta dentro de la inclusion arbitraria) podemos escribirlas conjuntamente en la forma

E
oy (1) = [[ Ay (F~1)dSo () —a =25, (73)
Sy

donde q = 0,1 (fuera/dentro de la inclusion arbitraria) y Aij esta definido en la ecuacion
(60).

A partir de (73), teniendo en cuenta las expresiones de A j podemos obtener la tro. En
efecto,
Ee, (x-x0)i+(y-yo)i+(z-29)k 3Eeq _

trc(f):_4ﬂ(l_v) So (( 2)(3/2) dSO(fO)_q 1-v B

x-%x0)> +(y-y0)® +(z-20)

-1 Eso

'-ﬂ "ﬂ

dSo (%) —q (74)

475(1 V) 'U

-1 |

La integral que aparece en (74) es el angulo solido cambiado de signo, y vale 4w dentro
de la inclusién y cero fuera de ella. Es decir,

I

De acuerdo con esto ultimo, la ecuacion (74) para la traza de o queda finalmente

"11
o"ﬂ

§0 (fp)=—4nq (q=0,1 fuera/dentro de la inclusioén arbitraria) (75)

'-11
O"‘il

2Eg

tro(t) = — |
-V

(76)
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Llegado a este punto ya estamos en disposicion de obtener una expresion para las
componentes del tensor de deformacion. En efecto, si en la ecuacion (23) sustituimos
las ecuaciones (73) y (76) obtendremos:

1+v
E

£;i(t) =—¢g( 8;;q + _”Aij (f —T5) dS (%) a7
So

(Téngase presente que q = 0,1 para puntos exteriores/interiores a la inclusion arbitraria y
la integral doble se realiza sobre la superficie que delimita dicha inclusién arbitraria). El

vector Aij esta definido en la ecuacion (60).

A partir de la ecuacion (77) podemos calcular la traza del tensor de deformacion. Asi,
teniendo en cuenta la identidad (75), se tiene

gg(1+v) T—T
4n(l-v) g |T-T

tre(F) = &, (F) + &y, (F) + £, (F) = =380 q— 3 dSy () =

2e9(1-2v)
S A A

tre(t) = n
-V

(78)

donde puede observarse que la traza del tensor deformacion, al igual que la del tensor de
tensiones, se anula fuera de la inclusion.

Puede comprobarse que las ecuaciones (78) y (76), para las trazas de los tensores de
deformacion y de tensiones, respectivamente, cumplen la ecuacion (24).

La ecuacion (77) puede usarse tanto para el caso en que el punto cuantico tenga menor
constante de red que la matriz (& sera positivo), como en el caso contrario (lo cual
implica un valor negativo de &), de acuerdo con el criterio asumido para la definicion
del parametro & en la seccién 5.

La ecuacion (77), excepto para geometrias muy simples, no tiene integracion analitica.
(un ejercicio simple e ilustrativo es la obtencion de las ecuaciones (51.2), (52.2) y
(52.3), validas para un nanocristal esférico, a partir de (77)). Por ello, en la practica,
debemos recurrir a la integracion numérica. La discretizacion implicita en la integracion
numérica reemplaza la superficie continua por una superficie formada por cuadrados
muy pequefios, cuyo vector superficie es paralelo a alguno de los ejes coordenados.

Hay que tener presente que la ecuacion (77) la hemos obtenido para puntos T dentro o
fuera del punto cuantico, pero no para puntos exactamente en la superficie matematica
que separa la inclusion de la matriz. Podemos hacer el calculo en puntos separados una
distancia muy pequeiia de la superficie, pero nunca en la superficie. Esto, desde el punto
de vista practico, no supone ningiin problema.

Un ejercicio interesante que proponemos es la integracion numérica de la ecuacion (77)
para un punto cuantico esférico de radio R. El resultado que se obtiene coincidira con
los resultados que se derivan de las ecuaciones (51.2), (52.2) y (52.3). Esta comparacion
puede servir ademas para determinar la precision del calculo numérico al variar el grado
de discretizacion, es decir, el lado de los pequefios cuadrados en que consideramos
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descompuesta la superficie de integracion. Finalmente, es recomendable reproducir
algunos calculos de la bibliografia reciente como, por ejemplo, los que podemos
encontrar en las referencias [8,10].
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