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The thesis deals with electronic properties of semiconductor quantum dots. In
semiconductor quantum dots the motion of charge carriers is limited in all three dimensions to
a range of order of nanometers. The limitation of the accessible space leads to a full discrete
quantization of electron energy levels. For this reason the systems of electrons confined in
quantum dots are called artificial atoms, which are the subject of the thesis.

This document includes the Polish version of the thesis accompanied by a resume in
French and the author's publications. The thesis is divided into seven chapters.

First Chapter is a short introduction to the physics of semiconductor quantum dots.

In the second Chapter the accuracy of the Hartree-Fock (HF) method applied to
semiconductor quantum dots is considered. It is shown that the HF method is a reliable
computational tool for the quantum dots of small and intermediate sizes.

Chapter 3 gives the theoretical description of electron systems confined in spherical
quantum dots with a realistic confinement potential in the form of finite quantum well. The
maximum number of confined electrons as function of the range and depth of the confinement
potential has been discussed.

In Chapter 4 a numerical proof of stability of excited states of the confined D™ centre
has been given. The possibility of experimental observation of confined donor states has been
presented.

Chapter 5 is devoted to a theoretical description of single-electron charging of self-
assembled quantum dots. A three-dimensional cylindrical potential well of finite depth has
been taken as an approximation of the real confinement potential. The results of the present
theoretical calculations very well agree with the data of the capacitance-spectroscopy
measurements.

Chapter 6 presents a self-consistent Schroedinger-Poisson scheme applied to a gated
vertical quantum dot. The model takes into account the screening effects, phenomena at the
semiconductor/metal interface, Coulomb coupling between the confined charge and the space
charge of ionized donor impurities. The dependence of the lateral confinement potential on
the gate voltage has been determined. The borders of the Coulomb blockade region as
functions of source-drain voltage and external magnetic field have been estimated. An
excellent agreement with the experimental data has been obtained.

Conclusions and summary are given in Chapter 7.



Introduction

Ce texte est un résumé de la version polonaise de la thése intitulée Etude
théorique des états d’électrons et de donneurs dans les boites quantiques de semi-

conducteurs. 1l constitue une revue des articles publiés avec la participation du doctorant
[A1-A17].

Les boites quantiques (quantum dots, ou « points quantiques ») de semi-
conducteur [1-3] sont devenues récemment un sujet d'intense recherche théorique et
expérimentale. Ce domaine de la physique posséde un grand intérét, aussi bien du point
de vue des applications possibles, que de la physique purement théorique. Le but de
I’étude, dont les résultats principaux sont présentés dans la thése et dans les publications
[A1-A17], était d'expliquer les nouvelles propriétés électroniques des points quantiques

et de décrire de fagon quantitative leurs caractéristiques récemment mesurées [4-6].

Les nanostructures de semi-conducteur, dans lesquelles I'espace accessible aux
porteurs de charges est limité dans les trois dimensions spatiales & une région de
quelques dizaines de nanométres, sont appelées les points quantiques. Cette limitation
de l'espace peut étre due & la composition chimique des nanostructures et (ou) a
I'application de champs électriques externes. Comme dans les cas des atomes, les
niveaux énergétiques des électrons-et des trous confinés dans les points quantiques sont
discrets. Les états quantiques correspondants manifestent donc des propriétés similaires
a celles des couches électroniques des atomes. Pour cette raison, les systtmes de

porteurs de charges confinés dans les points quantiques ont été nommés les atomes
~ artificiels [7-8].

Les premiers points quantiques, dont les propriétés électroniques ont été étudiées
'expérimema]emem [7,9-11], possédaient une taille inférieure & un micrometre (mais
supérieure 2 100 nm) et contenaient environ 100 électrons dans la bande de conduction.
Les premiéres observations des propriétés électroniques ont montré que les énergies
d'excitations optiques et les énergies de chargement étaient presque indépendantes du
nombre d'électrons confinés. Ces propriétés pouvaient s'inscrire dans un modele

classique de condensateur [7] ou dans un modgle simple quantique d'un oscillateur



harmonique bidimensionel [8]. La réalisation de nouveaux points quantiques de
dimensions plus petites (<100 nm) a conduit & une augmentation prononcée de l'effet
quantique de taille [1-3], et par conséquent, & l'observation d'effets qualitativement
nouveaux : une forte dépendance des énergies de chargement du nombre d'électrons
confinés [4-6), un chargement des points quantiques par remplissage de couches d'atome
artificiel [4-6], une limitation de la charge maximale pouvant €tre contenue dans un
point quantique [4], une dépendance des énergies de transitions optiques du nombre
d’électrons, appelé «blocage de Pauli » [12]. L'explication de certains de ces effets,
comme le nombre maximal fini d'électrons confinés ainsi que Iinterprétation
quantitative des résultats de spectroscopie de transport [5-6] et de capacité [4] de points
quantiques contenant N < 20 électrons n'était pas possible dans le cadre du modéle
d'oscillateur harmonique bidimensionnel, utilisé le plus souvent [1-3,8] comme
approximation du potentiel de confinement dans ces nanostructures. La thése présentée

a ét€ consacrée a l'explication théorique de ces nouveaux effets.

Corrélations électron-électron dans les points quantiques

L'approximation de la masse effective a été utilisée dans la thése et dans les
publications {A1-A17] pour la description des électrons confinés dans la bande de
conduction. La plupart des résultats ont été obtenue avec la méthode de Hartree-Fock.
La précision de cette méthode pour le probléme des électrons confinés dans les points
quantiques a été €tudi€e dans la publication [A1]. Afin d'estimer la précision de la
méthode de Hartree-Fock et I'importance des effets de corrélation entre les électrons
confinés, nous avons effectué le calcul pour les niveaux singulet et triplet les plus bas
d'un couple d'électrons dans le potentiel d'un oscillateur harmonique a symétrie
sphérique ou cylindrique. Ce potentiel permet de séparer les mouvements relatif et du
centre de masse des €lectrons. Grace 4 cette séparation, les valeurs propres de I'énergie
des deux électrons peuvent étre estimées numériquement avec une précision arbitraire.
Le calcul numérique (dans le cas de GaAs [13] ) a été effectué dans le cadre de la
méthode d'extraction et d'orthogonalisation [14,15]. Les résultats ont été comparés avec
les valeurs obtenues par la version non-restreinte (unrestricted) de la méthode Hartree-

Fock [A5, A13]. Cette étude a montr€ que la méthode de Hartree-Fock fournissait des



estimations trés précises des valeurs de 1'énergie totale pour les points de taille petite ou
moyenne (<100nm). Nous avons montré que la précision relative de la méthode de
Hartree-Fock diminue avec la taille du point quantique et que cette méthode est plus
précise pour des états triplets que pour des états singulets. La méthode d'extraction a
démontré [A1] que l'état fondamental du couple d'électrons dans un confinement
harmonique posséde toujours la symétrie singulet. De plus, le plus bas niveau singulet
ainsi que le plus bas niveau triplet deviennent dégénérés dans la limite des grandes
tailles tandis que les fonctions de corrélations de paires pour ces deux états se
rapprochent lorsque la taille augmente pour devenir identique dans la limite d'un
oscillateur de longueur infinie. Nous avons constaté que la différence de précision de la
méthode de Hartree-Fock pour les deux états conduit a une "transition de phase" fictive.
Pour une longueur d'oscillateur supérieure 2 +/- 200 nm la méthode de Hartree-Fock
prédit que l'‘état fondamental est de symétrie triplet. Ce résultat a été déja été publié
par Fujito et al. [13]. Les résultats de la publication [Al] montrent cependant que cette
"transition de phase" est due & l'omission des effets corrélatifs. En conclusion, les
résultats présentés en Ref. [A1] montrent que la méthode Hartree-Fock conduit a des
résultats de précision suffisante pour des points quantiques dont la taille transverse est
inférieure 2 100 nm, et qu’elle peut étre appliquée avec succes aux structures réelles

dont les dimensions ne dépassent pas cette valeur.

Electrons dans les points quantiques sphériques

La théorie des systémes a plusieurs électrons confinés dans des points quantiques
de symétrie sphérique a été présentée dans les articles [A2-A5]. Cette théorie est fondée
sur le modeéle du confinement en forme de puits quantique fini, résultant du décalage
relatif entre les minima des bandes de conductions dans les matériaux constituants le
point quantique et son entourage. Ce décalage est a l'origine du confinement des
porteurs de charge dans les nanocristaux semi-conducteur dans des matrices isolantes
[16] ou dans les points quantiques auto-organisés [4] (self- assembled quantum dots).
Tous les travaux théoriques relatifs aux systemes électroniques dans les points
quantiques publiés auparavant utilisaient soit le modéle d'oscillateur harmonique [13,17-

24], soit (rarement) celui d’un puits de potentiel infini [25-28]. Ces potentiels possédent



une profondeur infinie et le seuil du continuum n'y est pas défini. Is peuvent donc, en
principe et contre toute ¢évidence, lier un nombre infinj d'€lectrons. D’autre part,
I'extension spatiale du modéle harmonique le plus souvent utilisé est €galement infinie.
Les résultats présentés dans les articles [A2-A5] sont les premiers a avoir été obtenus 2
I"aide d’'un modeéle de confinement 3 étendue et A profondeur bien déterminée et finie.
Ce modele a permis, pour la premiere fois, d’apporter une interprétation physique claire
a la création d'états liés 3 plusieurs électrons dans les points quantiques. Une nouvelle
notion de "capacité quantique”, définie comme le nombre maximal d'électrons pouvant
étre localisés dans un point quantique, a été introduite [A2-A5]. Nous avons déterminé
la capacité quantique en fonction du rayon et de la profondeur du puits de potentiel. Le
mécanisme de remplissage des couches d'atomes artificiels & symétrie sphérique a été
décrit en termes de potentiels chimiques, d'énergies de chargement, de capacité
€lectrostatique et de valeurs critiques pour la liaison des systtmes a N électrons
(N=1,...,20). Les résultats ont &té comparés avec le modéle classique du point
quantique [29]. Les énergies de transitions radiatives ont été calculées pour un nombre
variable d'électrons confinés. Il a été démontré que les énergies de transition du méme
type dépendent trés peu du nombre d'électrons. Dans les travaux antérieurs, cette
caractéristique (observée expérimentalement) avait été attribuée uniquement au potentiel
harmonique, et constituait I'argument principal pour l'application du modele harmonique
du confinement dans les points quantiques. Les résultats des articles [A2-AS5] ont été
obtenus 4 ’aide de la méthode variationelle ainsi que de la méthode de Hartree-Fock
non-restreinte (unrestricted Hartree-Fock method), et 4 I’aide de la méthode de Monte-

Carlo pour les problémes classiques.

Centres donneurs dans les points quantiques sphériques

Les propriétés des matériaux semi-conducteurs, et plus particulidrement le type
de conductivité, la concentration des porteurs, la longueur d'écrantage etc... peuvent étre
modifiées avec une grande souplesse grice au dopage. Pour cette raison, les propriétés
des impuretés constituent I’un des problémes fondamentaux de la physique des semi-
conducteurs. L'étude de ces propri€tés est aussi d’un grand intérét théorique. Dans les

cristaux massifs, une impureté de type donneur neutre (DO, constituée par un centre



d’impureté positif et par un électron li€ a ce centre, posséde un nombre infini d'états liés,
comme son analogue de la physiciue atomique, l'atome d'hydrogéne. De plus, il est bien
connu que dans les cristaux massifs, le donneur chargé (D7), qui résulte de la
localisation d’un électron additionnel par un centre DO, ne posséde qu'un seul état lié
stable (état fondamental trés faiblement li€). Cette situation est analogue a celle que 1'on
observe en physique atomique pour I’ion H™. Le confinement quantique dans les points

quantiques est 2 I’origine d’une augmentation importante de 'énergie de liaison des
centres DO et D™ [30-35]. |

Dans les articles [A2-A6] le doctorant et ses collaborateurs ont étudié les
propriétés des impuretés de type donneur dans les points quantiques sphériques en
utilisant le modele de confinement du puits fini 2 symétrie sphérique et la méthode
variationelle. Contrairement aux hypoth&ses émises par les auteurs de travaux plus
anciens [33], fondées sur une définition erronée de I'énergie de liaison, il a été démontré
[A2-A5] que le potentiel de confinement du point quantique peut stabiliser les €tats |
excités du centre D7, ainsi que les états du centre D?. Nous avons discuté de la
possibilité de l'observation expérimentale de ces états [A18]. Les résultats, présentés
dans les références [A2-A5], montrent que l'observation des états donneurs sera
impossible (ou trés difficile) dans le spectre d'absorption de points quantiques, car les
raies d'excitations optiques de points quantiques "dopés" sont trés proches de celles de
points quantiques ne possédant pas de centre d'impureté. Par contre, il a été constaté
[A18] que l'observation de ces états serait possible dans les expériences mesurant les

potentiels chimiques (spectroscopie de transport [5,6] et de capacité[4]).

Une de conséquence du renforcement de la localisation des €lectrons liés aux
impuretés par le confinement quantique est ’augmentation de couplage électron -
phonon, qui stabilise les centres donneurs. Ce phénomene a été décrit en Ref [A9] pour
le centre D™ dans une boite quantique sphérique et pour le centre D° dans un puits

quantique bidimensionel en Refs [A10, Al1].



Points quantiqués de forme du cylindrique

La théorie des systémes électroniques confinés dans les points quantiques avec
un potentiel de puits sphérique a été ‘généralisée au cas d’un confinement de symétrie
plus basse, et plus particulierement aux points quantiques a symétrie cylindrique [A12,
A13]. Plusieurs types des points quéntiques, par exemple les points quantiques auto-
organisés [4], ou bien le transistor a un électron [5,6], possédent une forme qui peut &tre
approchée par un cylindre. Puisque les études expérimentales des propriétés
électroniques de ces structures sont souvent effectuées en présence d’un champ
magnétique externe orienté parallelement a I’axe du cylindre, nous en avons tenu
compte dans nos’ calculs numériques [A12, Al13]. Nous avons utilisé un potentiel de
confinement en forme de puits rectangulaire fini. Le modele a été appliqué a
I'interprétation des résultats de spectroscopie de capacité de points quantiques auto-
organisés' InAs/GaAs [4]. Les points quantiques auto-organisés sont maintenant
intensivement étudiés. La facilité relative de leur fabrication et leurs propriétés optiques
extraordinaires permettent d’espérer leurs applications industrielles dans les années a

venir.

Dans les travaux antérieurs, un potentiel du confinement réaliste (c'est a dire a
'~ étendue et profondeur finies) a été utilisé seulement pour I’étude des états a un électron
dans des points quantiques auto-organisés [36-38]. En particulier, Wéjs et Hawrylak ont
montré que les propriétés qualitatives des systemes 2 plusieurs électrons dans les points
auto-organisés peuvent &tre décrites par le modele d’oscillateur harmonique
bidimensionel [39]. Le succeés qualitatif de ce modele est facile a comprendre, car la
géométrie des points quantigues auto-organisés est plutdt plate (diamétre moyen de
’ordre de 20 nm et hauteur moyenne de 6 nm [4]). L’article de Warburton et al. [40]
montre néanmoins que dans le modele d’oscillateur harmonique bidimensionel on ne
peut pas reproduire les spectres de capacité observés [4]. Ces auteurs ont été contraints
de découpler deux parametres non indépendants du potentiel : la longueur d’oscillateur
et sa fréquence, et de les traiter comme bparamétres d’ajustement indépendants, afin
d’obtenir un accord quantitatif avec I’expérience. De plus, I’anharmonicité du potentiel
de confinement dans les points quantiques auto-organisés a été démontrée

expérimentalement dans une étude de la magnéto-absorption [12].



barrieres, les couches de GaAs ne contenaient pas d’impuretés. La concentration des
impuretés augmente avec la distance de barriéres. Les couches de GaAs a 300 nm du
centre du puits InGaAs étaient semi-métaliques et servaient de contacts pour la source et
le drain. Une colonne cylindrique a été découpée dans le systeme de couches planaire a
’aide de la combinaison de différentes techniques de lithographie. Une électrode
métallique de type Schottky (électrode de grille) a ensuite été déposée autour du puits
quantique InGaAs. Le potentiel de confinement du puits quantique résultant du champ
électrique de I’électrode de grille, repbussant les électrons vers ’axe du cylindre, crée
un confinement a trois dimensions pour les électrons de la bande de conduction. Le
point quantique était rempli par les électrons jusqu’au niveau de Fermi des électrodes de
la source et du drain. e nombre électrons confinés était contrdlé par le potentiel |
d’électrode de la grille. Les caractéristiques du courant ont présenté un phénomeéne du
« blocage Coulombien » (Coulomb blockade). Ce phénomene consiste au « blocage » du
courant électrique pour certaines valeurs bien déterminées du potentiel appliqué aux
€lectrodes. Dans le puits quantique, le transport de charges de la source au drain n’était
possible que si le potentiel chimique des N électrons appartenait & un domaine
énergétique déterminé par les niveaux de Fermi des électrodes de la source et du drain.
Cette structure représente un prototype du transistor & un électron [42,43]. Pour une
petite différence de potentiel de la source et du drain, les pics de courant en fonction du
potentiel de grille ont été observés [5,6]. Entre les pics, le courant était nul, et le
nombre d’€lectrons confiné restnit fixé. Les intervalles de potentiel de grille, on le
courant s’annulait, diminuaient lorsque la différence de potentiel source-drain
augmentait. Les régions de courant nul sur le plan potentiel de grille / potentiel source-
drain avaient une forme de type « diamants » trés caractéristique [6]. L.e comportement
des pics de courant en fonction du champ magnétique externe a montré une évolution de

I’état fondamental jusqu’a Iétat de compléte polarisation [6].

Contrairement au cas des expériences de spectroscopie de capacité de points
auto-organisés [4], I’€lectrostatique du point [5,6] controlée par I'électrode de grille est
extrémement complexe. Le confinement quantique est ici d’origine 2 la fois structurelle
et €lectrique. De ce fait, un modele complet pour toute la structure a du étre mis au point
[A14-A17] afin de déterminer la dépendance du potentiel de confinement latéral de

celui du potentiel de grille. Le modéle [A14-A16] tient compte de la géométrie du



Les résultats présentés dans la these et dans les articles [A12, Al3] constituent la
premiére description cohérente des états 2 plusieurs électrons confinés dans les points
quantiques auto-organisés. et conduisant a un excellent accord avec les données
expérimentales. Le spectre de capacité de systetmes a N électro‘ns (N=1,...,8) dans un
champ magnétique externe, ainsi que les valeurs critiques du champ magnétique
induisant un changement de symétrie de 1’état fondamental d’atomes artificiels, ont été
reproduits avec une trés bonne préciéion. De plus, la simulation numérique a confirmé
les résultats récents [41] de spectroscopie de rayons X relatifs a la composition
chimique des points quantiques, et plus particuliérement la diffusion des atomes
d’indium dans la matrice GaAs. Les calculs ont été effectués dans le cadre de la
méthode de Hartree-Fock, qui, comme nous ’avons démontré Ref. [A1], devrait fournir
les estimations trés précises de la valeur exacte de I’énergie totale pour ces petites
dimensions spatiales. L’accord avec ’expérience confirme cette hypothése. Le méme

modele a été utilisé pour discuter de I'influence de la géométrie de la nanostructure sur
la symétrie de I’état fondamental de sysfémes a plusieurs électrons et sur la charge
maximale qui peut étre emmagasinée dans les points quantiques cylindriques (capacité
quantique). Nous avons prédit [A13] un comportement qualitatif nouveau pour des
systémes confinés dans les points quantiqqes a diamatre et hauteur comparables soumis
3 un champ magnétique externe. La validité ainsi que les limites des modeles

bidimensionels, qui ont été souvent utilisés par le passé, a été discutée.

Point quantique contrdlé par une électrode de grille

En 1996 Tarucha et al. [5,6] ont annoncé la fabrication d’un point quantique
contrdlé par une électrode de grille et présenté'ses caractéristiques électriques, et plus
particuliérement les valeurs du courant circulant entre les électrodes de la source et du
drain en fonction du potentiel de la grille ainsi que de la valeur d’un champ magnétique
externe. Cette structure a été réalisée dans un systéme de couches planaires, avec le puits
quantique InGaAs au centre, entouré par les barrieres de AlGaAs. Au-dessous et au-
dessus du systéme puits/barridres, ont été déposées des couches de GaAs, dopées

sélectivement avec des impuretés de Si (de type n). Dans le voisinage direct des
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dispositif, de sa déviation par rapport & la symétrie cylindrique idéale, de la densité du
dopage modulé ainsi que des effets sur le contact métal/semi-conducteur (barriere de
Schottky). Le potentiel électrostatique, dont dépend le potentiel du confinement latéral,
ainsi que la concentration de charge spatiale d’impuretés ionisées pour les différents
potentiels appliqués, ont été obtenus par résolution de I’équation de Poisson a I'aide
d’une méthode de relaxation différentielle. Il a été montré que I’écrantage du potentiel
de Iélectrode de grille par les centres donneurs ionisés est essentiel pour
I’interprétation des données expérimentales. Nous avons constaté que le potentiel de
confinement latéral dépend de fagon extrémement non-linéaire du potentiel de grille, et
que le potentiel latéral dévie de fagon appréciable de la forme parabolique du potentiel

harmonique.

Dans le pdint quantique [5,6] il y a un fort couplage Coulombien entre la
distribution de charge spatiale d’irﬁpuretés ionisées et la densité de la charge confinée
dans la couche InGaAs. Aucune de ces grandeurs n’est connue a priori. Les équations
de Poisson et de Schrddinger ont df étre résolues de maniére auto - cohérente. Au départ
du schéma itératif, une charge ponctuelle dec N €lectrons a été introduite. La résolution
de I’équation de Poisson fournissait alors le potentiel externe pour ’équation de
Schrodinger, qui a été traitée & 1’aide de la méthode de Hartree-Fock non-restreinte. La
résolution du systéme des équations de Hartree-Fock a permis de déterminer la densité
des charges confinées, qui était ensuite réintroduite dans 1’équation de Poisson. La
convergence était obtenue apres deux 2 trois itérations. Nous avons ainsi obtenu le
potentiel chimique des N électrons par rapport aux niveaux de Fermi des €électrodes de la
source et du drain. Cette démarche peut rendre possible la détermination du nombre des

électrons confinés ainsi que des potentiels correspondants aux pics de courant source-

drain.

Un excellent accord quantitatif a été obtenu [A14-A16] pour les positions des
pics et les limites des régions de blocage Coulombien en fonction des potentiels des
électrodes et du champ magnétique externe. Dans les travaux antérieurs, [44-47], seul le
comportement qualitatif des systémes confinés a été prédit, a I’aide d’un potentiel de
confinement latéral harmonique, indépendant du potentiel de grille. De ce fait, ces

auteurs n’ont pu que reproduire qualitativement le remplissage de couche d’atomes
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artificiels quasi-bidimensionnels. Le probléeme lié & la forme de type diamants n’a
jamais €té abordé auparavant du point de vue théorique. La variation du rayon de
localisation des €lectrons avec le potentiel de grille, observée dans les spectres sous le

champ magnétique externe, a été décrite pour la premiére fois.

Sommaire

La thése présentée contient une description théorique des propriétés
€lectroniques les plus intéressantes des points quantiques. Différents types de points
quantiques ont été étudiés : les nanocristaux de semi-conducteurs, les points quantiques
auto-organisés, les points quantiques contrdlés par une €électrode de grille. I utilisation
d’un modele réaliste pour le potentiel de potehtiel a permis de déterminer la capacité
quantique des points sphériques et cylindriques et de prédire les propriétés des états
excités liés du centre D™ confiné. L’influence du champ magnétique ainsi que de la
géométrie de la nanostructure sur la symétrie de 1'état fondamental des systemes a

plusieurs électrons a été discutée.

La description théorique a été vérifiée par comparaison des résultats numér‘ique'
avec les donnés expérimentales. La théorie présentée a fourni la premiére interprétation
réaliste et quantitative des résultats de spectroscopie de capacité de points quantiques
auto-organisés InAs/GaAs dans un champ magnétique externe. Un modele complet du
dispositif de point quantique contrdlé par une électrode de grille et une solution auto-
cohérente des équations de Poisson et de Schrodinger a permis de décrire théoriquement

de fagon quantitative toutes les propriétés électroniques observées.
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Electron-electron correlation in quantum dots

B. Szafran, J. Adamowskil, S. Bednarek

Faculty of Physics and Nuclear Techniques, University of Mining and Metallurgy
(AGH), Krakéw, Poland

Abstract

The problem of correlation has been studied for two-electron systems in semi-
conductor quantum dots with harmonic-oscillator confinement potentials of both
the spherical and cylindrical symmetry. The eigenvalue problems have been solved
by the iterative extraction-orthogonalization method, which provides the exact re-
sults for the harmonic-oscillator potential with arbitrary frequency. It is shown that
- on the contrary to the previous results — in the absence of external magnetic
field, the ground state is the spin singlet for quantum dots of arbitrary size, i.e., a
singlet-triplet spontaneous ”phase transition” does not occur. We have performed
the comparative calculations using the Hartree-Fock method and shown that the
previously predicted singlet-triplet ”phase transition” results from the neglect of
the electron-clectron correlation. We have found that for sufficiently large quantum
dots the singlet ground state becomes degenerate with the first excited triplet state
and pair-correlation functions for these states are almost identical.

Keywords: Semiconductor nanostructures, Quantum dots, Artificial atoms,
Hartree-Fock method

PACS codes: 73.20.Dx

1 Introduction

Bound atomlike states (artificial atoms) {1,2] can be created in a system of
excess electrons confined in a semiconductor quantum dot if the "quantum
capacity” [3] of the dot is sufficiently large. The properties of few-electron
artificial atoms have been investigated in both the experimental [4-7] and
theoretical papers [3,8-17]. The excess electrons in quantum dots are subjected
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adamowski@novell.ftj.agh.edu.pl.
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to confinement potentials, which result from either heterojunction band offsets
or potentials applied to external microelectrodes. In the theoretical papers, the
confinement potentials are usually approximated by the following two model
potentials: harmonic-oscillator potential and rectangular potential well. In our
recent papers [3,17], we have studied the properties of few-electron (3] and
many-electron [17] artificial atoms with the confinement potential assumed to
be the spherical potential well of finite depth.

In the majority of the papers on ‘quantum dots [18], the confinement po-
tential was assumed in the form of the two-dimensional harmonic-oscillator
potential. An application of this potential [8,11,14-16] to an interpretation
of experimental data for cylindrical quantum dots is based on the assump-
tion that the electrons are "frozen” in the ground state, which results from
the size quantization of their motion in the growth (z) direction. However,
this assumption neglects a finite extent of the electronic wave function in the
z direction and requires an approximate treatment of the three-dimensional
electron-electron Coulumb interaction [10]. In the present paper, in order to
avoid these drawbacks we apply the three-dimensional model of the quantum
dot. The many-electron system in the three-dimensional anisotropic harmonic-
oscillator potential was studied with the of use the Hartree-Fock (HF) method
by Fujito et al. [12], who argued that the many-electron ground state is com-
pletel spin-polarized for large quantum dots. In particular, the results [12]
suggest that for the two electrons a spontaneous singlet-triplet "phase transi-
tion” appears for some critical size of the dot. Such phase transition would be
an analog to the density-induced para-ferromagnetic phase transition studied
by the Hartree-Fock [22,23] and Monte Carlo [24,25] methods for the electron
gas with the uniform neutralizing background. The problem of two electrons
in a spherically symmetric harmonic-oscillator potential was studied in papers
[19-21]. For a particular set of oscillator frequencies the analytical solutions
were found [19]. The singlet-triplet splitting between the two-electron energy
levels was calculated [21] for the fixed oscillator frequency w = 1/2, which ad-
mits the analytical solutions [19]. However, the authors [21] did not study the
singlet-triplet splitting in the weak-confinement regime, i.e., for large quantum
dots, for which the density-induced phase transition was supposed {12].

The purpose of the present paper is to perform a systematic study of an
influence of electron-electron correlation on a presumed singlet-triplet phase
transition for quantum dots of arbitrary size. We assume the three-dimensional
confinement of the electrons in the quantum dot and employ the harmonic-
oscillator confinement potentials of both the spherical and cylindrical symme-
try. We show that the previously predicted triplet ground state results from
the omission of the correlation in the HF approximation. We have found a
new property of two-electron quantum dots, namely, we predict that in large
quantum dots the singlet and triplet states are nearly degenerate, i.e., their
energy levels lie very close, but do not cross each other.



The paper is organized as follows: Section 2 consists of a theoretical model
and basic analytical results, the numerical results are presented in Section 3,
the discussion and conclusions are in Section 4, and the summary is in Section

5.

2 Theory

We consider the two-electron systems in quantum dots with the confinement
potentials assumed to be the harmonic-oscillator potentials of either the spher-
ical or cylindrical symmetry. The basic properties of two electrons confined in
the spherically symmetric harmonic-oscillator potential have been discussed
in papers [19,20]. We present here in more detail the problem of the electronic
pair confined in the anisotropic harmonic-oscillator potential of the cylindrical -
symmetry. The Hamiltonian of this system has the form

B Mew? mew?
H:_Qm,(vf_*_v%)_*_ 2 (2} + 23+ yl +y3) + 5 (22 + 22)
2
Ke
£,lr — 13 1
€slr1 — 12|’ (1)

where m, is the band electron mass, w, and w, are the anisotropic harmonic-
oscillator frequencies, kK = 1/4wey, €o is the permittivity of vacuum, and ¢, is
the static dielectric constant. We introduce the center-of-mass position vector
R = (X,Y,Z) = (r; + r3)/2, relative-position vector r = (2,y,2) = r1 — g,
the donor rydberg Rp = m.x?e?/2h%? as the unit of energy, and the donor
Bohr radius ap = €;h%/m.ke? as the unit of length. Then, Hamiltonian (1)
takes on the form

H = Hom + Heat | (2)
where
| 4
Hom = =5V +2(X* +Y?) + 29727 (3)

is the center-of-mass Hamiltonian and

2 2

Hrel = —2‘73 + 1:Epz + 7_z_z2 ;I‘ 2 (4)
2 2

is the relative-motion Hamiltonian. In Egs. (3) and (4), p?* = 2? + ¢, r =

VvV + 2%, 4. = hw;/2Rp, and v, = Aw,/2Rp. Since Hamiltonian (4) com-

mutes with the operator L of z-component of angular momentum, we can

project it onto a subspace of states with the definite eigenvalues of L2 and



write it down in the cylindrical coordinates. We obtain

g 18 M 9?7 A2 72 1
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where M is the quantum number of z-component of angular momentum.

For the three-dimensional spherical harmonic-oscillator potential, the corre-
sponding relative-motion Hamiltonian projected onto a the subspace of states
with the definite angular momentum has the form

2 2d L(L+1) +*, 1
Hspher—-?(—(—iﬁ—;z;‘l'—'—r?—'—-i'z'r 'l'; ) (6)

where r = (22 + y? + 2%)!/2, L is the angular momentum quantum number,
~ = hw/2Rp, and w is the frequency of the isotropic harmonic oscillator. If
we omit the electron-electron interaction, the energy eigenvalues of relative-
motion Hamiltonians (5) and (6) are given by

Enpn, = 272(20n + [M] + 1) +7:(2n: +1) (7)
for Hamiltonian (5) and
E°, = v(4n + 2L +3) (8)

for Hamiltonian (6), where n is the radial quantum number and n, is the
oscillator quantum number.

Let us consider the basic physical properties of the two-electron system in the
harmonic-oscillator potential. We are interested in an influence of the electron-
electron correlation on the lowest-energy eigenstates. Therefore, we will only
discuss the eigenvalue problems for the relative-motion Hamiltonians (5) and
(6), since the energy spectrum of the center-of-mass Hamiltonian (3) is inde-
pendent of the electron-electron interaction. Moreover, due to the symmetry
of the center-of-mass Hamiltonian (3) (and its spherically symmetric analog),
the wave function describing the center-of-mass motion is symmetric against
the interchange of the electrons and both the singlet and triplet states of the
lowest energy are associated with the ground state of the center-of-mass mo-
tion. Wave function ¥(r,d;,02), describing the relative motion of electrons,
can be factorized as follows: ¥(r,0,,02) = ¥(r)x(o1,02), where P(r) is the
eigenfunction of Hamiltonian (5) [or Hamiltonian (6) for the isotropic har-
monic oscillator] and x(oy,02) is the spin wave function of spin variables o,
and o,. Two-electron wave function ¥(r, 01, 02) has to be antisymmetric with
respect to the exchange of electrons. For the two electrons, the total spin can
be either 0 or 1 (in units ), i.e., the spin states x are either the antisymmet-
ric singlet or symmetric triplet states, respectively. The symmetry of spatial
wave function 1(r) with respect to the electron permutation is determined by



the quantum numbers M and L for Hamiltonians (5) and (6), respectively.
In particular, the states with M = 0 or L = 0 (S-like states) are symmetric
against the exchange of electrons, i.e., they are the spin singlet states, and
the states with M =1 or L = 1 (P-like states) are antisymmetric against the
exchange of electrons, i.e., they are the spin triplet states. For the states with
M # 0 and L > 0, the positive definite operators M?/p? in Hamiltonian (5)
and L(L +1)/r* in Hamiltonian (6) yield positive contributions to the energy
of the considered states. According to the comparison theorem [26], the energy
levels of the states with M # 0 and L > 0 are shifted upwards with respect
to those of the corresponding states with M = 0 and L = 0. We conclude
that for both the harmonic-oscillator confinement potentials the two-electron

ground state is the singlet state with the energy EZnste which is lower than

the minimum energy Eoir'® of the first excited triplet state, ie.,

Egg'e < Eqpn®. (9)
This inequality is valid for the lowest energy levels only. The order of the
higher energy levels can be different. ‘

3 Results

_ We have solved the eigenvalue problems for the following lowest-energy states:
the spin singlet states, that correspond to the orbital states with M = 0 for
Hamiltonian (5) and L = 0 for Hamiltonian (6), and the spin triplet states,
that correspond to the orbital states with M = 1 for Hamiltonian (5) and
L = 1 for Hamiltonian (6). We remind that the singlet and triplet states
considered in the present paper are associated with the same quantum state
of the center-of-mass Hamiltonian.

In order to find exact solutions, which are valid for arbitrary confinement
potential, we have applied the modified version of the iterative extraction-
orthogonalization method [27,28]. Here, we briefly discuss the present imple-
mentation of this method to the eigenvalue problem dependent on two vari-
ables. The wave function is determined on two-dimensional grid (1Ap, jAz),
where Ap = pmax/N, Az = zmax/N, 1 and j are integers, ¢ € [0, V], and
j € [=N, N]. We have checked that the sufficiently high precision for the pur-
poses of the present work is achieved if we take on the number of mesh points,
which corresponds to N = 200. The discretized form of Hamiltonian H is
obtained by replacing the derivatives in the kinetic-energy operator by their
finite difference approximations. We put the following boundary conditions:
the wave function has to vanish at p = pmax and || = Zmax- The values of pmax
and Zmax, which determine the size of the computational box, are optimized to
give the lowest energy eigenvalue. The iteration procedure runs as follows: in



the kth iteration step, the values 7,[1{‘1- of the wave function on the mesh points
are evaluated according to the formula

¥ =exp(—AH) Pl (1- AH)PE . (10)

One can prove [28] that - independently of starting values - the above it-
eration procedure converges to the exact wave function, which corresponds
to the lowest-energy eigenstate of the required symmetry, if the iteration pa-
rameter A is small enough. After each iteration step, the new wave function
is normalized and the Rayleigh quotient (p|H|¢) / (1|%) is evaluated. If the
convergence is reached, the value of the Rayleigh quotient provides a very ac-
curate estimate of the energy eigenvalue, which allows us to obtain the results
with the required precision, i.e., these numerical results can be regarded to
be exact. We have solved the Schrédinger equation with Hamiltonian (5) by
this method. When solving the radial Schrédinger equation with Hamiltonian
(6) the one-dimensional grid has been applied. In order to study the influence
of electron-electron correlation on the properties of the two-electron quantum
dots, we have also performed the comparative calculations by the unrestricted
HF method with the use of the Gaussian basis of both the spherical [17] and
cylindrical [29] symmetry. The HF approximation neglects the correlation.
Therefore, a comparison of the results obtained by the exact method and HF
method allows us to draw conclusions about a contribution of the correlation
to the results.

Throughout the present paper, we take on the values Rp = 5.8 meV and ap
= 9.9 nm, which correspond to GaAs quantum dots and are the same as in
Ref. [12). Fig. 1 shows the lowest-energy levels associated with the spin-singlet
(a) and spin-triplet (b) states of Hamiltonian (6) with the isotropic harmonic-
oscillator potential. The characteristic length | = ~~1/2 determines the size of
the quantum dot. We obtain a very good agreement of the HF results with
the exact results for quantum dots of small and intermediate size, i.e., in the
strong- and intermediate-confinement regimes, respectively. Small deviations
of the HF results from the exact results are visible only for large quantum
dots, i.e., in the weak-confinement regime. We note that the deviations for the
triplet states are smaller than those for the singlet states. A direct comparison
of the singlet and triplet energy levels is depicted in Fig. 2, which shows that
_ for all values of | — the energy level of the singlet state is located below
the lowest energy level of the triplet state. This is a numerical confirmation
of conclusion (9) and means that - independently of the dot size — the spin-
singlet state is the ground state of the electron pair confined in the quantum
dot with the isotropic harmonic-oscillator potential. Fig. 2 also shows that
both the states become degenerate for the dots of large size (I > 160 nm).
For comparison, the singlet-triplet splitting obtained by the HF method is
displayed in inset of Fig. 2. We see that for | > 50 nm the HF triplet energy
level is located below the corresponding singlet energy level. This means that
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— in a contradiction to the exact results — the HF approach leads to a fictitious
singlet-triplet ”phase transition”.

The numerical values of errors of the HF method can be estimated from the
results displayed .a Fig. 1. The differences between the HI and exact results for
| = 12.5 nm and 100 nm are equal to 0.41 meV and 0.13 meV, respectively,
for the singlet states (0.07 meV and 0.04 meV for the triplet states). The
corresponding relative errors are 1.44 and 14.2 percent for the singlet (0.21
and 0.40 percent for the triplet).

The electron-electron correlation can be studied with the help of a pair-
correlation function, which for the electron pair in the harmonic-oscillator
potential is equal to [19] a two-electron probability density, i.e., [1(r)|>. The
results of the present numerical calculations of thie two-electron probability
density for the singlet and triplet states are displayed in Fig. 3. The cusp for
the singlet state near 7 = 0 [Fig. 3 (a)] is a signature of a Coulomb hole,
which results from the coulombic electron-electr.n repulsion, and can also be
obtained from the analytical solution, which is valid for » — 0 (cusp condi-
tion). If the dot size increases, the probability densities of singlet and triplet
states approach each other and coincide with themselves almost exactly [Fig.
3 (c)] in the weak-confinement regime, in which both the states are nearly
degenerate.

The anisotropic harmonic-oscillator potential, which can be used to a descrip-
tion of cylindrical quantum dots, is characterized by two parameters ., and 7,
[Eq. (4)]. We have performed the calculations for several values of characteris-
tic length [, = y7!/? and a fixed value of [, = v, '/%. We have taken on I, = 4.95
nm in accordance with Ref. [12]. The calculated energy of the singlet state is
depicted in Fig. 4. Similarly as for the isotropic harmonic-oscillator potential,
the exact and HF results coincide with themselves for small- and intermediate-
size quantum dots, and slightly differ for large dots. For the triplet states (not
shown in Fig. 4), we obtain an almost perfect coincidence of the exact and HF
results for the dots of the size [, < 50 nm. The comparison of the singlet and
triplet energy levels is displayed in Fig. 5, which shows that — in accordance
with inequality (9) - the singlet energy level is located below the lowest triplet
level for the dots of arbitrary radial extension. The singlet-triplet degeneracy is
achieved for the cylindrical quantum dots of the smaller size than that for the
spherical dots (cf. Figs. 2 and 5). Inset of Fig. 5 shows that the HF approach
leads to the fictitious singlet-triplet ”phase transition” at {; ~ 25 nm.

For the anisotropic oscillator potential characterized by ([, = 4.95 nm and [,
= 7 nm and 56 nm, the errors of the HI approximation for the singlet states
are estimated to be 0.65 meV and 0.55 meV, respectively (0.12 meV and 0.08
meV for the triplet states). The corresponding relative errors are 0.6 and 1.1
percent for the singlet (0.10 and 0.15 percent for the triplet).



Fig. 6 reports the calculated electron probability density for cylindrical quan-
tum dots in the plane z = 0 as a function of radius p. Again we see that the
probability densities of the singlet and triplet states approach each other for

the large dots [Fig. 6 (c)] and this effect is associated with the degeneracy of
the corresponding energy levels.

4 Discussion and Conclusions

The results of the present paper show that the ground state of the two-electron
quantum dot of arbitrary size is the spin-singlet state if the confinement po-
tential is the harmonic-oscillator potential of the spherical or cylindrical sym- .
metry. For the considered systems, no singlet-triplet phase transition takes
place. This statement is supported by the analytical proof given in Section 2
as well as numerical results reported in Section 3. In the case of the anisotropic
harmonic-oscillator confinement, our conclusion is in contradiction with the
results of Fujito et al. [12], who used the HF method and obtained the spin-
polarized ground state for large quantum dots. However, the results of Fujito
et al. [12] agree with the present HF results (cf. inset of Fig. 5). This shows
that the HF approximation leads to small systematic errors, which are caused
by the neglect of the electron-electron correlation. These errors are usually
smaller for the triplet states than for the singlet states and slightly affect the
results for the large quantum dots, i.e., in the weak-confinement regime. We
note that in this regime all the calculated triplet-singlet energy differences
are very small. Nevertheless, the small systematic error of the HF method
can result in a fictitious spin-polarized ground state. On the other hand, the
present results, that are exact for the two-electron states only, do not allow
us to reject or confirm a spin polarization of the many-electron ground state.
According to the HF results [12], the N-electron ground state with NV < 12
electrons is spin-polarized for large enough quantum dots. It is known that
the HF method works better for many-electron systems.

The electron pair in the spherical harmonic-oscillator potential has been used
[20] as a test system for studying an applicability of the HF method and few
versions of the local spin density approximation. Taut et al. [20] discussed the
errors introduced by these approximations in the weak-, intermediate-, and
strong-confinement regimes. The conclusions of Ref. [20] about the applicabil-
ity of the HF method to the isotropic harmonic-oscillator potential agree with
our conclusions.

In our previous paper [3] on the two- and three-electron quantum dots we
assumed the confinement potential in the form of the spherically symmetric
potential well of finite depth. We predicted [3] a "phase transitions” from
the low-spin to high-spin states if the radius of the dot was sufficiently large.



These results were received with the help of the extended HF approach, which
partially included the electron-electron correlation. The estimated [3] energy
differences between the spin-polarized and spin-unpolarized states were very
small (of the order of 0.01 Rp). It arises a question if these ”"phase transi-
tions” could result from a partial neglect of the correlation. Unfortunately, for
the electronic system confined in the spherical potential well of finite depth
it is impossible to separate out the center-of-mass motion and the eigenvalue
problem depends on more than two variables. The problem [3] is more compli-
cated than those considered in the present paper and the iterative extraction-
orthogonalization method cannot be applied to check the results of Ref. [3]. We
cannot exclude that the extended HF approach [3] also prefers the fictitious
spin-triplet ground state for large quantum dots. Nevertheless, the calculated
[3] singlet and triplet energy levels lie in a close proximity to each other and
may be treated as nearly degenerate. Possible corrections to the results (3]
would be very small and do not remove this near degeneracy, which deter-

mines the physical properties of the ground state of two electrons in large
quantum dots.

We note that — due to the singlet-triplet degeneracy in large quantum dots -
the presumed singlet-triplet ”phase transition” cannot be verified experimen-
tally in an absence of external fields. Such ”phase transition” could only be
detected under application of an external perturbation, e.g., a magnetic field,
which lifts the degeneracy and splits the energy levels.

According to the results shown in Section 3, the pair-correlation function,
which - for the systems considered in the present paper - is equal to the two-
electron probability density, is nearly the same for the degenerate singlet and
triplet states, i.e., for large quantum dots. This means that the influence of
the orbital angular momentum on the electron distribution is suppressed in
the weak-confinement regime. Therefore, for large quantum dots the singlet

and triplet states possess (nearly) the same energy and (nearly) the same
pair-correlation function.

In very large quantum dots, the electrons exhibit a Wigner-type localization
[10], i.e., they behave similarly as classical point charges. This limit corre-
sponds to the completely correlated electrons and cannot be obtained by the
HF method. For the very large quantum dot, the two-electron probability den-
sity exhibits an enormous Coulomb hole in the vicinity of » = 0. Therefore,
the influence of the centrigual potential is negligibly small and the singlet
and triplet states become degenerate. The HF method is less accurate for
the singlet than for triplet states (cf. [9]), since it neglects the vanishing two-
electron probability density for the singlet states. The different accuracy of the
HF method for both the states is responsible for the fictitious singlet-triplet
"phase transition”.



5 Summary

We have shown that — in the absence of external magnetic field - the ground
state is the spin singlet for the electron pair in the quantum dot of arbitrary
size for the harmonic-oscillator confinement potentials of spherical and cylin-
drical symmetry. We have found that for large quantum dots (in the weak-
confinement regime) the singlet and triplet states become degenerate with al-
most coinciding pair-correlation functions. However, the lowest singlet energy
level lies slightly below the lowest triplet level. This close proximity of singlet
and triplet energy levels, when reproduced with not high enough computa-
tional accuracy, can lead to a fictitious singlet-triplet "phase transition”. The
previously predicted spin polarization of the ground state results from small
systematic errors introduced by the HF approximation, which slightly underes-
timates the energy of the singlet states, but provides rather accurate estimates
for the triplet states. This leads to the spin-triplet state to be preferred by the
HF method as the lowest-energy state in the weak-confinement regime. The
small error of the HF approach is a result of the neglected electron-electron
correlation. It can be noticeable for large quantum dots, i.e., for electron sys-
tems of low density. However, if we consider the quantum state of the given
symmetry, e.g., singlet state, and if we are not interested in very subtle energy
differences between the considered state and the first excited triplet state, then
the HF method is very useful in determining the ground-state properties of the
artificial atoms. The results of the present paper allow us to estimate the reli-
ability of the HF method when applied to the quantum dots. We have pointed
out that the HF approach provides reliable results for the quantum dots of the

small and intermediate size, i.e., in the strong- and intermediate-confinement
regimes.

Acknowledgement — This paper is partially supported by the Scientific Re-
search Committee (KBN) under grant No. 2 P03B 05613.

10



References

(1} P.A. Maksym and T. Chakraborty, Phys. Rev. Lett. 65 (1990) 108.

[2) M.A. Kastner, Physics Today 46 (1) (1993) 24.

[3] B. Szafran, J. Adamowski, and S.} Bednarek, Physica E 4 (1999) 1.

(4] U. Meirav, M.A. Kastner, and SJ Wind, Phys. Rev. Lett. 65 (1990) 771.

[5] R.C. Ashoori, H.L. Stormer, J.S. Weiner, L.N. Pfeiffer, K.W. Baldwin, and
K.W. West, Phys. Rev. Lett. 71 (1993) 613.

(6] H. Drexler, D. Leonard, W. Hansen, J.P. Kotthaus, and P.M. Petroff, Phys.
Rev. Lett. 73 (1994) 2252.

[7] S. Tarucha, D.G. Austing, T. Honda, R.J. van der Hage, and L.P. Kouwenhoven,
Phys. Rev. Lett. 77 (1996) 3613.

[8] M. Wagner, U. Merkt, and A.V. Chaplik, Phys. Rev. B 45 (1992) 1951.

[9] D. Pfannkuche, V. Gudmundsson, and P.A. Maksym, Phys. Rev. B 47 (1993)
2244, :

[10] K. Jauregui, W. Hiusler, and B. Kramer, Europhys. Lett. 24 (1993) 581.

(11] P. Hawrylak, Phys. Rev. Lett. 71 (1993) 3347.

(12] M. Fujito, A. Natori, and H. Yasunaga, Phys. Rev. B 53 (1996) 9952.

[13] R. Ugajin, Physica E 1 (1997) 226.

[14] P.A. Maksym, Physica B 249 (1998) 233.

[15] O. Steffens, M. Suhrke, and U. Réssler, Europhys. Lett. 44 (1998) 222.

[16] O. Steffens, M. Suhrke, and U. Réssler, Physica B 256-258 (1998) 147.

[17] S. Bednarek, B. Szafran, and J. Adamowski, Phys. Rev. B 59 (1999) 13036.
[18] For a review, see, e.g., N.F. Johnson, J. Phys.: Condens. Matter 7 (1995) 965.
[19] M. Taut, Phys. Rev. A 48 (1993) 3561.

[20] M. Taut, A. Ernst, and H. Eschrig, J. Phys. B: At. Mol. Opt. Phys. 31 (1998)
2689.

[21] M. Taut and A. Ernst, J. Phys. B: At. Mol. Opt. Phys. 31 (1998) L35.
[22] F. Bloch, Z. Phys. 57 (1929) 545.

[23] J.C. Slater, Phys. Rev. 36 (1930) 57.

[24] D. Ceperley, Phys. Rev. B 18 (1978) 3126.

(25] D.M. Ceperley and B.J. Alder, Phys. Rev. Lett. 45 (1980) 566.

11



[26] R.N. Hill, Phys. Rev. Lett. 38 (1977) 643.

[27] R. Kosloff and H. Tal-Ezer, Chem. Phys. Lett. 127 (1986) 223.

[28] D. Jovanovic and J.-P. Leburton, Phys. Rev. B 49 (1994) 7474.

[29] S. Bednarek, B. Szafran, and J. Adamowski, Acta Phys. Pol. A 94 (1998) 555.

12



Figure Captions

Fig. 1. The lowest singlet (a) and triplet (b) energy levels of two electrons
in spherically symmetric harmonic-oscillator potential as functions of charac-
teristic length [ = y~1/2, Solid curves show the exact results obtained by the
iterative extraction-orthogonalization method and dashed curves the results
of the unrestricted HF method.

Fig. 2. Singlet-triplet splitting for the two-electron system in 1sotropic harmonic-
oscillator potential as a function of quantum-dot size I. Solid (dashed) curves
correspond to spin singlet (triplet) states. Insel: the corresponding results ob-
tained by the HF method.

Fig. 3. Probability density |4)(r)|? (equal to the pair-correlation function) in
arbitrary units for singlet (solid curves) and triplet (dashed curves) states of

- two electrons confined in the spherical harmonic-oscillator potential for { =
4.95 nm (a), 49.5 nm (b), and 156.5 nm (c).

Fig. 4. Ground-state energy of singlet two-electron states in the anisotropic
harmonic-oscillator potential with fixed [, = y;'/? = 4.95 nm as a function of
Iz = v7'/2. Solid (dashed) curve shows the exact (Hartree-Fock) results.

Fig. 5. Singlet-triplet splitting for the two-electron system in anisotropic harmonic-
oscillator potential as a function of quantum-dot radial size [, for fixed I, =
4.95 nm. Solid (dashed) curves correspond to spin singlet (triplet) states. Inset:
the corresponding results obtained by the HF method.

Fig. 6. Probability density [1(p)|? displayed in 2z = 0 plane in arbitrary units
for singlet (solid curves) and triplet (dashed curves) states of two electrons
confined in anisotropic harmonic-oscillator potential with fixed [, = 4.95 nm

and [; = 7 nm (a), 9.9 nm (b), and 49.5 nm (c).
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Abstract

Energy spectra of two- and three-electron systems confined in semiconductor quantum dots, i.e., artificial helium and
lithium atoms, are studied by the variational method under the assumption of the spherically symmetric confinement potential
of finite depth. It is shown that the electron pairs and triples can form bound states if the quantum ‘capacity’, %R?, of the
quantum dot, is sufficiently large (¥ is the potential-well depth and R is the quantum-dot radius). The conditions of binding
have been determined for the ground and excited states. The binding energy and dipole transition energy have been calculated
for several QDs. It is found that the dipole transition energy for the one-, two-, and three-electron artificial atoms is nearly

independent of the number of electrons. © 1999 Elsevier Science B.V. All rights reserved.

PACS: 73.20.Dx

Keywords: Semiconductor nanostructures; Quantum dots; Artificial atom

1. Introduction

Excess electrons introduced into a semiconductor
quantum dot (QD) are subjected to a three-dimensional
confinement potential, which results from potential
barriers at the boundaries and/or the external volt-
age applied [1,38,39]. The depth and range of the
confinement potential can be changed intentionally,
which yields an energy spectrum with the designed
properties. The QD with the confined electrons can be
treated as an artificial atom [2,3]. The QD nanocrys-
tals of nearly spherical shape embedded in an insu-

* Corresponding author. Tel.: +48 12 6172974; fax: +48 12
6340010; e-mail: adamowski@novell.ftj.agh.edu.pl.

lating matrix have been fabricated from the group 1V
semiconductors [4,5] and from the semiconducting
compounds II-VI, III-V [6,40], I-VII [7,41], and
IV-VI [8]. :

Theoretical description of electron states in QDs
was a subject of papers [2,9-19]. The authors of these
papers assumed infinitely deep confinement poten-
tials, which possessed exclusively the bound states.
This was either the rectangular potential well of in-
finite depth [9] or the parabolic potential [2,10-19].
The ground-state energy of few-electron QDs with
the confinement potential of finite depth was studied
by Fong et al. [20] with the help of the local-density
approximation. When using the confinement potential
of infinite depth, the following fundamental physical

1386-9477/99/$ — see front matter © 1999 Elsevier Science B.V. All rights reserved.

Pil: $1386-9477(98)00247-1
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problem arises: a continuum-energy threshold does
not exist and the excess electrons are always bound by
the confinement potential, i.e., possess only discrete
energy levels. Therefore, the binding and dissociation
processes cannot be described. This problem can be
solved if we introduce the confinement potential of fi-
nite depth, which moreover much better describes the
real QD-nanostructure, since the potential confining
the electrons always possesses the finite depth and
range. Moreover, the application of the finite confine-
ment potential allows us to determine the quantum
‘capacity’ of the dot, i.e., to predict the number of
electrons, which can be added to a QD in a given
quantum state.

The subject of the present paper is closely connected
with the problem of electron states in porous silicon
[21,22]. It is suggested [21,22] that the emission of
visible light from the porous silicon results from the
electron and hole states confined in Si nanocrystals. It
was found [21,22] that the cffective-mass model with
finite barriers fairly well accounts for the propertics
of porous silicon.

In the present work we investigate the possibility of
formation of bound states of two- and three-electron
systems confined in spherical QDs. The application
of the confinement potential of finite depth allows us
to give a clear physical interpretation for the binding
of electrons in the QD and to determine the quantum
‘capacity’ of the QD. Preliminary results for the two-
electron QDs were announced in Ref. [23]. Using the
finite confinement potential, we [24,25] demeonstrated
that the excited states of D™ donor centers can be
bound in spherical QDs.

The paper is organized as follows: the theoreti-
cal model is presented in Section 2, the problem of
electron—electron correlation is discussed in Section
3, the results of calculations are given in Section 4,
the conclusions and the discussion of an applicability
of the present results to a description of experiments
are contained in Section 5, and the results of the paper
are summarized in Section 6. ’

2. Theory

We consider a system of few excess electrons con-
fined in a single spherical semiconductor QD, which
forms a potential-well region and is embedded in an

insulating material (potential-barrier region). The con-
finement potential is assumed in a form of the spherical
potential well, i.e., V(r) = =V for r <R and V(r) =
0 for r>R, where R is the radius of the QD, }; is
the depth of the potential well, and V5> 0. The energy
of the conduction-band minimum of the barrier mate-
rial is set equal to zero and taken as the reference en-
ergy. Such choice of the reference energy allows us to
separate the discrete energy levels of the electrons in
the QD, which result from the size quantization, from
the quasi-continuous energy of the conduction-band
electrons in the barrier region. In the effective mass
approximation, the Hamiltonian of the system of N
electrons in the QD has the form

N N N 2
H=Y[-V2+VEl+2 2 —, (1)
i=1 i=1j>i i
where r; = |r; — 1|, r; are the position vectors of
electrons, the donor Rydberg Rp = mer?e®/2h%¢2
is the unit of energy, the donor Bohr radius ap =
esh?/mece? is the unit of length, K = 1/4mnto, and &
is the permittivity of vacuum. The changes of the
electron effective band mass m,. and static dielectric
constant & at the QD boundary are neglected.

We have solved the eigenvalue problem for Hamil-
tonian (1) by the variational method with the trial
wave function, which is built from the wave functions
of one-electon states for the spherical potential well.
These one-electron wave functions have been taken on
as linear combinations of Slater-type orbitals, which
reproduce the subsequent one-electron energy fevels
with a large accuracy [25]. Under the assumption of
the Russell-Saunders coupling, the total spin and to-
tal orbital angular momentum of the electrons are well
defined. The proposed trial wave function has the fol-
lowing form:

qu({g:,}) = {Z) C\-{ll,}l//\'{rv;)({éi}), (2)
n;

where & = (1, 0;),{&} = (&1,...,&n) denotes the
set of the position vectors r; and spin variables o;,
and ¢,(,,) are the linear variational parameters (i =
1,...,N). Basis wave functions (4} in Eq. (2) are
proposed as properly symmetrized linear combina-
tions of Slater determinants, that are constructed from
the one-electron orbitals of the form

@pm(r) = 1" exp(—1er)Yim(0, §), (3)
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where y, are the nonlinear variational parameters and
Yim(0, ¢) are the spherical harmonics. In the present
calculations, the parameters {n;} = (n},n2, ;) take on
the values n; = 0,...,12.

We consider the following two-electron states: (1s?)
IS, (1slp) 'P, (1slp) 3P, (1p?) *P, (1p?) 'D, (1p?) 'S,
(1std) 'D, (1s1d) 3D, (1s2s) 'S, and (1s2s) S, and
three-electron states: (1s21p) 2P, (islp?) *P, (1s?1d)
2D, (1s?25) 28, and (1s1p?) 2S. The symbols in paren-
theses denote the occupation of the one-electron or-
bitals, the capital letters S, P, and D correspond to the
total angular-momentum quantum numbers L = 0, 1,
and 2, respectively, and the superscripts outside the
parentheses — the total-spin multiplets. Below, we give
the two exemplary basis functions:

Yniny ($1562) = A0, 00(r1)o(01)@),00(r2)B(02)]

"d[q’,‘;.oo("l )B(a )(P,\;zoo(”z )a(a2)]
4)

for the two-electron state v = (1s?) 'S and
Yoy (€15 €2, &3)
= [@p,00(r1)(01)05,00(r2)B(02) @5, 10(r3 Jo(03))
— A [0,,0001)B(01)Pp00(r2 )o( 02 ) @, 10(F3)

xa(03)] (5)

for the three-electron state v = (1s?1p) 2P, where &/
is the antisymmetrization operator, a(c) and (o) are
the spinors. The basis wave functions for the other
considered states have been constructed in a similar
manner. We took on various numbers of terms in ex-
pansion (2), which ensured the necessary accuracy of
the calculations. The shortest expansion included 91
terms for two-electron state (1s?) 'S and the longest
— 364 terms for three-electron state (1s21p) 2P.

3. Electron—electron correlation

The exact wave function of the few-electron system
should take into account the electron—electron corre-
lation. The correlation can be included in a twofold
manner [26]. One can propose the variational wave

function, which either explicitly depends on the rela-
tive positions of electrons or implicitly includes this
dependence in an expansion into many Slater determi-
nants correspor.ding to the excited states. This second
approach is called the configuration-interaction (CI)
method [26]. In the present work, we have applied
both the approaches. For the two-electron systems, we
can introduce the explicit dependence on the electron—
electron separation as follows [25]:

'{/{,l(l",l‘z) = exp[-a,(ri +72)] z CI‘;MI/?

mnp

X(1 & Py W rirf,Pr(cos 0y). (6)

The considered state v is characterized by the to-
tal angular-momentum quantum number L and corre-
sponds to either the spin singlet (sign +) or spin triplet
(sign —). In Eq. (6), 2,; is the permutation operator,
which interchanges the electron indices, i.e., 1 == 2, a,
and c,,, p are the variational parameters, P;(cos 6;) is
the Legendre polynomial of order L, and 0; is the an-
gle between z-axis and vector r;, the sum over p in-
cludes the terms with p = 0 and 1, which enables us
to calculate all the matrix clements analytically, and
the other sums run over the integral values of m and n
from the interval [0, ..., 12], which are chosen so that
the proper symmetry of the wave function is ensured
[25]. Wave function (6) was checked [25] to be suffi-
ciently flexible both for the H™ ion and He atom in an
infinite space and for the H™ ion confined in a spher-
ical cavity. Its one-electron version very well repro-
duces the known analytical solutions for one-electron
problems in the spherical potential well [25]. In the
present work, we apply wave function (6) to test cal-
culations mainly, since — as we will show - the results
obtained with the use of trial wave function (2) only
slightly differ from those obtained with Eq. (6).

Trial wave function (2), introduced in Section 2,
also takes into account the electron—electron correla-
tion in accordance with the method of configuration
interaction [26]. However, the correlation is included
only partially, since not all one-electron excited states
are used in the construction of wave function (2). The
correlation would be fully included if we used all the
one-electron orbitals, that form the total wave func-
tion of the required symmetry.

Fig. 1 shows the ground-state energy of two
electrons in the QD calculated with the use of wave
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Fig. 1. Ground-state energy of the two-electron system in the QD
with ¥, = 50Rp as a function of QD radius. Solid curve shows the
results obtained with the use of wave [unction (2), dotted curve —
with Eq. (6), and dashed curve — by the Hartree~Fock method. The
donor Rydberg Rp is the unit of energy and the donor Bohr radius
ap is the unit of length. The energy is determined with respect to
the twice condvction-band minimum of the potential-well region.
Inset: Overlap of wave function (2) (solid curve) and Tlarntree~Fock
wave function (dashed curve) with wave function (6) for two
electrons.

functions (2) and (6). The results obtained with wave
function (6) can be regarded to be ‘exact’ {25]. For
comparison, we have also performed the calculations
by the Hartree—Fock method with the wave function
being a single Slater determinant. In the Hartree—Fock
method the correlation is fully neglected. The results
obtained (Fig. 1) with trial wave function (2) and by
the Hartree-Fock method are almost indistinguish-
able from the “exact’ results for the QDs of small and
intermediate size, i.c., in strong- and intermediate-
confinement regimes [27]. The differences are visible
for large QDs, ie., in a weak-confinement regime
[27]. The limit R — oo corresponds to the electron
gas, for which the correlation provides a considerable
contribution to the ground-state energy. The inset of
Fig. 1 shows the calculated overlaps of wave func-
tion (2) and the Hartree—Fock wave function with the
‘exact’ wave function (6), which allows us to esti-
mate relative errors done when neglecting partially
and fully the electron—electron correlation. We see
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that both the overlaps are close to 1 even for relatively
large QDs. These results show that — in the strong-
and intermediate-confinement regimes — the electron—
electron correlation plays a minor role in QDs and can
be properly described by the Cl-type wave function
(2). We can even fully neglect the correlation (cf. the
Hartree—Fock results) and — in spite of this — obtain
useful results. These test results together with the
appropriate tests described in Ref. [25] provide quan-
titative arguments for the reliability of the results
obtained with the use of variational wave function (2).

4. Results

We are interested in the binding of few-electron
states in QDs. The condition of binding of N-electron
state v with the energy E$N) has the form

EM <EQ, (7)

where E((,:“ is the continuum-threshold energy for the
N-electron system. For the assumed reference energy,
the continuum-threshold energy takes on the following
values: Ef,:) = 0, i.e., the energy of the electron in the
conduction-band bottom of the barrier material, Elf) =

Eﬁl), i.e., the energy of the dissociated two-electron
system with one electron bound in the 1s state and the
second electron liberated to the conduction-band bot-
tom of the barrier region, and E[(s) = Em, i.e., the en-
ergy of the dissociated three-electron system with two
electrons bound in the ground state with the energy
Eéz) and the third electron liberated to the conduction-
band bottom of the barrier region. The binding energy
W‘,(N) of the vth state of N-electron system is defined
as

WM =EY) — EM. (8)

A fulfillment of condition of binding (7) is equiva-
lent to the statement that the binding energy W, is
positive.

The energy levels of the two- and three-electron
artificial atoms calculated with the use of trial wave
function (2) are shown in Figs. 2a, b and 3. The
one-electron energy levels are also shown for com-
parison. The results depicted in Figs. 2a, b and 3
demonstrate that the few electrons confined in the QD
can form bound states. Both the ground and excited
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(b) Hlau

Fig. 2. Energy levels of one-, two-, and three-electron systems
in spherical QD as functions of radius R for (a) Vg =10Rp and
(b) Vo =50Rp. Solid curves correspond to the ground states,
dashed (dotted) - excited spin-unpolarized (polarized) states, and
dash-dotted — excited one-electron states. The units are the same
as in Fig. 1.

states can be bound if the QD radius is sufficiently
large.

Figs. 2b and 3 display the results for the QDs with
deep potential wells, which correspond to the nano-
structures made of GaAs/Al;_,Ga,As with x> ~

0

E/R,

-200 —

0.0

Fig. 3. Ground-state energy of one-, two-, and three-electron sys-
tems in spherical QD as a function of radius R for ¥y = 100Rp.
The units are the same as in Fig. 1.

0.3, Si/SiO,, and Ge/SiO,. The results in Fig. 2a
show that even the QD with the relatively shallow
potential well can bind electrons. The results of Fig.
2a can be applied to the GaAs/Al, _;Ga,As QDs with
x< ~ 0.1. Figs. 2a, b and 3 show the energy levels
of few-electron systems confined in the QDs of small
and intermediate size, i.e., they correspond to the
strong- and intermediate-confinement regimes [27]. In
these QDs, the spin-singlet state (1s?) 'S is the ground
state of the electronic pair and the spin-doublet state
(1s?1p) 2P is the ground state of the electronic triple.

Fig. 3 displays only the ground-state energy levels.
Moreover, in Fig. 2a and b some energy levels of the
two-electron excited states are omitted, since they lie
too close to the displayed levels. All the energy levels
calculated for the electron pair are shown in Fig. 4
for the QDs of small (R = 2ap ) and large (R = 15ap)
size. Left and middie energy-level ladders show that
the electron—electron interaction lifts the degener-
acy of the energy levels, which are associated with
the states of the different total spin and total orbital
angular momentum. This splitting results from the
Russell-Saunders coupling. The order of energy levels
essentially changes if the size of the QD increases (cf.
middle and right energy-level ladders). These results



R=2a, R=2a,

R=15a,

Fig. 4. Lnergy levels of ¢lectron pair in the QDs with ¥y = 10Rp
and the radius R = 2ap (left and middle péns, left energy scale)
and R = 15ap (right part, right energy scale). Leflt energy-level
ladder corresponds to the noninteracting electrons, middle and
right — to the interacting electrons. Solid lines correspond to
spin-singlet states and dashed — spin-triplet states. Thin lines show
the correspondence between the energy levels.

express a general trend, according to which the triplet
states substantially lower their energy and begin to be
located below the energy levels of the corresponding
singlet states if the QD radius is sufficiently large.

A ‘phase transition’ from the low-spin to high-spin
ground state is shown in Fig. 5, which displays the en-
ergy difference between the levels associated with the
spin-polarized and spin-unpolarized states. The states
(1slp)*P and (1s1p?) *P are the spin-polarized states
for the two and three electrons, respectively, and the
states (1s?) 'S and (1s?1p) 2P are the corresponding
spin-unpolarized states. The dashed curve (2¢) in Fig.
5 shows that — for the potential-well depth ¥, = 10Rp
~ the ground state of the electron pair in the QD
changes from the singlet to triplet at R ~ 12.5ap. The
corresponding transformation of the three-electron
ground state from the doublet to quadruplet occurs
at R ~ 10ap [dashed curve (3e)]. The critical values
of the QD radius for the low-high spin ground-state
transformation slowly increase with the increasing
potential-barrier height (cf. the solid curves in Fig.
5 for ¥, = 50Rp). The singlet-triplet ‘phase transi-
tion’ occurs for a certain critical electron—electron
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Fig. 5. Difference between the lowest energy levels associated
with the spin-polarized (Eper) and spin-unpolarized (Eypot ) states
for the systems of two (2¢) and three (3¢) electrons in QDs as a
function of radius R. States (1s1p)*P of (2¢) and (1s1p? )P of (3e)
are the spin-polarized states and (1s2)!S of (2e) and (1s21p)’P
of (3e) are the spin-unpolarized states. Solid curves correspond
to ¥y = 50Rp, dashed ~ V5 = 10Rp. The units are the same as in
Fig. 1.

separation, i.e., for a corresponding critical density.
A similar density-induced phase transition is known
from the theory of electron gas: according to the re-
sults obtained [28,42] by the Hartree-Fock method,
the electron gas below the critical density goes over
from the paramagnetic into ferromagnetic state.

The formation of the bound electron states is deter-
mined by both the depth and range of the confinement
potential. In order to describe this effect we introduce
the effective quantum ‘capacity” of the QD defined as
the product ¥R?. The condition of binding [Eq. (7)]
for the vth state of the N-electron system can be for-
mulated in terms of the quantum capacity as follows:

VR > QM) 9)

which means that the considered state becomes bound
if the effective ‘capacity’ of the QD exceeds the criti-
cal value Q™. It is well known that the subsequent
one-electron states in the spherical potential well are
bound if the values of ¥R? (expressed in units Rpaj)
are larger than n2/4,n2,2n2, and 9n?/4 for the states
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Table 1

Estimated critical values of the quantum ‘capacity’, VoR?, of the
QD for the binding of the given two-electron states (in units
RDaf)). The values obtained from the simple ‘sum rule’ described
in the text are listed in the third row

sh's (Islp)’P (1s1d)’D (1s25)’S (1p?)*P
5.08 12.52 22.45 29.26 22.64
493 12.34 22.21 24.67 19.74
Table 2

Estimated critical values of the quantum ‘capacity’, VoR?, of the
QD for the binding of the given three-electron states. The numbers
are given in the same units and order as in Table 1

(1s21p)?P (I1sip?)*P (1s21d)?D (1s22s)2S
17.75 25.32 30.06 38.03
14.80 22.21 24.67 27.14

Is, Ip, 1d, and 2s, respectively. We have determined
the critical values of the quantum capacity of the QD
for the binding of two-electron (Table 1) and three-
electron (Table 2) artificial atoms. We have found that
the following simple ‘sum rule’ is roughly fulfilled:
the critical effective quantum capacity for the bind-
ing of the few-electron state is approximately equal
to (or greater than) the sum of the critical effective
capacities for the binding of the one-electron states,
from which the given state is built, e.g., Qﬁ:g ~ Q(l's),
Q(li,)p o~ Q(lls) + Q(IL),Q(liid o Q(li) + Q(lil). The devi-
ations from this rule — due to the electron—electron
interaction — are rather small for the two-electron
states of the lowest energy (cf. Table 1).

The results of the present paper can be used to
determine the epxerimentally accessible radiative-
transition energies. Fig. 6 shows the energies of the
dipole allowed radiative transitions S—P and P-D for
the one-, two-, and three-electron systems in QDs. The
transition energies have been calculated for the fol-
lowing lowest-energy-states: the S-state is the 1s state
for the one-electron artificial atom (le), the (1s?) 'S
state for the two-electron artificial atom (2e), and the
(1s1p?) %S state for the three-electron artificial atom
(3e); the P-state is the 1p state for (le), the (Islp)
IP state for (2e), and the (1s1p) 2P state for (3e);
and the D-state is the 1d state for (le), the (i1sld)
ID for (2e), and (1s?1d) 2D for (3e). In the consid-
ered transitions, only the single one-electron orbital is

S-P wansition energy 1
for 1 and 2 electrons

R/a
D

Fig. 6. Energy AE of radiative S-P and P-D transitions for the
systems of one electron (solid curves), two electrons (dashed
curves), and three electrons (dotted curves) in the QDs with
Vo = 50Rp as functions of radius R. The symbols (circles, crosses,
and squares) correspond to these values of R, at which the binding
appears for the upper-energy state of the one, two, and three
electrons, respectively. Inset: S-P transition energy for one (le)
and two (2e) electrons in the QDs of large radius.

changed. We see that — for the few-electron artificial
atoms — the curves corresponding to the S-P and P-D
radiative transitions are almost indistinguishable from
each other. This means that these transition energies
are nearly independent of the number of electrons in
the QD, i.e., are independent of the electron—electron
interaction. Until now, this property was known for
electron systems in an external uniform magnetic field
and two-dimensional parabolic confinement potential
(generalized Kohn theorem [2,27]). The results of
Fig. 6 show that this property is also valid for the'
few-electron systems in small QDs with the three-
dimensional spherical confinement potential of finite
depth. Inset of Fig. 6 points out that a certain depen-
dence of the transition energy on the electron—electron
interaction appears for QDs of large radius. However,
in this case the values of both the transition energies
and corresponding differences are very small.

We have also calculated average interparticle
distances for the electronic pair (Fig. 7). The re-
sults of Fig. 7 provide information about the spatial
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Fig. 7. Expectation values of electron—electron (r12) and elec-
tron-dot center {r}) distances for the two-electron ground state
(15%)'S (solid curves) and excited state (1s2s)''S (dashed curves).
The vertical dashed lines correspond to the unbound delocalized
states. The donor Bohr radius ap is the unit of length.

distribution of electrons in the QD. The expectation
values of the electron—electron (rj;) and electron—dot
center (r) distances for the states (1s*) 'S and (1s2s)
IS increase almost linearly with the QD radius R, but
are smaller than R. This means that the electrons in the
bound state are spatially, almost completely, confined
within the QD. The delocalization of the unbound
states is shown by the dashed vertical lines. Fig. 7 also
shows that — contrary to the natural helium atom -
the interparticle distances in the artificial helium atom
are nearly the same for the ground and excited states.

5. Discussion and conclusions

We have studied the properties of few-electron
systems in spherical semiconductor QDs with the
confinement potential of finite depth and range. The
results obtained show that the bound states are cre-
ated in the confined few-electron systems if the
quantum capacity, i.e., VoR?, is sufficiently large.
Based on these results, we predict that — even for
the shallow confinement potential — the binding of
few-electron states occurs for the QD of the rela-

Table 3

Binding energy (/) of the ground state and S-P transition energy
(AE) for the artificial atoms consisting of one (le), two (2e),
and three (3¢) electrons in the nanocrystals of Si and Ge and in
porous Si (p-Si). For p-Si, only the ground states of one and two
electrons are bound in the Si nanocrystals of the estimated size
[21]. The energy is expressed in meV

Nanocrystal W(le) W(2e) W(3e) AE(le) AE(2e) AE(3e)

Si 3156.0 3117.0 30250 4529 4503  45.6]
Ge 3060.0 2858.0 2718.0 206.1 2016 216.6
p-Si 5127 298.1 - - - -

tively large size. The bound few-electron artificial
atoms with size-quantized energy levels can be
formed in large QDs with a rather small potential
well depth [30]. The shallow confinement potential
corresponds  to GaAs/Al,Ga;_,As nanostructures
with x < ~0.1. So far, the spherical QDs fabricated
from GaAs were obtained only in an organic matrix
[6]. No experimental data are known to us for ar-
tificial atoms in the spherical QDs fabricated from
GaAs/Al Gay_,As. In the cylindrical QDs made of
GaAs/Alg2,Gag73As/Ing0sGaggsAs, the shell-filling
effect in artificial atoms has been recently studied ex-
perimentally by the transport spectroscopy [31] and
described theoretically by the present authors [32].

The deep confinement potential is relevant to
the Si/SiO, [4] and Ge/SiO, {5] nanostructures. In
Table 3, we apply the present results to the QDs made
of Si and Ge. The estimated radii of the nanocrystals
are 5 nm for Si [4] and 1.6 nm for Ge [5]. We take on
Rp = 3127 and 9.81 meV and ap = 1.94 and 4.58 nm
for Si and Ge nanocrystals, respectively, and assume
that the value Vo =3.2eV estimated for Si/SiO,
nanostructure [4] can as well be used for Ge/SiO,.
We also apply our results to the Si nanocrystals in the
porous Si taking on ¥ =1.7eV [22] and R =1.25nm
[21]. The results listed in Table 3 demonstrate that
the binding energies of few-electron artificial atoms
formed in Si and Ge spherical QDs are close to Vo
and the S-P transition energies are nearly equal to
each other (cf. Fig. 6).

We remind the reader that the present theoreti-
cal model neglects the change of the electron band
mass and dielectric constant at the QD boundary.
The problem of space-dependent electron mass was
considered by the present authors in Ref. [25] for
one-electron states in spherical QDs. According to
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Ref. [25] this effect is negligibly small for the large
QDs with the deep confinement potential due to the
vanishingly small penetration of electrons into the
barrier region.

The change of the dielectric constant leads to the
induced electric polarization at the QD boundary
[33]. The influence of the electric polarization on the
electron states in the spherical QD was studied in
Refs. [33-35] under the assumption of the confine-
ment potential of infinite depth. Based on these results
[33-35], we can state that for the QD embedded in a
dielectric medium of the smaller dielectric constant,
which is the case of Si/SiO, and Ge/SiO; nanos-
tructures, the electric polarization will contribute to
an additional potential, which will repulse the elec-
trons from the boundaries pushing them towards the
dot center. As a result, the electrons will be more
strongly localized inside the QD. For the heterostruc-
tures with the small difference of dielectric constants,
e.g., GaAs/AlGaAs, the effect of electric polarization
is small.

If the QD radius increases, the reordering of few-
electron energy levels occurs. In particular, the spon-
taneous ‘phase transition’ appears from the low-spin
in high-spin ground state. A similar behavior has been
obtained by Bryant [9] for the infinite rectangular po-
tential well and by Fujito et al. [16] and Miiller and
Koonin [17] for the parabolic potential. The singlet—
triplet transition occurs in the natural He atom at high
magnetic field.

The problem of spherical QDs was studied by
Belkhir [36], who assumed that the electrons are
constrained to move on the surface of the sphere of
constant radius and applied the single-electron basis
in order to diagonalize the Hamiltonian matrix. Since
this constraint is essentially semiclassical, the author
[36] found that the interaction energy for N-electron
QD scales like N(N — 1), which is in agreement
with the result of classical electrostatics for dis-
crete charges. This effect was discussed in detail by
Maksym et al. [37].

The dipole transition energy obtained in the
present paper (Fig. 6) exhibits a similar property to
that resulting from the generalized Kohn theorem
[2,27,29,43,44] According to this theorem, the transi-
tion energy is independent of the electron-electron in-
teraction, which holds true under the assumptions that
the electrons are subjected to the external parabolic

potential and the electron—photon interaction is de-
scribed in the dipole approximation. This property
results from the exact separation of the total Hamilto-
nian in the center-of-mass and relative coordinates of
the electronic system [27]. The near independence of
the S—P and P-D transition energies of the electron-
electron interaction, found in the present paper, has
a different reason. This property results from an ap-
proximate cancellation of the Coulomb interaction .
contributions to the lowest energy levels of electrons
in the QD of small size and is connected with almost
the same electron—electron separations in the ground
and excited states (cf. Fig. 7). Therefore, in the spher-
ical QDs of small radius, the major contribution to
the transition energy stems from the differences be-
tween the one-electron energy levels of the potential
well, which are nearly the same for one and many
electrons. We note that the independence of the tran-
sition energy of the number of electrons, obtained
in the present work, does not require the assumption
of the dipole approximation for the electron—photon
interaction, since the transition energy is calculated
as the difference between the corresponding energy
eigenvalues. However, as we have shown in the inset
of Fig. 6, this near independence is no longer valid for
QDs of large radius, because the Coulomb interaction
energy more strongly depends on the quantum state
for more separated electrons. Nevertheless, the differ-
ences between the transition cnergies are very small.

6. Summary

In the present paper, we have shown that the arti-
ficial helium atom (electron pair in the QD) and the
artificial lithium atom (electron triple in the QD) can
form bound states with discrete energy spectra, which
— for small QDs — are qualitatively similar to those
of natural atoms. The conditions of binding obtained
in the present paper should be useful in experiments
with the QDs. It has been shown that the dipole tran-
sition energy for the few-electron artificial atoms is
almost independent of the electron—electron interac-
tion. We have found that the order of energy levels
substantially changes as a function of the QD radius.

The results of the present paper can be applied
to Si/Si0; and Ge/SiO, spherical QDs as well as to
the Si nanocrystals, which are formed in the porous
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silicon. We predict that in these nanocrystals the ex-
cess electrons can create few-electron bound states
with discrete energy spectra and finite binding ener-
gies. The energy scale for the created artificial atoms is
determined by the depth of the confinement potential.
In contrast to the artificial atoms, the characteristic
energy scale for the confined excitons is determined
by the band gap of the nanocrystal. The radiative tran-
sitions between the discrete energy levels of artificial
atoms and confined excitons should be clearly distin-
guished from each other in spectroscopic experiments.
To the best of our knowledge, the present work pro-
vides the first theoretical results for the ground and
excited states of artificial helium and lithium atoms
with the finite-barrier confinement potential.
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Abstract. Artificial atoms, i.e., bound systems of excess electrons confined
in semiconductor quantum dots, are studied by the variational and Hartree-
Fock methods. The confinement potential is assumed to have the form of a
spherical potential well of finite depth, which provides a theoretical model for
electron states in a spherical semiconductor nanocrystal embedded in an insu-
lating matrix. For the two- and three-electron artificial atoms, we have applied
the variational method and obtained the binding of both the ground states and
excited states. The Hartree-Fock method has been applied to the N-electron
artificial atoms with N =1,...,20. It is shown that the shells of the artificial
atoms are filled by electrons in the same manner like those of the natural atoms.
In particular, Hund’s rule is fulfilled. The radial probability density calculated
for artificial atoms is different from that for natural atoms.

1 Introduction

Recently fabricated semiconductor nanostructures, called quantum dots (QDs),
can confine electrons in all three dimensions [1]. A strength and range of the
confinement potential can be changed intentionally, which leads to the de-
signed properties of the electron energy spectrum. The excess electrons con-
fined in the QDs can form bound systems called artificial atoms. The QDs,
besides promising applications in modern electronics, provide a unique labora-
tory for studying new physical properties of interacting few-electron systems
with a controllable number of electrons. The most common are the QDs of
cylindrical shape, which are fabricated on semiconductor substrates by a com-
bination of electron or ion lithography and chemical etching [2], and of spherical
shape, which are grown as nearly spherical nanocrystals in an insulating ma-
trix (3, 4]. Electronic properties of QDs are studied by various methods, e.g.,
far-infrared magnetoabsorption [5], capacitance spectroscopy [6], and transport
spectroscopy (7]. All these methods allow us to study the atomic-like properties
of the confined electron systems. Recently, the filling of shells of artificial atoms



PHYSICAL REVIEW B

VOLUME 59, NUMBER 20

15 MAY 1999-11

Many-electron artificial atoms

S. Bednarek, B. Szafran, and J. Adamowski
Faculty of Physics and Nuclear Techniques, Technical University (AGH), Krakow, Poland
(Received 9 November 1998; revised manuscript received 19 January 1999)

Artificial atoms, i.e., systems of excess electrons confined in semiconductor quantum dots, are studied by the
unrestricted Hartree-Fock method. We consider a spherical quantum dot embedded in an insulating matrix and
assume a confinement potential in a form of spherical potential well of radius R and depth V,,. The calculations
have been performed for few- and many-electron artificial atoms with the number of electrons from 1 to 20.
We have shown that bound many-electron states of atomlike properties are created in quantum dots if the
values of R and V, are sufficiently large. The critical values of R and V, for the binding of N electrons in the
quantum dots have been determined. We have found that the subsequent shells of the artificial atoms are filled
by electrons according to the Hund rule. The characteristic behavior resulting from the full and half-filling of
the shells is clearly visible in the dependence on the number of electrons of the calculated chemical potential,
addition energy, and electric capacitance of the quantum dots. The present results have been compared with
those of the classical Thomson model of atoms and applied to the quantum dots made of Si and GaAs.

[S0163-1829(99)00320-3]

I. INTRODUCTION

Excess electrons introduced into semiconductor quantum
dots (QD’s) are subjected to an external potential, which
confines electrons in all three dimensions.! A strength and
range of the confinement potential are determined by a ge-
ometry of the nanostructure and/or an external voltage ap-
plied to the microelectrodes, i.e., can be changed intention-
ally, which gives us a unique opportunity of getting the
electron energy spectra with the designed properties. For this
reason, the system of excess electrons confined in the QD
was called an artificial atom.? In the present paper, we con-
sider a formation of artificial atoms in spherical QD’s, which
arc grown by chemical mcthods as semiconductor nanocrys-
tals of nearly spherical shape in an insulating matrix. The
spherical QD’s have been made of group-IV semi-
conductors® and III-V,* II-VL® I-VILS and IV-VI (Ref. 7)
semiconducting compounds. The electron energy spectra of
the QD’s were studied by the far-infrared magneto-
absorption.8 capacitance spectroscopy,9 and transport spec-
troscopy.lo These experimental techniques allow us to study
the atom-like properties of the excess electron systems con-
fined in the QD’s. Recently, the shell filling has been
observed'! for the artificial atoms in cylindrical QD’s. A
quantitative theoretical description of this effect has been
given by the present authors.'? In the present paper, we use a
similar method to consider the shell filling in the artificial
atoms of spherical symmetry.

A theoretical study of electrons in QD’s was the subject
of many papers.'”>73® The authors of these papers assumed
the model confinement potential, which was either the infi-
nitely deep rectangular potential well'>~'32% or the harmonic-
- oscillator (parabolic) potential,'6-22242527-30 Both these po-
tentials possess an infinite depth, which is in principle
unphysical. Nevertheless, their application allowed the
authors' 19830 ¢ describe the main features of the con-
fined electron systems, since the energy levels of experimen-
tal interest are located rather deeply in the corresponding
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potential well. Moreover, for quasi-two-dimensional cylin-
drical QD’s, the harmonic confinement potential properly ac-
counts for the nearly equal separations between the lowest-
energy levels, although anharmonic corrections should also
be included.3' However, for both the harmonic and infinitely
deep rectangular potential, a continuum-energy threshold
does not exist; therefore, the corresponding Schrodinger
equations possess exclusively bound-state solutions. This
leads to the fundamental physical deficiency of these model
polentials, namely, the binding and dissociation processes
cannot be described with their use. Therefore, the theoretical
models with these potentials put no limits on the number of
electrons, which can be added to the QD. For the real QD —
due to its finite nanoscale extensions in the three directions
of space — the confinement potential has the finite depth and
range. Therefore, the QD can be charged by the finite num-
ber of electrons. This number determines a quantum *‘capac-
ity”’ of the QD. On the contrary to the classical electric ca-
pacitance of the QD, the quantum ‘‘capacity’’ of the QD cap:
only be described with the use of the confinement potential
of finite depth and range. :

In order to solve the above-mentioned problems and ob-
tain the finite binding energy and finite quantum *‘capacity"”’
of the QD, we apply in the present paper the confinement
potential in the form of the spherical potential well with the
finite depth and range. The application of this confinement
potential allows us to describe the characteristic properties of
electrons confined in nearly spherical semiconductor nanoc-
rystals. In particular, it leads to a clear physical interpretation
of the binding of electrons in the QD and allows us to deter-
mine the quantum ‘‘capacity’’ of the QD. Therefore, the
present theoretical model should properly, at least qualita-
tively, describe the basic properties of spherical QD’s. More--
over, in the frame of this model we can construct a ‘‘periodic
table’” of artificial atoms. The present calculations for the
many-electron artificial atoms have been performed with the
help of the unrestricted Hartree-Fock method. We have stud-
ied the artificial atoms with the shells 1s, 1p, 1d, and 25,
which are defined by the one-electron states of the spherical

13 036 ©1999 The American Physical Soéigly
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potential well. A complete occupancy of these shells is
achieved for N=20 electrons. As a result, we obtain the
complete first “period” (N=1,... ,18) and the first two
“‘elements’’ of the second “‘period’’ (N=19, 20).

In the frame of the classical mechanics, a ““periodic
table’” of “‘classical artificial atoms’ was obtained by Be-
danov and Peeters,32 who considered a system of classical
charged particles confined in a two-dimensional parabolic
potential. In this paper, we present the quantum-mechanical
description of the ‘‘periodic table’” formed by the artificial
atoms. We provide solutions to the three-dimensional many-
electron eigenvalue problems for the electrons confined in all
the three dimensions. )

The paper is organized as follows: the theoretical method
is presented in Sec. I1, the results and discussion are included
in Sec. III, and the conclusions are in Sec. IV.

1. THEORY

We consider a system of excess electrons, which are con-
fined in a single spherical QD embedded in an insulating
matrix. The potential profile for this nanostructure is the fol-
lowing: the potential-well region inside the QD and the
potential-barrier region in the surrounding matrix. We as-
sume that the confinement potential for electrons has the
form

-V, forr<g,

vir) 0 otherwise, )
where the potential-well depth V(>0. The energy of the
conduction-band minimum of the barricr material is sct cqual
to zero and taken as the reference energy. Such a choice of
the reference energy allows us to separate the discrete elec-
tron energy levels, which result from the size quantization,
from the quasicontinuous conduction-band energy of the
electrons in the barrier material. The Hamiltonian of the sys-
tem of N excess electrons in the effective-mass approxima-
tion has the form

N N N o,
H=2, h(r)+2 2 —, @
i=1 i=1 j>i Tij
where r; is the position vector of the ith electron, r;; is the
cleetron-clectron distance, and

h(r)=—-V?+V(r), 3)

is the one-electron Hamiltonian. Throughout the present pa-
per, the following units are used: donor rydberg Rp
=(me/meo)Ry/sf is the unit of energy and donor Bohr ra-
dius ap=(m,o/m,)eap is the unit of length, where the hy-
drogen rydberg Ry=13605.8 meV, the hydrogen Bohr ra-
dius ag=0.0529 nm, &, is the static dielectric constant, m, is
the electron conduction-band mass, and m,q is the free-
electron rest mass. We neglect the changes of the electron
band mass and dielectric constant at the QD boundary.

The eigenvalue problem for Hamiltonian (2) has been
solved by the unrestricted Hartree-Fock method. According
to this approach, the N-electron wave function is taken on as
the Slater determinant, which is constructed from the one-
electron spin orbitals
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(pi(gj)=¢',us(rj)Xx(o'j)- (4)

Here, i,j=1,...,N, é€=(r,0), o is the spin variable; s=
*1/2 is the spin quantum number, and pu=(klm), where !
and m are the azimuthal and magnetic quantum numbers,
respectively, and k=n+1, where n is the radial quantum
number. In the Slater determinant, we take into account the
following one-electron orbitals: 1s, 1p, 1d, and 2s, which
are the solutions to the eigenvalue problem for Hamiltonian
(3). The exact bound-state solutions to this eigenproblem are
given by the spherical Bessel functions.>® The present calcu-
Jations have been performed with the help of the Roothan*
modification of the Hartree-Fock approach. Accordingly, the -
one-electron orbitals have been proposed in forms of expan-
sions in the Gaussian basis, i.e.,

— ©s ;
([/W(r)_plgpgq CP1P2P3‘lgP1P2P3‘l(r)’ )
where
gp,p2p3q(l')=xplyp22P3exp(— 'yqrz). (6)

The parameters p;, pp, and pj take on values p;=0,1,2,
C;'Lfl’zl’sfl and v, (¢=1,...,4) are the variational parameters.
Using the appropriate combinations of parameters p;, we
construct the s-, p-, and d-like solutions. The Hartree-Fock
equations have been solved for each one-electron state with
the quantum numbers (k/ms) by the self-consistent iterative
procedure with the minimization performed over the varia-
tional parameters c;,‘:',,zpw and v, . Using these solutions, we
have calculated the ground-state energy of the considered.
N-electron system. :
Before performing the many-electron calculations, we
have checked that the Gaussian basis [Egs. (5) and (6)] cor-
rectly reproduces the analytical solutions to the eigenvalue
problem for one-electron Hamiltonian (3). The application of
the equivalent Slater basis leads to a very good agreement of
the results® with the exact eigenfunctions and eigenvalues
for the one-electron problem. It is well known that the prop-
erly chosen Gaussian basis yields the same results as those
obtained with the Slater basis. In the present work, we addi-
tionally performed the direct calculations with the Gaussian
basis [Egs. (5) and (6)] for the one-electron states in the
spherical potential well and found that the present resulty
reproduce the analytical results with a high accuracy.
In the Hartree-Fock approach, the electron-electron correq
lation is neglected. We have performed a detailed study36 0
the problem of correlation for two-electron artificial atoms i
a spherical QD with a finite confinement potential.36 It wa
shown?® that the Hartree-Fock and exact results are almos
the same for QD’s of small and intermediate radius. Only fo
large QD’s (R>10ap), i.e., in the weak-confinement re
gime, we have obtained small deviations between both th
results. In the frame of the present work, we have carried oy
an additional test of the reliability of the unrestricte
Hartree-Fock method. We have considered the pair of eleg
trons confined in a three-dimensional harmonic-oscillator pqg
tential of the form V(r)=r%/I*, where ! is a characteristi
length of the problem. After scparating out the center-of
mass motion, the problem is reduced to the one-particle ong
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FIG. 1. Ground-state energy of two electrons confined in three-
dimensional potential V(r)=r?/I* calculated by the exact numeri-
cal method (solid curve) and unrestricted Hartree-Fock method
(dashed curve). The donor rydberg R, is the unit of energy and the
donor Bohr radius ap is the unit of length.

dimensional eigenvalue problem. For the ground state, we
have solved this problem by a numerical shooting method,
which yields exact results. A comparison of the exact results
with the Hartree-Fock results obtained with the use of the
procedure described in the context of Egs. (4)—(6) is reported
in Fig. 1. Figure 1 shows that only for large QD’s, small
differences between both the results are visible, which agrees
with the results of our previous paper.*® Based on the present
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FIG. 2. Energy E of the ground state and number of electrons
corresponding to the artificial atom of the lowest energy for V,
=50R, as functions of quantum-dot radius R. Vertical thin lines
correspond to the filled shells. The donor rydberg R is the unit of
energy, and the donor Bohr radius ap, is the unit of length.
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FIG. 3. “‘Phase diagram’’ showing the formation of N-electron
artificial atoms. The system of N electrons confined in the quantum
dot possesses the minimum ground-state energy if the quantum dot
is characterized by the parameters R and V, from the region, which
is labeled by N and limited by the corresponding curves.

and previousl‘6 study, we can state that the Hartree-Fock
method provides the reliable results for the artificial atoms.

III. RESULTS AND DISCUSSION

The results of the Hartree-Fock calculations are reported
in Fig. 2. The right upper part of Fig. 2 displays the ground-
state energy of N-electron artificial atoms for N=1,...,20
and the left lower part — the numbers of electrons corre-
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FIG. 4. Classical potential energy E5™ and number of electrons
corresponding to the most stable configuration of interacting elec-
trons subjected to the confinement potential with V,=50Rp as a
function of radius R.
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FIG. 5. Chemical potential of N-electron artificial atoms for V,=40R, as a function of the quantum-dot radius R. Inset: Addition energy
(solid curves) and electric capacitance (dashed curves) of quantum dots with V,=40R, consisting of 9 and 13 electrons as functions of R.

sponding to the stable configuration. The N-electron system
confined in the QD forms a bound state if the following
condition of binding is fulfilled:

EN<En_i, M

where Ey and Ey_, are the ground-state energies of the
artificial atoms consisting of N and N—1 electrons, respec-
tively. For the assumed reference energy, the corresponding
condition of binding of the one-electron state has the form:
E,<0. Applying these conditions of binding to the results of
Fig. 2 we see that the artificial atoms with the increasing
number of electrons become stable if the radius of the QD is
sufficiently large, which is in agreement with the classical
constant-interaction model. The effect of binding of
N-electron artificial atoms is clearly visible in the left lower
part of Fig. 2, that shows the number of electrons corre-
sponding to the stable atomlike states. The calculations per-
formed for several values of the potential-well depth V lead
to the conclusion that the critical value of the QD radius for
the binding of the N-clectron artificial atom decreases with
increasing V. The present results allow us to determine the
quantum ‘‘capacity’’ of the QD. This means that for the

given values of the parameters of the QD (R and V) we can
estimate the number of electrons, which can be added to the
QD forming the bound state. The Hartree-Fock method pro-
vides the upper bounds to the ground-state energy; therefore,
the estimated critical values of R and V, for the binding of
N-electron artificial atoms are also the upper bounds on the
quantum ‘‘capacity”” of the QD. We have constructed a
“‘phase diagram’’ (Fig. 3), which shows the regions of sta-
bility of N-electron artificial atoms on the (R, V,) plane. The
curves drawn in Fig. 3 correspond to the upper limits on thd
parameters of the QD, above which the system of N electrong
confined in the QD forms a bound state. For example, thg
first region in Fig. 3 (N=0) corresponds to no electron
bound in the QD, the second (N=1) — one electron bound
etc.
The N(R) dependence displayed in the left lower part o
Fig. 2 exhibits a staircaselike structure with “‘stairs”’ of smal
and large ‘‘width”’ (measured as a corresponding change g
the QD radius). The ‘‘stairs>* of small “‘width’ correspon
to the filling by electrons of the states belonging to the sam
shell. For the spherical QD’s, these are the shells 15, 1p, la
and 2s filled by 2, 6, 10, and 2 electrons, respectively. T
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“*stairs’” of large ‘‘width’’ correspond to the change of the
shell, i.e., the formation of the next shell requires a larger
increase of the QD radius. Moreover, the results of the
present calculations for the half-filled 1p and 1d shells show
that the Hund rule is fulfilled. The electrons with the same
spin fill the spin orbitals of the 1p and 1d shells up to the
half, which corresponds to the artificial atom with the maxi-
mum value of the total spin. In order to increase the number
of electrons above 5 and 13 in the 1p and 14 shells, respec-
tively, we have to put an additional electron with the oppo-
site spin, which requires a slightly larger increase of the QD
radius than for the states with the same spin. A close inspec-
tion of the staircaselike picture in Fig. 2 allows us to recog-
nize this slight increase of the ‘‘width’’ of stairs. In sum-
mary, the results of Figs. 2 and 3 show how the ‘‘periodic
table’’ is built from the artificial atoms in the case of the
three-dimensional finite confinement potential.

We mention that the ‘‘periodic table’” was proposed for
classical charged particles® in the frame of the classical me-
chanics and Hund’s rule was obtained by Koskinen et al.?8
and Steffens et al.’® with the use of the density-functional
theory. The authors?®3%32 considered the two-dimensional
QD’s with the parabolic confinement.

The filling of the shells of artificial atoms by adding the
electrons to the QD can be treated in the frame of classical
electrostatics as charging the capacitor of the capacitance C.
According to the classical electrostatics, the energy AE®
=¢?/C is required to add one electron to the QD. In order to
obtain a deeper physical insight into the process of formation
of artificial atoms, we have studied the corresponding classi-
cal problem of charging the sphere. Recently, several
authors®’~% considered the similar problem, which is equiva-
lent to the classical Thomson model of atom. In the Thomson
problem, the charge carriers are strictly constrained to the
surface of the sphere of radius R. In the present work, we
have considered the system of N charge carriers with equal
charges that are subjected to an external field with the poten-
tial given by Eq. (1). This classical model provides an exact
analog to the quantum-mechanical model presented in Sec.
II. We were looking for the lowest potential energy of the
system of N charge carriers using the Monte Carlo minimi-
zation technique. Figure 4 demonstrates that — according to
the classical model — the energies required to add one elec-
tron to the QD are nearly the same; however, the small dif-
ferences between these energies for different N are also vis-
ible. For the classical N-electron system confined in the
three-dimensional finite potential — on the contrary to the
two-dimensional case®> — no shell-filling effect takes place.

The overall properties of the N-electron energies are simi-
lar in both the quantum-mechanical (Fig. 2) and classical
(Fig. 4) description. The lowest N-electron potential energy
calculated in the present work by the classical electrostatics
approach can be written down in the form

ES™=~NVy+Uy/R, (8)

where Uy is the parameter dependent on the number of elec-
trons. The second term in Eq. (8) is the classical charging
energy. We have checked that the N degpendence of this term
very well agrees with the fitted form.3

The quantum-mechanical problem of N electrons con-
strained to move on the surface of the sphere of constant
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FIG. 6. Addition energy (solid circles) and electric capacitance
(open circles) of the quantum dots with (a) R=ap and V
=50R,, and (b) R=2.5ap, and Vy=100R, as functions of the
number of electrons. Thin lines are drawn as guides for the eye. In
case (a), only 11 electrons are bound.

radius was solved in the one-electron basis.*> We note that
the present model is more realistic: the electrons are allowed
to be spread over the volume of the potential-well sphere and
can penetrate the barrier region outside the sphere. For the
electrons strictly confined to the surface of the sphere no
clear shell-filling effect was obtained.*?

The characteristic behavior connected with the shell
filling is also visible if we calculate the chemical potentials
for the artificial atoms (Fig. 5). The chemical potential of
N-glectron system is defined as uy=Ey—Ey_, and
interpreted as the energy needed to increase the number of
electrons from N—1 to N. The N-electron artificial atom
is stable if the corresponding chemical potential uy is
negative, which means that the amount of energy |uyl is
released when this artificial atom is created. The nearly
equidistant curves in Fig. 5 show the filling of the empty
one-electron states in the unfilled shell. Two types of de-
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TABLE L. Quantum ‘‘capacity’” of the quantum dots made of the material listed in the first column. The
depth V, of the potential well (in eV) is listed in the second column and the next columns yield the values
of QD radii (in nm), for which the dot is filled by the maximum number of electrons given in the first row.

The highest occupied orbital is given in the parentheses.

- Material Ve 1(sh 2015 5(1ph) g(1p% 13(1d%)  18(1d')  20(25%)
Si/Si0, 3.1 0.33 0.39 0.75 0.87 1.26 1.44 1.66
Porous-Si 1.7 0.47 0.56 1.14 1.36 22 243 2.86
GaAs/Aly,GaggAs 021 275 3.30 6.80 8.20 12.7 14.6 17.3

viations from this behavior are visible in Fig. 5. The larger
increase of the chemical potential corresponds to the com-
plete filling of shells 1s, 1p, and 1d by 2, 6, and 10 elec-
trons, respectively. The smaller increase of uy for N=5 and
13, i.e., for the half-filled 1p and 14 shells, is a signature of
the Hund rule.

The addition energy AE and electric capacitance C of the
QD are the quantities of experimental interest. We have cal-
culated both these quantities as follows: AE= py4y~ M
and C=¢?/AE. The inset of Fig. 5 reports the present re-
sults for AE and C as functions of the QD radius for N=9
and 13 electrons. Figures 6() and 6(b) show the dependence
of AE and C on the number of electrons for the parameters
corresponding to the QD’s made of a porous Si [Fig. 6(a)]
and Si/SiO, [Fig. 6(b)] nanostructure. Similarly as in Fig. 5,
the high jumps of the addition energy are associated with
the filling of the next shell if the previous shell is fully
occupied and the lower jumps — the filling of the onc-
clectron orbital with the opposite spin if the shell is half-
filled by electrons of the same spin. For the parameters of
Fig. 6(a), the maximum number of electrons that can be
added to the QD is eleven. The inset of Fig. 5 demonstrates
that the electric capacitance of the QD is a linear function of
R and the addition energy varies like 1/R. However, we note
that although both these functions resemble those for the
corresponding classical quantities, the coefficients of the pro-
portionality depend on the number of electrons, which ex-
presses the quantum nature of the addition energy and elec-
tric capacitance.

IV. CONCLUSIONS

The results of the present paper allow us to determine the
important characteristics of the spherical QD’s. If the param-
eters of the QD, i.c., potential-well depth Vg and radius
R, are given, we can determine the maximum number of
electrons that can be added to the QD filling all the available
quantum states. In such a way, we find the quantum ‘‘capac-
ity’” of the QD. On the other hand, if the number N
of electrons is given, we can determine the parameters of
that QD, in which the bound N-electron state can be created.
Both these characteristics should be lclpful in planning
the experiments with the artificial atoms formed in QD’s.
The present results can be applied to the spherical QD’s pre-
pared by chemical methods®™’ and to the nanocrystals
formed in a porous Si.*! We note that the confinement po-
tential of the finite depth should apply to InAs/GaAs self-
assembled QD’s (Ref. 42) as well as to gate-controlled
QD’s.43 However, in the last case the shape of the potential
has 10 be modified."?

As an example of an application of the present theoretical
treatment, we list in Table I the results, which can be helpful
in experiments with spherical QD’s made of Si nanocrystals
in SiO, matrix and GaAs in Aly,GaggAs matrix. The atom-
like states were found in resonant-tunneling measurements in
spherical Si nanocrystals.3 The GaAs/Al,Ga, _,As quantum
dots usually possess the cylindrical shape. The spherical
QD’s made of GaAs were prepared in an organic solvent.* It
was argued41 that the theoretical model using the effective-
mass approximation and the finite confinement potential
fairly well describes the electronic properties of a porous Si.
Therefore, we quote in Table I the results for the QD’s
formed from the nanocrystals in the porous Si.

Let us briefly discuss the reliability of the present results
when applied to the real QD’s. In the present paper we have
neglected the change of the electron band mass and dielectric
constant at the QD boundary. The influence of spatially de-
pendent electron band mass can be taken into account in the
frame of the BenDaniel-Duke model.** Using this model, we
have pv:rform&d35 the calculations for the one-electron states
in spherical QD made of the GaAs/Aly ,GaggAs nanostruc-
ture. The results®> show that the effect of the spatially vari-
able electron band mass can be neglected for R>~ap, i.e.,
in the intermediate and weak-confinement regime, which is
caused by the small penetration of electrons into the barrier
region. In the present study, we have found that this penetra-
tion is also very small for many-electron systems in the QD’s
of intermediate and large size. Therefore, we expect that this
effect will be negligibly small for the N-electron artificial
atoms.

The change of the dielectric constant at the QD boundary
gives rise to an induced electric polarization.”'ls In the
case of the Si/SiO, nanostructure, the nanocrystal with the
larger dielectric constant (Si) is embedded in the dielectrig
medium (Si0,) with the smaller dielectric constant. Then
the induced electric polarization repulses the electrons from
the QD boundary and pushes them towards the do
center.'>!® This leads to a larger localization of electron
inside the QD. If the dielectric constants of both the materi
als only slightly differ between themselves, which is the cas
of the GaAs/Al,Ga, _,As nanostructure with small conten
of Al, the effect of the induced electric polarization 1
negligible.

In summary, we have shown that the many-electron art
ficial atoms are stable if the range and strength of the con
finement potential are sufficiently large. The results of th
present paper allow us to determine the critical values of t
parameters of the QD’s, in which the artificial atoms consis
ing of up to 20 electrons are formed. The fundamental qual
tative properties of the artificial atoms are the same as thoy
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of the natural atoms. For the spherical confinement potential,
the atomic shells s, 1p, 14, and 2s are filled in order. The
shell-filling effect and Hund rule are clearly expressed by
the calculated chemical potential, addition energy, and elec-
tric capacitance of the QD’s. In the classical limit, the artifi-
cial atoms exhibit the properties similar to those being char-
acteristic for the Thomson model of atom.
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Abstract. Energy spectrum of negatively charged donor centres (D~) in spherical semiconduc-
tor quantum dots (QDs) has been calculated in the framework of effective-mass approximation
by the variational method. We have studied the on-centre donor impurity in the single isolated
QD embecded in a passivating medium. The confinement potential for electrons has been as-
sumed to be -he spherically symmetric potential well of the depth V5 and radius R. We have
considered t:e ground state (1'S) and the excited states (1'P, 13°P, 1'D, 13D, 2!S, 235) of
the D~ donor centre. The ground state of the D~ centre in the QD is always bound like in
the bulk crystal. We have shown that the D~ excited states can also be bound if the effective
QD capacity, C = Vo R?, exceeds a certain critical value. The critical values of C' have been
determined for each considered state. We have also discussed the properties of energy spectra of
the two-electron system in the QD with and without the donor impurity. For the D~ in GaAs
QD, the calculated 1'S — 1' P transition energy exceeds 100 meV for the QD with the radius
l0!' about 3 nm. The estimated electron penetration into the barrier region and the average
i electron-electron and electron-donor separations lead to the conclusion that the binding of the
‘D‘ excited states results from the strong confinement of electrons within the QD.

‘1. Introduction

A D~ donor centre in a semiconductor is a solid-state analogue of the H™ hydrogen ion. In
bulk crystals, the hydrogen-like D~ centre possesses only one bound state like the H™ ion.
lh‘;DT centres were also observed in semiconductor multiple quantum-well (MQW) structures

+ 2}, in which electrons are subjected to the confinement potential in the growth direction.
¢ three-dimensional confinement of electrons has been obtained in recently fabricated [3]
:J‘::tum dots (QDs). Such QDs are prepared, e.g., by a colloidal chemical synthesis (3], which
3 one to obtain nearly spherical nanocrystals with narrow size distribution embedded in
*Tnic material. In particular, the GaAs nanocrystals were obtained by this method [4]. The
* Produced by an MBE technique can have a disk-like shape [5]. A possible observation of

Ry centres in the disk-like QDs was discussed by Ashoori et al. [5]. In MQW structures
" -, £¥ternal magnetic field, transitions to the excited states of the D~ centre were identified
; ‘]' These exc

ited states correspond to the similar excited states observed for the H™ ion
Y ner‘::gnetic ﬁe'ld. However, the following question appears: can the three-dimensional
» nt potential of the QD lead to a formation of bound excited states of the D~ centre
{‘, “'Ltd:“ additional external field? The present paper provides a solution to this problem.
A pmrn;iatlhe D centre in a spherical QD assuming the confinement potential in the form
{‘L’ifal iy well of finite depth. The present treatment is well suited to the nanocrystals of
“' “hape embedded in a passivating medium.

2 Theor,

W the

>

" ';Qn.!',l . ' .
-‘!!tu\.,‘ :r the single isolated QD of spherical shape embedded in a dielectric matrix. The
‘ A8 approximation is applied to a description of electrons. Due to the large band
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Few-electron systems have been studied by variational means for semiconductor spherical quantum
dots both with and without a donor center. It is shown that the pair (2e) and triple (3e) of elec-
trons as well as the donor center with two (D~) and three (D?") electrons can form several bound
states if the range and depth of the confinement potential are sufficiently large. It is found that
dipole-allowed optical-transition energies are nearly the same for the two groups of systems: {D°
and D~} and {le, 2e, 3¢, and D?"). For D® and D~, the transition energies are significantly larger
than for the systems of the second group.

Neutral (D) and negatively charged (D) donor centers in semiconductor quantum
wells were studied both experimentally |1 to 4] and theoretically {5 to 8}. In a quantum
well, the joint action of the external magnetic field and the one-dimensional confine-
ment potential allows one to observe optical transitions to excited states of a D~ center
[9]. The problem of stability of the two-dimensional doubly charged negative donor
center (D?-) in a high magnetic field was the subject of theoretical consideration [10].

In a semiconductor quantum dot (QD), the confinement potential acting on electrons
is three-dimensional. Therefore, we can expect an enhancement of binding of few-elec-
tron systems. A possible experimental evidence for D~ centers in semiconductor quan-
tum dots was discussed by Ashoori et al. [11]. The ground state of the D~ center in the
QD was studied in theoretical papers [12,13]. The present paper provides a theoretical
study for both the ground and excited states of the two-electron (D~) and three-elec-
tron (D?~) donor centers in a single spherical QD. For comparison, we have also stu-
died the one-electron neutral donor center (D°) and the corresponding few-electron
systems in the QD without the donor impurity, called artificial atoms, which we denote
le, 2e, and 3e.

The spherical QD, considered in this paper, is a model for a nanostructure, which
consists of a semiconductor nanocrystal of nearly spherical shape (potential-well region)
embedded in an insulating matrix (potential-barrier region), e.g., Si in SiO,. We assume
that the positive donor center (D*) is located in the QD at the central position. The
electron and donor states are described in the frame of the effective-mass approxima-
tion. The energy of the conduction-band minimum of the barrier material is taken as
the reference energy and set equal to zero. The confinement-potential energy of the
electron is taken on in the form: U(r) = —Vj for r < R and U(r) = 0 otherwise, where
Vo > 0 and R is the radius of the QD. Using the variational method, we have calcu-
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lated the ground- and excited-state energy for total angular momentum L = 0,1,2. For
the two-electron systems (2e and D~), we have considered the spin-singlet states and
for the three-electron systems (3¢ and D?~) - the spin-doublet states. The application
of the many-element variational basis [14] (with the number of elements ~150) allows
us to obtain accurate results for all the considered states. For the one-electron systems
(le and DY), we have applied the one-dimensional version of this variational basis and
checked that it exactly reproduces the analytical results [14].

In a bulk crystal without external fields, the hydrogen-like D™ center possesses only
one bound state, i.e., only the ground state is bound. The D2~ donor center does not
form bound states even at high magnetic fields [10]. We have shown [15] that the con-
finement of electrons in the spherical QD without the donor center can lead to a for-
mation of bound states of artificial atoms. For a quantum system confined in the QD,
the condition of binding has the following form: E, < Ey, where E, is the energy
eigenvalue of the system in quantum state v and En is the energy of the continuum
threshold. For the assumed reference energy, the continuum-threshold energy takes on
the following values: E(le) =0, Eqn(N e) = Eo((N — 1)), where N is the number of
electrons (N = 2,3), and Ex(D"7) = Eo(D"~17), where n labels the charge state of the
donor (n = 1,2), and E; denotes the ground-state energy.

0 - ' :
(a)
- -
R s P
50 t— —
(=
[a sy
wo b N S~ e
N
100 I~ S (is1pt)’s (1)8
(1521p)2P Je
_150 ] l 1
0 1 2

R/a
D

Fig. 1. a) Energy levels of artificial atoms with one (le), two (2e), and three (3e) electrons for
Vo = SORp as functions of QD radius R. For the two- and three-electron states, the expression
within the parenthesis shows the occupation of one-electron orbitals (s, p, d) and that outside the
parenthesis shows the total-spin multiplet and total angular momentum L =0,1,2 (S, P, D). The
donor Rydberg Rp is the unit of energy and the donor Bohr radius ap is the unit of length
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The calculated lowest-energy levels are shown in Fig.1la (for the QD without donor
impurity) and Fig.1b (for the QD with donor impurity). These results show that -
for the considered few-electron systems - both the ground states and excited states
are bound if the QD radius is sufficiently large. The present results for the D° and
D~ centers exactly reproduce the bulk-crystal limits for R — 0 and R — oo, i.e., the
corresponding ground-state energy eigenvalues are Eo(D%) = —Rp and —V, — Rp and
Ey(D™) = —1.055Rp and —Vj —1.055Rp, where Rp is the donor Rydberg. The D°
and D~ donor centers are always bound independently of the size of the QD. Fig. 1b
shows that the ground state of the D?- center is bound for R 2 0.5ap, where ap is
the donor Bohr radius. Moreover, several excited states of the D~ and D?~ centers.
can also be bound in the QD with large enough radius. The critical value of the QD
radius for the stability of each considered state decreases with increasing potential-
well depth V.

The influence of the donor center on the few-electron states with the lowest energy is
shown in Fig.2a. The presence of the donor impurity in the QD leads to a decrease of
the critical values of R, above which the binding occurs. Moreover, the corresponding
energy levels are shifted down. Fig.2b shows the calculated energy of the dipole-al-
lowed optical transitions (s-p) between the lowest-energy few-electron states in the

50 f— D
o
e
wo Nl N T
-100 |— o —= 0
o "*"-:.. ~
""~v-..k(1521d 120
fev Dz-
-150 1 l L
0 1 2
R/a o

Fig. 1. b) Energy levels of donor centers DY D-, and D2 for Vo = 50Rp as functions of QD ra-
dius R (units and abbreviations as in Fig. 1a)
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Fig. 2. a) Ground-state energy of one-, two-, and three-electron systems in the spherical QD with
(solid curves) and without (dashed curves) the donor center as a function of the radius R for
Vo = 50Rp .

QD with and without donor impurity. Thin vertical lines correspond to the critical val-
ues of R for the binding of higher-energy state. For R 2 0.5ap, the transition energies
for the D° and D~ donor centers are very close to each other. Moreover, the s—p
energy differences are also nearly the same for the D?- center and artificial atoms le,
2e, and 3e. If the donor impurity is absent in the QD, the dipole-transition energy is
almost independent of the number of electrons in the QD. This property is known for
the quasi-two-dimensional QDs with parabolic confinement potential and is interpreted
with the help of the generalized Kohn theorem [16]. The present results suggest that
this property is more general and holds true for the three-dimensional spherical quan-
tum dots.

In summary, we have shown that the D~ and D?~ centers can form several bound
states in spherical QDs if the depth and range of the confinement potential are suffi-
ciently large. The values of the parameters of the confinement potential, for which
these states are bound, correspond to the recently fabricated QDs. The binding results
from the confinement of electrons in the QD and is enhanced by the presence of the
donor impurity in the QD. The energies of dipole-allowed optical transitions are almost
indistinguishable from each other for the following two groups of systems: {D° and D7}
and {le, 2e, 3¢, and D?7}. On the basis of the present results, we expect that a QD with
large radius (R 2 ap) can bind more than three electrons and the presence of the do-
nor center additionally lowers the energy of the system.
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Fig. 2. b) Transition energy AE between the lowest-energy s and p states of artificial atoms (le, 2e,
3e) and donor centers (D D-, D?7) for V; = 50Rp. Thin vertical lines correspond to the critical
values of R, below which the higher-energy state ceases to be bound

Acknowledgements This work has been done in the frame of the French-Polish scienti-
fic cooperation project POLONIUM and is partially supported by the Polish Scientific
Research Committee (KBN) under grant No. 2 P03B05613. The calculations were per-
formed in the Academic Computer Center CYFRONET, Krakéw (grant KBN/S2000/
AGH/050/1998).

References

1] S. HuanT, S.P. NAIDA, and B. ETiEnnE, Phys. Rev. Lett. 65, 1486 (1990).

2] E.R. MUELLER, D.M. LARSEN, J. WALDMAN, and W.D. GOODHUE, Phys. Rev. Lett. 68, 2204 (1992).

3] S. Huanr, B. ETienng, and N. Coron, Phys. Rev. B 51, 5488 (1995).

4] J.-P. CHenG, W.J. LI, J.L. WANG, B.D. McCoMsE, S. HOLMES, and W. ScHAFF, Solid State Com-
mun. 93, 441 (1995).

5] T. PanG and S.G. Louig, Phys. Rev. Lett. 65, 1635 (1990).

6] D.M. Larsen and S.Y. McCanN, Phys. Rev. B 46, 3966 (1992).

7] 1. Buinowskr and T. SZWACKA, Phys. Rev. B 49, 10231 (1994).

8] J.M. Su1, F.M. Peeters, G.A. Farias, J.A.K. FREIRE, G.Q. HAl, J.T. DEVREESE, S. BEDNAREK, and
J. Apamowski, Phys. Rev. B 57, 3900 (1998).

{9] A.B. DzyuBenko, A. MANDRAY, S. HUANT, A.Yu. SIVACHENKO, and B. ETIENNE, Phys. Rev. B 50,
4687 (1994).

[10] A.B. Dzyusenko, J. Phys:: Condensed Matter 5, 2255 (1993).

[11] R.C. AsHoori, H.L. STORMER, J.S. WEINER, L.N. PFEIFFER, S.J. PEARTON, K.W. BALDWIN, and K.W.

WEsT, Physica B 189, 117 (1993).




682 B. SzaeraN et al.: Influence of Donor Impurity on Optical Transitions
J-L. Zuv, J.-H. ZHA0, W.-H. DuaN, and B.-L. Gu, Phys. Rev. B 46, 7546 (1992).

J.-L. Zuv, J.-H. Zuao, and J.-J. XioNG, Phys. Rev. B 50, 1832 (1994).

C. Busser and C.R. PROETTO, J. Phys.: Condensed Matter 8, L131 (1996). .
B. SzaFRAN, J. ADAMOWsK!, and B. STEBE, J. Phys.: Condensed Matter 10, 7575 (1998).
B. SzAFRAN, J. ADAMOWSK], S. BEDNAREK, and B. Stésé, Mol. Phys. Rep. 21, 89 (1998).
W. KoHn, Phys. Rev. 123, 1242 (1961).

P.A. MAKsYM and T. CHAKRABORTY, Phys. Rev. Lett. 65, 108 (1990).

F.M. PeeTers, Phys. Rev. B 42, 1486 (1990).



J. Phys.: Condens. Matter 10 (1998) 7575-7586. Printed in the UK PIl: S0953-8984(98)92534-6

Energy spectrum of D~ centres in spherical quantum dots

B Szafrant, ] Adamowskit and B Stébé}

{ Faculty of Physics and Nuclear Techniques, Technical University (AGH), Krakéw, Poland
1 Institut de Physique et d’Electronique, Université de Metz, Metz, France

Received 13 March 1998, in final form 11 June 1988

Abstract. The properties of negatively charged D~ donor centres have been studicd for
semiconductor quantum dots with the finite spherically symmetric confinement potential. The
energy levels of the ground state (1!S) and the excited states of both the spin-singlet (1'P,
1'D, 2'S) and spin-triplet (13P, 13D, 23S) configurations have been calculated by variational
means. It has been shown that the excited states of the D~ centre in quantum dots are bound
for sufficiently strong confinement potential. The conditions of binding for the excited states
have been determined as functions of the potential-well depth and quantum-dot radius. The
formation of the bound excited states of the D~ centre is a new property, which results from
the confinement of electrons in the quantum dot. A possible application of the present results
to the H™ ion trapped in a microcavity is discussed.

1. Introduction

The D~ donor centres in semiconductor nanostructurcs have recently been investigated
from both the experimental [1-6] and theoretical [7-12] points of view. The
experimental evidence for the D~ centre has been found in multiple-quantum-well structures
[1]. A possible experimental observation of D~ centres has been discussed [2] for
GaAs/Al,Ga,_,As quantum dots. In bulk materials, the weakly localized, shallow-level
donor centre D™ can be treated in the framework of the clfcctive-mass approximation as
a solid-state analogue of a H™ ion. According to the Hill thecorem [13}, the H™ ion in an
infinite space and the hydrogen-like D~ centre in a bulk crystal possess only one bound
state with the spin-singlet configuration. The applied external magnetic field leads to a
formation of bound excited states of the H™ ion and D~ centre [14]. Transitions to the
excited states have been identified [3,9] for the D~ centres in multiple quantum wells in
the external magnetic field.

A quantum dot (QD) is a semiconductor nanostructure with a three-dimensional
confinement of electrons [15]. Recently the QDs have been fabricated in different shapes,
for example, disk-like (cylindrical) shape [2] and spherical [15, 16] shape. The spherically-
shaped QDs are formed from semiconductor nanocrystals embedded in either an isolating
[16] or a semiconducting matrix [15]. The conduction-band discontinuity between the QD
and surrounding material leads to an appearance of the effective confinement potential for
electrons. This potential can be approximated by a step function with the potential-well
region inside the QD and the potential-barrier region outside the QD. The confinement
potential essentially modifies the properties of electronic and impurity states in the QD. We
consider the influence of the confinement potential on the properties of the D™ centre. As
in the bulk crystal, the ground state of the D~ centre in the QD is always bound. There

0953-8984/98/347575+12819.50 (© 1998 IOP Publishing Ltd 7575
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arises a problem of the existence of bound excited states of the D™ centre in the QD. We
- expect that the confinement potential can lead to a creation of bound excited states of the
D~ centre. :

The ground-state energy of the D~ centre was estimated by variational means [17, 18]
for the QD with the confinement potential of finite depth. Using the results of the second-
order perturbation theory for the infinitely deep potential-well, Biisser and Proetto [19] put
the hypothesis that—as for the H™ ion—only one bound state of D~ exists in the QD of
the finite potential well.

The present paper provides a proof of the opposite statement for the excited states. We
show that several excited states can be bound for the D~ centre in the QD with the finite
confinement potential. We have considered the S, P and D states with both the singlet and
triplet spin configuration and determined the conditions of binding for the excited states.
We have also calculated the dipole-allowed transition energies and the expectation values
of interparticle distances. Preliminary results of this work were announced in [20]. The
present paper consists of the complete results with a detailed discussion.

2. Theory

The D~ centre in a semiconductor spherical quantum dot can be described as a system
composed of two electrons and a positively charged donor impurity located at the centre
of the spherical potential-well region. We consider a single quantum dot embedded in a
matrix material. We assume the validity of the effective-mass approximation and neglect
the diffcrence of the electron band masses and dielectric constants between the QD region
and the surrounding medium. The Hamiltonian of the system has the form
2 > 2 2 2
H=-V -V ————+— 4+ V(@) + V() (1)
n 2. rn2 :
where r; = |r;| (i = 1,2) are the electron—donor centre distances, rj; = |r; — 7| is the
electron—election separation, the donor Rydberg Rp = m,e*/2h%? is the unit of energy,
the donor Bohr radius ap = hzfs/mee2 is the unit of length, me‘ is the conduction-band
electron effective mass, and ¢ is the static dielectric constant. The confinement potential for
electrons in the QD is assumed to be a spherically symmetric potential well of finite depth,
ie.
0 forr <R
V()= @)

V() for r P R
where R is the radius of the QD.
In order to find solutions of the eigenproblem for Hamiltonian (1), we apply the
variational method and propose the trial wavefunction in the form

Wi(ry, m) = expl—a(r +r2)] Y |k, (1 £ Pi)rlrirl,PL(cost)  (3)
mnp

where the sign +(—) corresponds to the spin singlet (triplet) state, L is the total-angular
momentum quantum number, P, is the permutation operator, which interchanges the
electron indices, i.e. 1 = 2, c,fmp and « are the linear and non-linear variational parameters,
respectively, Pp(cos#;) is the Legendre polynomial of order L, and 6; is the angle between
the z-axis and vector 7;. We consider the S, P and D states with L = 0, 1 and 2, respectively.
The sums in (3) run over integral values of parameters m,n and p, which are chosen as

follows: m = my, ..., 12, where m; = 0 for the singlet S states, m; = 1 for the triplet S
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states and the P states and m = 2 for the D states; n = 0, ..., np, where ny =m and m — 1
for the singlet and triplet S states, respectively, and n, = 12 for the P and D states; p = 0
and 1 for the S states, and p = O for the P and D states. We have omitted the dependence of
the trial wavefunction on r;; for the P and D states, since the electron—electron correlation
plays a minor role for the excited states with L 3 0. The numbers of terms in expansion
(3) applied in the present calculations were the following: 181 for the singlet S states, 156
for the P states and triplet S states, and 143 for the D states.

The exact wavefunction for the electronic system in the spherical potential well of finite
depth obeys the following boundary conditions for r = R, i.e. at the QD boundary: the
wavefunction and its first derivative are continuous, but the second derivative possesses a
finite jump and changes its sign, which results from the finite jump of the potential energy.
This means that the wavefunction changes its curvature at the QD boundary. Owing to the
presence of the polynomial terms, the proposed trial wavefunction (3) is flexible enough and
fulfills this boundary condition. Moreover, the application of trial wavefunction (3) enables
us to calculate all the matrix elements of Hamiltonian (1) analytically. A more detailed
discussion of the properties of the proposed variational wavefunction is given in section 3.

In order to solve the problem of existence of bound excited states for the D~ centre
in the QD, we have to determine the binding energy of the system. The binding energy of
the vth quantum state of the D~ centre is defined as the difference between the continuum-
threshold energy and the energy of the considered state of the D~ centre, i.e.

W, = EQ+ Ef — E] 4)

where EJ is the ground-state energy of the D® donor centre, E is the lowest energy of
the electron in the potential-barrier region, and E; is the energy of the vth state of the
D~ centre, i.e. the corresponding eigenvalue of Hamiltonian (1). For the confinement
potential (2), Ef = Vp. The continuum threshold corresponds to the system composed of
the one clectron bound in the ground state of the ncutral D® donor centre in the QD and
“the second—occupying the lowest-energy conduction-band state in the barrier region. The
binding energy defined by (4) possesses the following physical interpretation: this is the
minimum energy, which is required to liberate one electron from the bound state of the D~
centre located in a single QD and transfer it into the barrier region. After this dissociation
process, the second clectron is bound in the ground state of the D° centre. The considered
vth state of the D~ centre is bound if W, > 0.

We mention that another definition of the binding energy was used in papers [17-19],
namely

W, = EQ + E, — Ej (5)

where E} is the ground-state energy of the electron bound in the quantum-dot potential
well. Let us note that in formulae (4) and (5) two different electron energies are used: the
energy Ep in (4) is associated with the conduction-band state of the barrier region, while
E in (5) corresponds to the bound state of the electron confined in the QD Botentlal -well
region. The physical meanings of W, and W are different. The quantity W, (5) can be
interpreted as the energy needed to liberate one electron from the D~ centre and move it
into the lowest-energy state of the electron confined within the another QD. This process
cannot occur for the single isolated QD. If the liberated electron were confined in the same
QD, the attractive potential of the D° centre would immediately bind it into the D~ state.
The ‘binding energy’ [17-19] defined by (5) corresponds to a process of tunnelling of the
liberated electron into the second QD without an impurity centre. However, the authors [17-
19] neglected a coupling between different quantum dots, which means that the probability
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of this tunnelling was taken to be zero. Therefore, unlike W,, the physical meaning of W, ‘

is not quite clear for the single QD. Moreover the negative value of W, (5) does not mean
that the considered state is unbound.

3. Results

Before performing the calculations for the two-electron D~ centre, we checked the
applicability of our variational approach to the simple one-electron problems, i.e. the electron
and D° centre in the finite spherically symmetric potential well, for which the analytical
solutions are known. We have applied to these systems the following trial wavefunction

12
Y(r) = Z car" exp(—ar) ’ 6)
n=0

which is a simple one-dimensional version of that given by (3). The shape of wavefunction
(6) received from the variational calculation is shown and compared with the exact results
in figure 1(a) (for the one electron in the QD) and figure 1(b) (for the D° centre in the QD).
We see that the variational and exact wavefunctions coincide with each other. In particular,
we note that the variational wavefunction of type (6) correctly reproduces the change of
curvature for r = R. The ground-state energy of the D centre calculated with the help of
trial wavefunction (6) is also in very good agreement with the results obtained by analytical
methods by Zhu [21] and Buczko and Bassani [22].

The two-electron trial wavefunction (3) has also been tested by applying it to the He
atom and H™ ion. Table 1 provides the comparison of the present results with the exact
cigenvalues [23, 24] for the ground and excited states of the He atom. For the ground state
of the D~ centre in the QD, we can also compare our results with those of the other authors
[17-19]. For this purpose, we have calculated the ground-state ‘binding energy’ defined by
(5). Here we give the exemplary results, for example, for V, = 40Rp and R = 0.1 and
0.3ap, we obtain 0.0573 and 2.36Rp, respectively, while the corresponding values taken
from [17, 18] are 0.0526 and 2.36Rp. For all other values of the QD parameters, the present
results for the ‘binding energy’ (5) are usually larger than those of Zhu er al [17, 18], which
is caused by a larger flexibility of the trial wavefunction used in the present work. Let us
note that the present approach is also suitable for the excited states.

Table 1. Energy levels of the He atom in atomic Rydbergs. The ‘exact’ results are taken from
[23,24].

State  Present  ‘Exact

1'S  —58074 —5.8074
23S —43503 -4.3504
2'S  —42906 —4.2919
PP —42647 —4.2663
P 42452 —4.2477

Recently the problem of a H™ ion constrained in a microcavity has been of interest
in atomic physics [25]. We have calculated the ground-state energy of the H™ ion in a
spherical potential well of finite depth. The present results are listed in table 2. Table 2
also shows the results for the H™ ion in the infinitely deep potential well obtained by the
quantum Monte Carlo method [25]. We can observe that the confinement potential of finite
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electron in QD

2 T l T l T

wave function [a.u.]

wave function [a.u.]

rf/ap

Figure 1. (a) Wavefunctions of Is (open symbols) and 2s (full symbols) states for the electron in
the QD with Vp = 40Rp, R = 1.0ap as functions of r (electron-QD centre distance). Full curves
correspond to the exact wavefunctions and circles, trial wavefunctions (6). The wavefunctions
are unnormalized and plotted in arbitrary units, ap is the donor Bohr radius. (b) Wavefunctions
of 1s and 2s states for the D centre in the same QD.

depth leads to a lowering of the ground-state energy. For large R, the effect of confinement
decreases and both the energy eigenvalues approach each other. In particular, for R = o0,
we deal with the H™ ion in an infinite space. The results of tables 1 and 2 also show that
trial wavefunction (3) is sufficiently flexible and yields reliable results for the two-electron
systems in the infinite space as well as in the microcavity.
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20

Figure 2. Energy levels of D™ states in a QD as functions of radius R for the potential-well
depth Vy = 10Rp. Curves (a) and (b), (c), (d) and (e) correspond to the continyum threshold
and 2!S, 23S, 1'P and 13P excited states, respectively, curve (f) shows the sum of ground-state
energies of a D centre and an electron in the QD, curve (g) displays the ground-state energy
of the D~ centre. The donor Rydberg Rp is the unit of energy, the donor Bohr radius ap is
the unit of length.

For the D~ centre in the QD, we have performed the calculations for the ground state
(1'S) and the following excited states: 1'P, 13P, 1'D, 1°D, 2'S and 2°S. Figure 2 shows the
energy eigenvalues as functions of QD radius for the fixed potential-well depth Vo = 10Rp.
We see that for the sufficiently large R the energy levels of all the considered states are
located below the continuum-threshold energy. Therefore the excited states of the D™ centre
are bound. Moreover we have received the correct bulk-crystal limits, i.e. for R — 0, the
ground-state energy E(1'S) — 2V, — 1.055Rp and for R — oo, E(1'S) - —1.055Rp
and all the excited-state energy levels E, — —Rp. The energy levels of the 1'D and 1°D
states are located above (but very close to) those of the 2'S and 23S, respectively, and are
not shown in figure 2. The corresponding numerical results for all the states considered
are listed in table 3. Curve (f) in figure 2 shows the sum of the ground-state energies of
the DO centre and the electron in the spherical potential well. The excited-state energy
levels are located above this curve, which is in agreement with the suggestion of Biisser
and Proetto {19]. However, according to the discussion in section 2, this does not mean a
lack of binding of the excited states.

Table 3 shows a comparison of the calculated two-electron energy levels for the spherical
QD without and with the donor centre. In both the cases, trial wavefunction (3) has been
applied. For the excited states of two electrons (2e) with the same spin, we obtain the
same order of energy levels as that for the one electron in the spherical potential well,
ie. E;p < Eyp < Ess. The influence of the attractive donor centre shifts all the energy



Energy spectrum of D™ centres in spherical quantum dots 7581

Table 2. Ground-state energy of the H™ ion at a centre of a spherical microcavity as a function
of radius R. The present results are given for Vy = 40Rp, QMC denotes the quantum Monte
Carlo results [25] for Vp = co. The last number in the third row (for R = 00) is the exact value
[23]. The unit of energy is the atomic Rydberg, the unit of length is the atomic Bohr radius.

R 2 4 6 8 10 12 15 00

Present  0.8998 —0.7784 —0.9926 —1.0364 —1.0487 —1.0529 —1.0548 —1.0554
QMC 1.4462 —0.7588 —0.9916 —1.0360 —1.0478 —1.0514 —1.0522 —1.0555

Table 3. Energy levels of two-electron QDs without (2¢) and with (D~) the donor centre for
the QD parameters: Vj = 40Rp and R = 2.5ap. The donor Rydberg Rp is the unit of energy.

State 1!S 1’p 1'p 1’D i'D 2%s 2's

2e 3692 4698 5.192 6316 6707 7.188 7.385
D~ —0.098 1435 1.871 3.198 3480 3014 3.396

Table 4. Critical values of the parameters C, (7) determining the binding of the excited states
of the D~ centre in the QD (in units Rpad).

1’p 1'p 238 21s 1°D 1'D

9.084 1021 19.82 21.02 2063 21.18

levels downwards. In particular, both the singlet and triplet 2S levels are shifted below the
corresponding 1D levels.

It is well known that for a spherical potential well of finite depth the one-electron states
become bound if the ‘effective capacity’ of the potential well, i.c. VoR?2, exceeds certain
critical values, for example, 72/4, 72, 22 and 972/4 (in units of Rpak) for the states 1s,
1p, 1d and 2s, respectively. We have found that the conditions of binding for the excited
states of the D~ centre in the QD can be parametrized in a similar way, i.e.

VoR? > C, @)

which means that the vth state of the D~ centre is bound if the effective capacity of the
QD exceeds the critical value C,. The values of C,, estimated in the present paper, are
quoted in table 4. According to table 4, the number of bound excited states of the D~
centre increases with the increasing effective capacity of the QD, which is consistent with
the similar property of the one-electron states.

We have also calculated the experimentally accessible transition energies. Figure 3
shows the ground-state binding energy and the 1'S — 1'P transition energy as functions
of the QD radius and potential-well depth. The results for the confinement potential of
the infinite depth are also shown. If the 1'P state is bound, i.e. inequality (7) is filled,
the dipole-allowed 1'S —> 1P radiative transitions can take place. The transition energy
increases with the decreasing dot size and reaches the maximum value of about half of the
potential-well depth for the QD radius, at which the 1'P state ceases to be bound. Then,
the 1'S — 1'P transition energy becomes equal to the 1'S binding energy, i.e. the energy
of the transition of the electron into the barrier region.

Table 5 shows the values of transition energy calculated for the QD nanostructure
made from the GaAs nanocrystal embedded in Al,Ga,_,As matrix. For x = 0.2, the
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Figure 3. Ground-state binding energy (full curves) and 1'S — 1'P transition energy (broken

_curves) as functions of quantum-dot radius R for the potential-well depth Vo = 10, 20, 40 and
100Rp. The dotted curve shows the transition energy for the infinitely deep potential well. The
units are the same as in figure 2.

following values of the parameters have been taken on: Vy = 0.212 eV, Rp = 5.3 meV
and ap = 10 nm. For comparison, we have also listed in table 5 the energies of dipole-
allowed radiative transitions between the corresponding states of one- and two-electron
systems confined in the QD as well as D° donor centre in the QD. We notice that the
transition energies for the one (le) and two (2¢) confined electrons as well as for the Do
and D~ donor centres in the QD are in pairs close to each other, which means that the
corresponding radiative transitions could be hardly distinguishable.

Table 5. Calculated energy of dipole-allowed radiative transitions between the states with L = 0
and L = 1 of one electron (le), two electrons (2¢), D” and D~ donor centres and binding energy
W for the D™ ground state in the GaAs/Alp2GaggAs quantum dot of radius R. The results
for le and D correspond to the 1s — Ip transitions and those for 2¢ and D~ —1'S — 1!p
transitions. The dash (—) means that the 1'P state is unbound. The radius is expressed in nm,
the energy in meV.

R e 2e Do D~ W

5 970 — s — 106.5
10 400 421 463 455 1763
20 117 133 16.0 154 2025
30 5.5 6.8 9.1 85 2083
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Having at our disposal the optimized trial wavefunction, we have also calculated the
expectation values of electron—donor ( (r1)) and electron—electron ({r;,)) distances. Figure 4
shows the results for the ground state (1'S) and the excited state (2'S) as functions of the
QD radius. The ground-state interparticle distances equal to those for the H™ ion [24] in
the bulk-crystal limit, i.e. for R = 0, possess a minimum for small R, and next increase
reaching again the bulk-crystal values for large R. For the excited 2'S state, the curves in
figure 4 begin at this value of R, which corresponds to the critical binding for this state.
The interparticle distances for the excited state increase almost linearly with R, which is a
manifestation of a physical nature of binding of the excited state in the QD. This binding
mainly results from the confinement of electrons in the QD. Therefore, the interparticle
separations grow proportionally to R, but remain smaller than the QD radius. We have
obtained similar results for the average distances for the other excited states.

Figure 4. Expectation values of interparticle distances for the D~ centre in the QD with
Vo = 40Rp as functions of radius R. Curves (a) and (b) show the results for the ground state
(1'S): electron—donor {(r1) and electron—electron (ry) distances, and curves (c) and (d) the
excited-state (2!S): {(r1) and (r3), respectively. The donor Bohr radius ap is the unit of length.

4. Discussion

The present calculations show that the energy spectrum of the D~ centre in the QD exhibits
the following characteristic properties: (i) the spin-triplet states possess lower energy than
the corresponding spin-singlet states; (i) the energy levels of the 28 states are located above
those of the 1P states, i.e. the Lamb shift (2S—1P energy difference) is positive; (iii) the 28
states possess lower energy than the corresponding 1D states with the same spin. Property
(i) corresponds to the same order of energy levels for the He atom in the infinite space (cf
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table 1), i.e. it results from the bulk-like behaviour of the D~ centre. However, the positive

"Lamb shift (property (ii)) is opposite the negative Lamb shift observed for the He atom (cf
table 1), but is compatible with the order of the 2S and 1P energy levels of one electron in
the spherical potential well. Moreover, the same order of the 2S and 2P energy levels has
been obtained for the electron pair confined in the QD (cf table 3). The 25-1D energy-level
order (property (iii)) is caused by the non-vanishing probability of finding the electron at
the Coulomb centre in the S state. Therefore, the bound states of the D~ centre in the QD
possess a mixed bulk-like/well-like character.

The properties of the D~ states discussed above have been obtained by the variational
method, which yields reliable upper bounds on the total energy, i.e. lower bounds on the
binding energy (provided that the ground-state energies of the electron and DO centre in the
QD are exact, which is true in our case). In turn,.the lower bounds to the binding energy
lead to the lower bounds to the critical effective capacity of the QD (7). This means that the
bound excited states of the D™ centre can appear in a broader class of QD nanostructures
than these determined by the values given in table 4.

In the present work we have considered the six excited states of the D~ centre in the
QD. For these states we have determined the conditions of binding in the form of inequality
(7). We expect that the criteria of binding in form (7) are also valid for the higher excited
states of the D~ centre in the QD. A possibility of binding of a larger number of the
D excited states can be inferred from the following argument. The subsystems of D~
centre, i.e. the hydrogen-like DO centre and the electron in the QD, possess infinite and
finite numbers of bound states, respectively. The quantum states of the D~ centre in the
QD are constructed from the corresponding quantum states of both the subsystems. As a
result, the D~ centre always forms one bound state and can form bound excited states for
the sufficiently strong confinement potential. The number of these states should be finite
and increases with the increasing radius and potential-well depth.

We would like to comment about the question how the present results can be applied to
the GaAs/Al,Ga;_,As nanostructure (table 5) despite the change of the electron band mass
at the boundary of this QD, which is ncglected in the present work. In order to answer this
question we have estimated the two-electron probability density for the 1'S and 2'S states
(cf figure 2b in [20]), which provides a measure of the penetration of electrons into the
barrier region. For the QD radius R > ~ap, this penetration appears to be negligibly small
[20], which is caused by the presence of the potential barrier of the height Vo = 40Rp.

The effect of spatially variable electron band mass can be taken into account by
modifying the kinetic-energy operator in (1) according to the BenDaniel-Duke model [26].
Such a modification is equivalent to the explicit incorporation of the jump of the electron
band mass into the kinetic-energy operator in (1) together with the requirement that the
envelope wavefunction f for electrons in the spherical QD fulfills the boundary condition

1 df 1 df

w =%
mY dr mb dr

®)

r—»>R- r— Rt

where m? (m2) is the electron band mass of the potential-well (potential-barrier) region.
Taking on m¥ = 0.067m,o and m’e’ = 0.084m,y, where m,g is the electron rest mass, we
have solved the Schrddinger equation for the electron and DP centre in the spherical QD
by a finite-difference method, which allows us to include the jump of the electron band
mass and boundary condition (8) explicitly. The results (figure 5) show that taking into
account the change of the electron band mass at the GaAs/Alg2GaggAs boundary leads
to a slight lowering of the ground-state energy, i.e. increase of the binding energy. This
effect is negligibly small for R > ap, since the electron penetration into the barrier region
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additionally decreases owing to the increase of the electron band mass in Alg,GaggAs.
These results provide the quantitative arguments for the neglect of the change of the electron

band mass at the QD boundary.

40

30

_electron in QD_ —

0%inQD

Figure 5. Ground-state energy of the electron and D centre in the spherical QD of radius R
calculated with the change of the electron band mass at the QD boundary included (broken
curves) and excluded (full curves). The values of material paramcters correspond to the
GaAs/Alp2Gag,gAs nanostructure.

As mentioned in section 3, an ion trapped in a microcavity (27] should exhibit properties
similar to those studied in the present work for charged donor centres in semiconductor QDs.
The present results could be applied to the H™ ion confined in an ionic trap provided that
the confining potential was approximated by the spherical potential well. Based on the
results of the present paper, we expect that the bound excited states can exist for the H™
ion trapped in an ultra-high vacuum microcavity by external electric fields. Therefore the
spectroscopic experiments with these ions could reveal the transitions between the excited
and ground states considered in the present work.

5. Summary

The present paper provides the proof of binding for the excited states of the D~ centre and
H- ion, which are confined in a spherical microcavity. Such a microcavity can be formed
either in a solid material as a semiconductor quantum-dot nanostructure oOr in a vacuum as
an ionic trap. It has been shown that several excited states of the D~ and H™ ions are
bound if the confinement potential is sufficiently strong. The criteria of the binding have
been determined in the simple analytical form.

The following physical interpretation can be given to an origin of binding of these
excited states: this property results from the confinement of electrons in the microcavity
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and the bound excited states of the two-electron systems correspond to those of the single
electron confined in the spherical potential well. We expect that the present results will be
helpful in planning future experiments for possible evidence of the excited states of the D~
centre in a semiconductor quantum dot and H™ ion in an ionic trap.
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The influence of the electron-phonon coupling on the properties of a negatively charged donor center (D7)
confined in a semiconductor spherical quantum dot embedded in a glass matrix has been studied by variational
means within the strong-coupling (Pekar) approach. A considerable enhancement of the binding is found for
the D™ ground state, which results from the strong confinement of electrons and electron-phonon coupling.
Numerical results are given for quantum dots made of CdSe nanocrystals of variable radii.

[S0163-1829(99)00544-5]

Semiconductor quantum dots (QD) of spherical shapes
formed by nanocrystals embedded in an isolating or semi-
conducting matrix have been widely studied' in the last
years. The effect of the quantum confinement on the energy
spectra has been studied®>™ in the cases of neutral donors
(D% and negatively charged (D) donors. 5-10 In particular,
the present authors have shown that several excited statcs
can be bound® ' in the case of a D~ center in a QD with a
finite depth spherical confinement potential. The influence of
the electron-LLO phonon coupling on the properties of D~
centers in bulk crystals was studied by Adamowski.'!

In the present paper, we consider the joint effects of the
quantum confinement and the electron-phonon coupling on a
D~ centers in a semiconductor QD embedded in a glass
matrix. We use the effective-mass approximation for the ex-
cess electrons confined in the QD and the Frohlich interac-
tion Hamiltonian for the electron-LO phonon coupling. We
assume that the donor impurity is located at the center of the
spherical QD of radius R.

The Hamiltonian of the D™ center in the spherical QD
including the coupling with LO phonons reads

H=H¢1+th+Hin,. (I)

The electronic Hamiltonian is given by

2 2
- 2, v?
Hel m:‘ (V1+V2)+ Eol12
e? 1 1
- +V(r1)+ V(ra), @)
€ rl
where m¥ is the electron effective band mass, &, is the

high-frequency dielectric constant. 7| and r; are the electron
coordinates relative to the center of the sphere while r; is
the distance between the two particles. V(r) is the confine-
ment potential describing a spherical quantum well of radius
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R and infinite depth. The Hamiltonian of noninteracting
spherically symmetric LO phonons is given by

1
th=2 ﬁ'("LO(a}mqalmq-i- E)t (3)
img .
where a;’mq (ajmq) are the creation (annihilation) operators
of the LO phonons with quantum numbers /,m,q and cnergy
fiwgo. The Hamiltonian of the electron -LO phonons inter-
action is given by:

2
ml 2 E [Vl(ql .]l qiri )ylm(gn(/) )a1mq+H(’]

Img (=1

+%[v,(q,)j,(O)Y,m(a,¢)a,*mq+H.c.]. (4)

The first and second terms describe, respectively, the inter-

action of the two electrons and of the positively charged

donor center (D*) with the LO phonons. j,(gqr) and

Y,.(0,¢) are respectively the spherical Bessel functions and

the spherical harmonics. The interaction amplltude V(gD
47TO)L0

may be written in the form®
1n
Vi { ( 1 1 ) 173
Kq)=el 57— T
giR%ji(qiR)| \&8=  Eo

where g is the static dielectric constant. In Egs. (3) and (4).
the summations run over [(=0,1,...,0, m=-—-{=I
+1,...,/, and ¢g=g¢q,, i.e., the roots of spherical Bessel
functions.

In the first step of the calculations, we perform the Platz-
man transformation'? of the Hamiltonian (1) in order to sepa-
rate out the static lattice deformation induced by the positive
donor center D™, and to introduce a proper screening of the

electron-donor Coulomb interaction.>!® The Platzman trans-
formation operator reads

15558 ©1999 The American Physical Society
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Viq) j —H.C.). (6)

UP= CXP[ - ﬁwLO Aimg

When applied to the Hamiltonian (1), it replaces the interac-
tion of the positive donor center with LO phonons, the sec-
ond term in Eq. (4), by the screening potential

Vierlriora)= 2( ;)(Z‘Z,)’ @

and additionally, introduces the self energy of the interaction
of the donor center with the lattice polarization induced by
the presence of the center. The self-energy term is indepen-
dent of the quantum state of the system, and has no physical
meaning. Therefore, we neglect it throughout the present pa-
per. In the bulk-crystal limit, i.e., if R—o0, the screening
potential V.. (ry,ry), added to the third term in Eq. (2),
leads'? to a screening of the electron-donor center interaction
by the static dielectric constant ggq.

In the second step of calculations, we apply the Pekar
strong-coupling method'* in order to get rid of the phonons
from the problem. This approximation supposes that the mo-
tion of the electrons is much faster then that of the heavier
ions. This may arise in the two following cases: (i) in the
case of a microsphere with a small radius R, where the quan-
tum confinement produces an orbital shrinking, which in-
creases the electron speed; (ii) in the case of strong electron-
phonon coupling, where an electron self-localization occurs,
i.e., fast electron oscillations. According to this approach, the
wave function of the electron-phonon system is given by the
product ansatz

\If(;] »;2’{aImq ’almq})z (P(;l »;Z)X({a}mq ’almq})r (8)

where ¢ is the electron part of the wave function. The pho-
non wave function x is proposed in the form

x=exp(S)|0), ©)

where [0) is the phonon-vacuum state and S is an operator
given by

Vi(q) M

S=_Z ( Pimg

(2) -
ﬁw +p )a,,,,q H..|. (10)

Imgq
In Eq. (10), pyy, is the one-electron density

plmq=<(lo|jl(qr)Ylm(a)(P)lqo)' (11)
Owing to the indistinguishability of the electrons, p,,l")q
—p,mq Pimg- The expectation value of the Hamiltonian,
calculated with the use of the phonon function (9), yields the
effective Hamiltonian
H, ;= (0lexp(—S)H exp(S)|0)=H,,+ V., +V

scr ep)

(12)
where the effective electron phonon interaction term reads
V2
Vi(q)
vep[(P]__4E ﬁw Iplmqiz (13)

Img
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Since the ground state is spherically symmetric, only th
terms with /=m=0 are nonzero. Moreover, the convergenc
of the summation over ¢ is very fast due to the strong local
ization of the ground state.

In order to determine the reference energy for the charge
donor D~ center, we have calculated the ground-state ener
gies of the appropriate one-electron systems confined in th
QD and interacting with LO phonons: the single- conﬁna
electron (polaron), and the neutral donor (D), which ar
described by the correspondingly simplified versions
Hamiltonian (1). The calculations for the confined polar
and the neutral donor D° have been performed with the u
of the following trial wave function:

l

<p(r)=j0(7rr/R)exp(—o:r);) cir', (14

where o« and c; are variational parameters and jo(7r/R)
the zero-order Bessel function, i.e., the exact ground-sta
solution of the problem of an electron confined in a spheric:
infinitely deep quantum well of radius R. For the grour
state, the convergence has been reached for N=2,

For the D™ center, we used a trial wave function, anal
gous to that we used prfe,viously'5 in the determination of t}
ground-state energy of an exciton-ionized-donor compl¢
(D*,X) in a spherical QD. It reads

@(ry,ra,ri2)=jolarryIR)jo(mrry /R)
Xexpl —al(r;+ry)][1 +c](r,+r2)'
+eariptes(ritry) +earirsl, (1

where o and c; are variational parameters. Due to the pre
ence of the term dependent on ry5, the wave function (1
takes explicitly into account the electron-electron correlatig
We have checked its accuracy by applying it to the proble
of the hydrogen ion H™, which provides an analog to t
present problem without the electron-phonon coupling. T
calculations performed with wave function (15) yield the H
ground-state energy E,,,=—1.0514 Ry, whereas the ex4
value'® is E, roe;=—1.0555 Ry (1Ry=13.6 eV). If the cq
pling with phonons is included, the expectation value of t
effective Hamiltonian (12) is a functional of the electr
density (11). Therefore, the variational procedure cannot
linearized, and we have to minimize the expectation value
H s over all the variational parameters, which makes t
problem numerically complicated. Nevertheless, we ps
formed such a minimization for the ground-state energy as
function of R.

We have done our numerical calculations for mater
data corresponding to the CdSe nanocrystal in glass.'’
have used the following material parameters? for the electr
band mass, m,=0.13m,, the dielectric constants, £5=9.3
and £,=6.23, the LO-phonon energy, Aw;,=26.46 me
The depth of the potential well for the CdSe nanocrystal ir
glass matrix has recently been estimated'® to be 1.3 eV. As
consequence of such a deep potential well value, the pro
ability of penetration of the electrons into the barrier regi
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FIG. 1. Coulomb interaction energy as a function of radius R for
a CdSe quantum dot for D® and D~ donor centers with and without
electron-phonon coupling.

is negligibly small, at least for the D~ ground state, and for
QD'’s of intermediate and large sizes. Therefore, in the casc
of CdSe QD’s, the assumption of an infinitely deep potential
well seems to be justified.

We have first determined the influence of the electron
phonon coupling on the Coulomb “‘interaction energies’’ of
the neutral and charged donors D° and D™, defined respec-
tively by Wpo=Epo—E, and Wp-=Ep-—2E, . Here, Epp,
Ep-, and E, are the energies of the neutral and charged
donors as well as of an electron in a QD. In Fig. 1, the
interaction energies W are plotted as functions of the QD’s
radius for both the D® and D~ donor centers with, [Hamil-
tonian (12)], and without, [Hamiltonian (2)}, the electron-
phonon coupling. It appears that the electron phonon cou-
pling shifts the interaction energies to higher values, ie.,
smaller absolute values, which results from a larger screen-
ing of the electron-donor attraction. In Fig. 2, the electron
phonon interaction energies V,, for the electron (polaron),
the neutral donor D°, and the negatively charded donor D7,
are plotted against the QD’s radius. For comparison, we have
also plotted the free polaron ground-state energy in the bulk
CdSe crystal. For QD’s of small radii, there is no appreciable
difference between the electron-phonon interaction energies
of the confined polaron and of the neutral donor DO, The
electron-phonon  interaction energy for the negatively
charged donor is roughly equal to twice the value for the
neutral donor.

Let us comment on the results of the present paper and
compare them with those of other authors. The localization
of the electrons in a semiconductor QD leads to an enhance-
ment of the electron-phonon coupling. Indeed, the absolute
value of the interaction energy rapidly increases with de-
creasing QD’s radii. However, the present treatment of the
electron-phonon coupling is based on the strong-coupling

BRIEF REPORTS
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FIG. 2. Electron-phonon interaction energy for the confined po-
laron, D® and D~ donor centers as a function quantum-dot radius
for a CdSe quantum dot. The thin line shows the self energy of a
free polaron in a bulk crystal. ‘

(Pekar) approach. The validity of this method has been re-
cently studied'® by Oshira et al. in the case of a polaroh
confined in a spherical QD cmbedded in a nonpolar material.
The authors'® concluded that in the case of CdSe QD’s of
small radii, (R =<3 nm), the Pekar method provides a good
approximation to the electron-phonon coupling effect. More-
over, they' studied the effect of surface (SO) phonons and
found that the effect of the coupling with the SO phonons is
weak compared to that of the bulk LO phonons. Therefore,
the SO phonons can be neglected in a first approximation.’20
Moreover, it was shown®'? that-due to the spherical
symmetry—the on-center D™ impurity is not coupled to the
SO phonons. '

The problem of electron-phonon coupling and its influ-
ence on the one-electron states in QD’s have been studied by
several authors.?' 233242619 These studies lead to the cor-
clusion that the Pekar method'* yields the correct results in
the limit case of strong electron localization. For the QD’s
made of II-VI semiconducting compounds, the polaron ra-
dius is comparable to the radius of the QD. This is the case
of the intermediate localization, for which we argue that. we
can extend the applicability of the strong-coupling method.
However, for the III-V nanostructures with weak electron
localization, a more general treatment of the electron-phonon
coupling is needed. To our knowledge, we have presented
the first calculations of electron-phonon coupling for a two-
electron system confined in a quantum dot.

This work has been performed in the framework of the
French-Polish scientific cooperation program POLONIUM
during the stay of one of us (B. Szafran) at the University of
Metz. It has also been partially supported by the Polish Sci-
entific Research Committee (KBN) under Grant No.
P0O3B05613.
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OPTICAL PROPERTIES OF BOUND POLARONS IN QUANTUM
WELLS
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Abstract. An influence of spatial confinement on a bound-polaron energy
spectrum is studied. We have shown that the polaron effects for donors
in quantum wells considerably enhance the donor binding energy and the
donor energy levels can be splitted due to a resonance with phonons.

In ionic semiconductors, the electron-phonon coupling changes the prop-
erties of donors leading to a formation of bound polarons [1]. In semiconduc-
tor quantum wells (QWs), the polaron properties of donors are additionally
modified by two effects. First, there appear new phonon modes: interface,
confined, and half-space modes [2]. A modification of polaron properties,
which results from the different phonon modes, was discussed by Mori and
Ando [2]. Second, a confinement of electrons in the QW and a change of
electron localization around a donor center essentially modify the energies
of optical transitions between the donor states [3]. If the QW heterostruc-
ture is fabricated from semiconductors of similar dielectric properties, i.e.,
the phonon modes and interaction amplitudes differ only slightly (like in
CdTe/ZnyCd;_Te), the first modification of bound-polaron states can be
neglected. Then, the polaron effects of the second type are of substantial
importance. The present paper is devoted to these effects and deals with
a joint influence of the spatial confinement and electron-phonon coupling
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on the binding and transition energy for donors in QWs. For the purposes
of clarity of the description and uniqueness of argumentation, we assume
the same electron-LO phonon interaction as in the bulk crystal, which cor-
responds to an averaging over the heterostructure-phonon modes and is
compatible with the sum rule [2].

We consider a system, which consists of a donor impurity located at
a center of a QW, an excess conduction-band electron, and a field of LO
phonons. We assume that the confinement potential of the QW has the form
of the quantum well of depth V; and thickness I measured in the growth
(z) direction. In lonic heterostructures, the electron-LO phonon coupling
can be approximated by the Frohlich interaction [2]. In order to solve the
eigenvalue problem we adopt the properly modified version of the optimized
canonical transformation method, which was elaborated for excitons [4] and
bound polarons [1] in bulk crystals. Accordingly, the trial electron-phonon
state is proposed in the form: lp) = exp(S)¢(r)|0), where

S = Z [Fk(")“i: - H.c.} , (1)
k

©(r) is the electron wave function, |0) is the phonon vacuum state, and af
is the phonon creation operator. In order to choose the best displacement
amplitude Fy(r), we have performed test calculations using the simple trial
wave func*ion of the form ¢(r) = exp[—a(w2+y2)—ﬂz2] with two variational
parameters  and 8, and the following amplitudes: Fl((l) (r) = fl((l), Fl((z) (r) =
£ exp(~ik - x), FO(r) = £ exp(=ikyr), FO @) = fi) exp(=iky 1),
as well as their linear combinations, €.g., Fl(<123) = Fl(cl) + Fl(f) + Fl(f'). Here,
k; and ky denote the in-plane and z wave-vector components, respectively.

Phonon amplitudes fl(:) are determined by a minimization of an expectation
value of the Hamiltonian of the system.

In Fig. 1 (a), we display the lattice relaxation energy (the expectation
value of the Hamiltonian of the phonon field and electron-phonon interac-
tion) calculated with the use of different displacement amplitudes for the
material parameters of GaAs/Alg3Gag 7As nanostructure. The binding en-
ergy of the bound polaron is an increasing function of the lattice relaxation
energy. Therefore, due to the variational character of the present approach
the larger values of the lattice relaxation energy correspond to the better
variational estimates of the bound polaron energy. The best estimates are
obtained with the linear combination of all the four displacement ampli-

tudes F(i), but the results obtained with the use of the three amplitudes,
i.e., with Fl((ln), are almost indistinguishable from these results. There-

fore, we have chosen amplitude F1(<123) for the more extended calculations
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Figure 1.  Results of calculations for bound polarons in QWs of thickness L. (a)
Lattice relaxation energy (solid curves) obtained with different displacement ampli-
tudes (see text) and square-root mean value of electron z coordinate (dashed curve)
for GaAs/Alo.3Gao.7As. (b) Binding energy (Ep) and 1s — 2p transition energy (ET)
for the bound polaron in CdTe/Zno.3 Cdo,7 Te (right energy scale) and CdF,/CaF; (left
energy scale). Short horizontal lines show the positions of phonon resonances.

of the bound-polaron energy levels. We note that the application of only
two amplitudes, e.g., Félz) or Fl((za), is not sufficient for thin QWs. The
maximum lattice relaxation energy corresponds to the minimum electron
wave-function extension in the z direction [cf. dashed curve in Fig. 1 (a)],

i.e., maximum electron localization in the QW.

Using the amplitude F}?zs) and 15-element Gaussian basis, we have
calculated the ground-state (1s) binding energy Ep and 1s — 2p transition
energy E7 for the donor located at the center of the QW. The results
of our calculations show that the polaron effects are negligibly small in
the weakly ionic GaAs/AlGaAs structure, which results from an almost
exact cancellation of lattice relaxation energies for the two states used in
calculation of Eg and Er. In Fig. 1 (b), we report the results for the
ionic heterostructures made of CdTe/Zng 7Cdg3Te (Vo = 0.146 eV) and
CdF3/CaF; (Vo = 3 eV). For donors in these structures, the polaron effects
are large. For example, a joint effect of the electron-phonon coupling and
confinement of electrons enlarges two times the binding energy of donors
in CdF;/CaF; QW with L ~ 20A in comparison to that in bulk CdF,
crystals. The experiments with donors in these structures have just begun
[5]. The maxima of the binding and transition energy appear for the QW
thickness, which corresponds to the largest electron localization in the z
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direction shown in Fig. 1 (a).

For the ionic heterostructures, the calculated 1s — 2p transition energy
exceeds the LO-phonon energy, which means that phonon resonances are
expected in optical spectra of donors. These resonances should appear for
the 2p and 1s + N-phonon energy-level crossing, which leads to a level
repulsion (level anticrossing). The results displayed in Fig. 1 (b) allows us
to predict that in CdTe/Zn0,3Cdo_7Te the phonon resonances involving one
LO phonon with energy 91 meV can be observed for L = 104 + 20A and
60A = 70A4. In CdF,/Cals, the phonon resonances with N = 2, 3, and 4
phonons involved should appear at the transition energies 100 meV, 150
meV, and 200 meV for L ~ 604, 254, and 154, respectively. In the QWs
with these parameters, a splitting of the 1s —2p donor transition energy
should be observed. The present variational approach does not allow us to
reproduce the anticrossing of energy levels at the resonance. However, we
can predict the values of the QW parameters, for which this effect appears.
Until now the similar phonon resonances were observed for polarons in
GaAs/AlGaAs multiple QW structures in magnetic field [6]. The results of
the present paper show that in QWs made of the ionic materials the phonon
resonances in donor spectra can be detected even without the external
magnetic field.

In summary, we have shown that the polaron effects in QWs are en-
hanced in comparison to that in bulk crystals, since the confinement po-
tential reduces a penetration of electrons in the growth direction, which
considerably changes the lattice deformation around the donor center. This
leads — in the case of ionic materials — to the considerable increase of the
donor binding energy and appearance of phonon resonances in optical spec-
tra of donors.
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Abstract

An influence of electron-phonon coupling and electron confinement on optical spectra is studied for donors in
semiconductor quantum wells. A binding and 1s-2p transition energies have been calculated by the optimized canonical
transformation method for GaAs/AlGaAs, CdTe/CdZnTe, and CdF,/CaF; quantum wells. We have found that —in the
quantum wells made from the ionic semiconductors — the 1s-2p transition energy exceeds the LO-phonon energy and
the phonon resonances can appear in the optical spectra of donors. We have estimated the parameters of quantum wells,
for which the phonon resonances can be detected in the absence of external magnetic field. © 1999 Elsevier Science B.V.

All rights reserved.

Keywords: Donor center; Electron-phonon coupling; Quantum well

Properties of donors substituting host-crystal atoms in
a semiconductor quantum well (QW) are modified due to
an electron confinement in the QW region. If the QW
heterostructure is made from ionic materials, the elec-
tron-phonon coupling additionally modifies the donor
spectra due to polaron effects. In semiconductor hetero-
structures, the polaron effects are more complicated than
those in bulk semiconductors due to the occurrence of
interface and confined phonon modes [1]. The polaron
effects, which result by the presence of these phonon
modes, were studied by Mori and Ando [1]. In the
present paper, we study the QW-induced polaron effects
of different nature, namely, the modification of donor
spectra resulting from the electron-phonon interaction,
that is changed due to the localization of the electron in
the confinement potential of the QW.

* Corresponding author. Tel.: + 4812-6172974; fax: + 4812-
6340010.

E-mail address: adamowski@novell.ftj.agh.edu.pl
(J. Adamowski)

A system under consideration consists of a single-
electron donor impurity located at a center of the QW
and interacting with LO phonons. It was shown [1] that
electron-phonon interaction amplitudes for different
phonon modes satisfy the sum rule. If dielectric proper-
ties of materials forming the heterostructure are similar,
i.e., we can neglect the difference in coupling constants of
phonon modes, then — according to the sum rule [1]
— the Frdhlich interaction amplitude for bulk LO
phonons can be used as an average amplitude of interac-
tion between electrons and phonons in the QW. There-
fore, we take on the electron-LO phonon coupling in the
Fréhlich form. The Hamiltonian of the system after the
Platzmann transformation [2] has the form

h? e?
H= — V- Veont(z) + Y hwyala
2m, 4neper + f(2) Zk: On i
+ Y (viae™ + hc)), (1)
k

where m, is the conduction band mass of the electron in
the QW, ¢ is the static dielectric constant of the QW,
V cont(2) is the potential energy of electron confined in the
QW, which is assumed to be a rectangular potential well

0921-4526/99,S - see front matter ., 1999 Elsevier Science B.V. All rights reserved.
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of finite depth (V,) and thickness (L) measured in the
growth (z) direction, a} (a,) is the LO-phonon creation
(annihilation) operator, w, = w is the frequency of the
LO phonon in the QW, and v, is the Frohlich interaction
amplitude for the QW.

We solve the eigenvalue problem by a method of
optimized canonical transformation [3,4], which has
been adapted to the bound polarons in the QWs. Accord-
ing to this approach [3,4], the trial state of the electron-
phonon system is taken on in the form

[ = Ug(r)|0>pn, 2

where U is the unitary operator of the canonical trans-
formation, ¢(r) is the electronic trial wave function, and
[0>,x is the phonon vacuum state. We take on the oper-
ator U in the form

U= expl:z (Fural — h.c.)} (3)
&

where Fi(r) is the displacement amplitude. In the first
step of calculations, we transform Hamiltonian (1) with
the help of U. Next, we solve the eigencquation obtained
in the first step using the variational method with clec-
tronic trial wave function ¢(r), which has been cxpanded
in the Gaussian basis exp[ — a,(x? + y?) — f,z2], where
o, and f, are nonlincar variational parameters. Test
calculations of the lattice relaxation energy has been
performed with one-element basis (n = 1) and calcu-
lations of energy spectra — with 15-element basis
(n=1...., 15). For the 2p statcs, the Gaussians werc
multiplied by (x, v, 0) and properly symmetrized.

We have performed a systematic search for the opli-
mum displacement amplitude. In Fig. 1, we plot the
results of test calculations obtained with the following
displacement amplitudes:

Fivg) = 0, | (4a)
() = fiPexp( — ik-7), (4b)
FRXr) = f%exp( — ik, 1), (40)
FIr) = fi%exp( — ik 1), (4d)

and their linear combinations of the forms, e.g., F{!? =
Fi' + Fi? and F123 = F(" 4 F® 4 F where k, and
k| denote the in-plane and z wave-vector components,
respectively. Phonon amplitudes /i’ have been deter-
mined from minimum conditions for an expectation
value of the Hamiltonian, ie.,

6 (PIH|¥) _ 5
ALYy ®)
Amplitudes F{ and F{® are appropriate for the strong

and weak electron-phonon coupling, respectively, in
bulk crystals, and F{’ and F{ enable us to reproduce the
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Fig. 1. Lattice relaxation energy W for the donor ground statd
as a function of QW thickness L for CdT¢/Cdg.1Zng 3 Te. Solid
curves display the results obtained with different displacement
amplitudes and their lincar combinations (see text), dashed
curve shows the squarc-root mean value of = coordinate of|
clectron,

lattice deformation, which results from the breaking of|
the crystal symmetry due to the presence of the QW.

Using the optimized phonon amplitudes, we have cal-
culated the lattice relaxation energy, i.e., expectation
valuc of the last two terms of Hamiltonian (1) represent-
ing the phonon field and electron-phonon interaction.
The lattice rclaxation energy W calculated with ampli-
tude Fi'*¥ is given by

R ST (1 = lpyl?)?
W= ; il [T = Tylpyl? + ho(1 — [plPX1 = loyl?)
l[)“lz(l - |pJ.|2)z + ,_p_l-z_:l’ (6)
T, +ho(l ~|p.]?)  ho

where  p = Cplexplik-nipd, oy = (olexpliky Ilo
p1 = {olexplik, - l@Dd, T =h*k*/2m,, T, = h?ki2m..
Analyzing Eq. (6), we can trace a mechanism of influence
of the QW on the lattice relaxation energy. The QW‘
confinement potential causes a stronger localization of
electron in the z direction, which leads to an increase Qf
absolute value of electron probability density oy ). This |
results in an enlarged absolute value of the lattice relax-
ation energy. Since the lattice relaxation energy is ncga- |
tive, this gives rise to a lowering of the total energy Offhe ‘
bound polaron. This effect is shown in Fig. 1, which
displays the results of the test calculations for the ground |
state of the donor in the ionic QW heterostructure
CdTe/Cdg.1Zno 3 Te. The larger estimated absolute
values of the lattice relaxation energy correspond 10
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he improved variational upper bounds on the ground-
tate energy. The absolute value of the lattice relaxation
nergy takes its maximum for the QW thickness ~30A.
hich corresponds to the largest electron localization in
e = direction, i.e., minimum square-root mean value of
he electron = coordinate (cf. Fig. 1). The best estimates
ave been obtained with the linear combination of all the
pur displacement amplitudes. Nevertheless, the results
\btained with the use of the three amplitudes, i.e., F{'??),
Imost indistinguishable from these best estimates.
Cherefore, we have used the amplitude F§!2¥ in order to
ialculate the ground-state energies of the donor and
solaron confined in the QW as well as the energy of the
irst excited state (2p) of the donor in the QW. The
attice-relaxation contributions to the energy of the do-
1or and polaron in CdTe/Cdg.7Zne 3 Te QW are dis-
slayed in Fig. 2. We note that the lattice relaxation
mnergies for the delocalized states: the first excited 2p of
he donor and ground state of the confined polaron, are
ipproximately equal to each other and considerably dif-
chnl {rom this energy for the localized Is donor ground
tate. In GaAs/AlGaAs QWs, the Is and 2p donor states
re weakly localized and the lattice relaxation encrgy is
Imost the same in both these states.
| We have also determined the binding energy E;; and
Is-2p transition energy Er for GaAs/AlGaAs, CdTe/
CdZnTe, and CdF,/CaF, QWs, that arc representative
'or the weak, intermediate, and strong electron-phonon
toupling, respectively. The lattice-relaxation energy con-
ributions for the initial and final states, that are used to
talculate the binding and transition encrgics, cancel cach
bther for the donors in the weakly ionic GaAs/AlGaAs
neterostructure. Therelore, the polaron effects for donors
n GaAs/AlGaAs QWs are negligibly small and are not
shown in figures. The results for the CdTe/Cdgy 1Zng.5 Te
Vo =0.146¢V) and CdF,/CaF, (V, = 3.0eV) hetero-
structures are plotted in Fig. 3.
“In both the ionic heterostructures, the polaron effects
are large and — together with the confinement of elec-
rons — lead to a considerable enlargement of donor
binding energy. The Is binding energy and 1s-2p
transition energy exhibit maxima for the QW thickness,
that corresponds to the largest localization of electron in
the z direction. According to Fig. 3, the 1s-2p transition
energy exceeds the LO-phonon energy. This means that
bne can observe phonon resonances in optical spectra of
the donors in these QWs. An appearance of the reson-
ance corresponds to a crossing of the energy levels of
States 2p and 1s + N phonons, where N is the number of
phonons. Fig. 3 shows that in CdF,/CaF, one can detect
the phonon resonances involving N =2, 3, and 4 pho-
nons for the QWs with L = ~60, ~25 and ~15A, and
for the energies 100, 150, and 200 meV, respectively. The
four-phonon resonance at L < ~2A corresponds to the
Potential-well width smaller than the distance bet-
Wween the nearest-neighbor atoms in the fluorites. In

75
] K I T

CdTe/ Cdo_vzno.aTe

-W [meV]

5.5 I 1
] 100 200
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Fig. 2. Lattice relaxation energy W for Is and 2p donor states
(solid curves) and ground state of confined polaron (dashed
curve) for CdTe/Cdy.7Zng 3 Te QWs as a function of thick-
ness L.
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Fig. 3. Calculated 1s binding energy (Eg) and 1s-2p transition
energy (Er) as a function of QW thickness L for
CdTe/Cdy.1ZnesTe (solid curves, right energy scale) and
CdF,/CaF, (dashed curves, left energy scale) QWs. Short hori-
zontal lines show the positions of phonon resonances.

CdTe/Cdy 7Zno 3 Te, the one-phonon resonances with
the encrgy 21 meV are expected for L= ~15 and
~65A. A peak corresponding to the 1s-2p transition
should be splitted in the close vicinity of the resonance.
The present variational approach does not allow us to
calculate a magnitude of this splitting. However, we
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provide the values of the QW parameters, for which this
splitting can occur. The similar phonon resonances were
observed for polarons in GaAs/AlGaAs multiple QW
structures in magnetic field [5]. The results of the present
paper show that in the ionic QW heterostructures, the
phonon resonances can be detected in the donor spectra
even without the external magnetic field. For this pur-
pose, one can either use several QWs of different thick-
nesses or a single wedge QW doped at the center. Re-
cently, the impurity-related visible and ultraviolet
luminescence was measured for Eu donors in
CdF,/CaF, superlattices [6]. The phonon resonances
predicted in the present paper should be detected by the
infrared spectroscopy.

In summary, we have shown that the joint effect of the
electron-phonon coupling and electron confinement
leads to the considerable increase of the binding energy
and dipole transition energy for donors in QWs. In the
ionic heterostructures, the appearance of phonon reson-
ances in donor spectra is predicted.
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Single-electron charging of self-assembled quantum dots
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Abstract

A theoretical description is given for a single-electron charging of cylindrical quan-
tum dots. This work is motivated by the recent capacitance-spectroscopy experi-
ments with self-assembled InAs quantum dots. We have applied the unrestricted
Hartree-Fock method to calculate the energy levels of artificial-atom states with
N =1,...,8 electrons in a three-dimensional disk-shaped potential well of finite
depth. We have calculated the magnetic-field dependence of chemical potentials for
N electrons in the dot and determined the positions of capacitance peaks as func-
tions of the applied magnetic and electric fields. The numerical results very well
agree with experimental data. We have also considered the influence of the geometry
of the device on the spin-orbital configuration of the occupied states and discussed
an applicability of two-dimensional model for electrons in cylindrical quantum dots.

Keywords: Semiconductor nanostructures, Capacitance spectroscopy,
Self-organized quantum dots

PACS codes: 73.20.DX

Self-assembled InAs quantum dots have been recently investigated using the
capacitance spectroscopy [1]. The samples were fabricated by a molecular-
beam epitaxy and InAs quantum dots were grown in a Stranski-Krastanow
growth mode (2] on a GaAs substrate. The quantum dots [1] are almost uni-
form in size (within 10-percent fluctuations) and possess an average diam-
eter 20 nm and height 7 nm. A discontinuity of conduction-band edges at
the InAs/GaAs interface forms a potential well capturing the charge carriers
in the quantum dot. The layer sequence [1,2] consists of a Si-doped GaAs
back contact, undoped GaAs tunnel barrier, InAs wetting layer with InAs
self-assembled quantum dots, undoped GaAs layer, blocking barrier (made
of GaAs/AlAs superlattice), and GaAs cap layer with a gate contact. The
number of excess electrons per dot was tuned with the bias applied between
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the gate and back contact [1]. In the measurements of capacitance-voltage
characteristics [1], a peak of capacitance was detected at the gate voltage, at
which single electrons were injected into the dots. The positions of the peaks
correspond to chemical potentials of excess electrons confined in the quantum
dot. An application of an external magnetic field enabled Miller et al. [1] to
identify the spin-orbital configurations of the few-electron artificial atoms.

The confinement potential acting on.the excess electrons in the self-assembled
quantum dots is usually approximated by a two-dimensional harmonic-oscillator
potential {3]. A square-well confining potential was used in Refs. [4,5], in which
an influence of strain on single-electron states in the InAs/GaAs pyramidal
quantum dots was studied. Using the parabolic model confinement poten-
tial, Wojs and Hawrylak [3] obtained a qualitative description of properties
of the N-electron system confined in the dot. However, Warburton et al. [6]
showed that this model potential does not allow for a quantitative descrip-
tion of the experiment [1]. In order to obtain the quantitative agreement with
the capacitance-spectroscopy data [1], Warburton et al. [6] were compelled to
decouple the two intrinsically coupled parameters, namely, the oscillator en-

ergy and oscillator length, and treat them as the two independent adjustable
parameters.

In this paper, we present a consistent quantitative description of the proper-
ties of few-electron systems in self-assembled quantum dots. Our results have
been obtained under assumption of a three-dimensional disk-shaped confine-
ment potential of finite depth. This form of the confinement potential results
from the difference in the conduction-band edges between the dot and sur-
rounding material. The present theoretical description of the self-assembled
quantum dots is fully three-dimensional. Therefore, it is free of the following
shortcomings of the two-dimensional model: (i) the assumption of a strictly
planar movement of charge carriers excludes their motion in the growth di-
rection, i.e., towards the electrodes, (i) the three-dimensional Coulomb inter-
action between the electrons is approximated by the two-dimensional inter-
action; (iil) the parabolic confinement does not possess a definite range, i.e.,
the localization radius of the confined-electron system rapidly grows with the
number of electrons. In contrast to (iii), the electrons confined in the three-
dimensional potential well of finite volume and depth are spread out over the
entire quantum-dot volume with only a small penetration into the barrier re-
gion. In this case the localization radius of electrons is almost independent of
their number.

In the frame of the present theoretical description, we assume that the quan-
tum dot possesses a disk shape and the confinement potential for electrons has
a form of a cylindrical potential well of depth V5, height H, and diameter D.
We have solved the eigenvalue problem for the ground state of N-electron sys-
tem confined in the cylindrical quantum dot by the unrestricted Hartree-Fock



method. When considering the electron system in a uniform magnetic field, we
neglect the spin Zeeman term. The many-electron wave function is proposed
in the form of a single N-electron Slater determinant, which is constructed
from one-electron wave functions ¥(z,y, z) determined variationally by their
expansions in the Gaussian basis [7]

1’[)(;1:, Y, Z) = Z Cklmpq:vkylzme—ap(x?-i-y?)—ﬁqzz , (1)
kimpq

where the sums run over &,/ from 0 to k +! < 2, m = 0,1, and p,q = 1,2,
and c}clmpq, ap, and f, are the variational parameters. Basis (1) has been de-
signed to yield accurate estimates of the lowest-energy levels corresponding to
M =0,+£1,£2, where M is the quantum number of z-component of angular-
momentum. We take into account the two Jowest-energy quantum states cor-
responding to the electron quantized motion in the growth (z) direction. The
one-electron states are denoted by a,, 4+, where a = s,p,d for |M| = 0,1,2,
respectively, the quantum number n, labels the states associated with the
size-quantized motion in the z direction (n, = 0 for the ground state of cven

parity and n, = 1 for the first excited state of odd parity), and + stands for
the sign of M.

The maxima in the capacitance spectra [1] correspond to the single-electron
charging of the quantum dots and appear at the gate voltages, at which Fermi
level Er of the back contact is aligned with an electrochemical potential of
the Nth electron in the quantum dot. The condition of the single-electron
charging has the form

Er=py +eMVs = V,), (2)

where 1% is the chemical potential of the Nth electron confined in the dot
in the absence of the external electric field, V, is the gate voltage, Vs = 650
meV [8] is the Schottky barrier between the metal gate and semiconductor,
e is the elementary charge, and A = 1/7 is the voltage-to-energy conversion
coeflicient, which is deduced from the geometrical position of the dot layer
with respect to the electrodes [1]. The Fermi energy of the strongly doped
'GaAs back contact is fixed at the position of the donor energy level. We take
‘on the conduction-band minimum of the undoped GaAs in the absence of
the external fields as a reference energy. Then, the Fermi level (in meV) is
varying with magnetic field B (in tesla) as follows: Er = Ep +8.28 x 1073 B2,
where Ep = —6 meV is the donor energy and the dependence on the magnetic
field has been calculated by the first-order perturbation theory. The chemical
potential has been determined as follows: u% = Ey — En_1, where Ey is
the ground-state energy of the N-electron artificial atom, calculated by the
Hartree-Fock method.

In the present calculations, the geometrical parameters of the disk, i.e. its



diameter D and height H, the'depth of the potential well V4 at the InAs/GaAs
interface, and dielectric constant € of the strained InAs dot have been adjusted
to reproduce all the experimentally measured V, vs B plots [1]. The best results
-~ have been obtained for D = 22 nm, H = 6.3 nm, Vp, = 317 meV, and € =
13.5. Moreover, the value of the electron band effective mass for the strained
InAs dot has been taken from Refs. {1,6] (m. = 0.057m.o, where m.q is the
free electron rest mass).

The calculated gate voltage corresponding to the capacitance peaks for N =
1,...,8 electrons is plotted in Fig. 1 as a function of the magnetic field B and
compared with the results of the capacitance spectroscopy [1]. The magnetic
field lifts the degeneracy of states with the quantum numbers M and —M,
which gives rise to a change of symmetry of the N-electron ground state at
certain critical magnetic fields (marked by arrows in Fig. 1). The critical fields
B; and Bg correspond to a magnetic-field-induced breaking of Hund’s rule in
the four- and eight-electron artificial atoms, respectively. If the magnetic field
exceeds critical values Bs, ..., Bs, then in the five-, six- and seven-electron
artificial atoms, the one-electron do - spinorbitals become occupied and the
Po,+ spinorbitals become empty (cf. Table I). We see that the results of Fig. 1
are in a very good agreement with the experimental data [1]. In Table I, we
list the estimated critical magnetic fields and electron configurations before
and after the magnetic-field-induced transformation of the ground state.

In Fig. 2, we report the present results for the one-electron lowest-energy
levels in the cylindrical quantum dots in the absence of the magnetic field.
The values of all the material parameters are the same as in Fig. 1. We see
that the increase of the height of dot more strongly affects the states with
n, = 1 than those with n, = 0. In particular, the energy level associated with
state sy, which corresponds to the first excitation of the size-quantized motion
in the z direction, becomes lower than the energy levels of dy and pg states, if
the height of the dot exceeds 12 nm and 19.5 nm, respectively.

Fig. 3 shows the calculated chemical potentials for N = 1,...,8 electrons
and single-electron energy levels as functions of the magnetic field for H =
18 nm and the same values of the other material parameters as in Fig. 1.
The chemical potentials for the first four electrons in the dot exhibit the same
qualitative behavior as those displayed in Fig. 1. The essential qualitative
differences appear for N > 5. The ground-state transformations at B,, ..., Bs
result from the crossing of the pp 4+ and s; energy levels and do not possess
analogs in Fig. 1. The transformations at Bg, B7, and Bg result from the
Po,+ — do,— level crossing and correspond to those at B;, B3, and B, in Fig. 1.

Based on the results of the present paper, we can discuss the properties of
N-electron states in cylindrical quantum dots. If the geometry of the nanos-
tructure is such that the electrons are more strongly confined in the z direction



than in the perpendicular (z — y) plane, only the one-electron ground state of
the size-quantized motion in the z direction is occupied. Then, the subsequent
electrons added to the dot occupy the in-plane excited states only and the
artificial atom shows a quasi-two-dimensional behavior. The shape of the self-
assembled quantum dots studied by Miller et al. [1] can be approximated by
the disk of rather small height. Therefore, the electrons confined in these dots
exhibit the quasi-two-dimensional behavior, i.e., the many-electron ground
state corresponds to the occupied one-electron ground state for the quantized
motion in the z direction. If the height of the cylindrical quantum dot is com-
parable to (or larger than) its diameter, i.e., the range of the confinement
potential in the z direction is sufficiently large, the one-electron excited states
corresponding to the quantized motion in the z direction can be occupied. This
changes the symmetry of the N-electron ground state, since the one-electron
states with n, = 0 and 1 possess the opposite parities. In this case, the behav-
ior of the N-electron artificial atom is no longer quasi-two-dimensional and its
reaction to the external magnetic field essentially changes.

In summary, the present theoretical description allows us to reproduce the
results of the capacitance-spectroscopy experiments with self-assembled quan-
tum dots and determine the magnetic-field behavior of the N-electron artificial
atoms of the cylindrical symmetry beyond the quasi-two-dimensional limit.
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Table 1. Estimated critical magnetic fields B; (in tesla), for which the trans-
formation of N-electron ground state occurs. The occupation of one-electron
spinorbitals and quantum numbers (Miot, Siot), where M;,; corresponds to the
z-component of total angular momentum and S;,; — the z-component of total
spin, are listed for B < B; (B > B;) in the fourth and fifth (sixth and sev-
enth) columns. For all the spinorbitals n, = 0 and this index is omitted. The
parameters of InAs/GaAs quantum dot are the same as in Fig. 1.

B [T] N B< B, B> B

B, 125 4 s?p_p, (0,1) .32p2_ (—2,0)
B, 153 5 sipip, (-1,3) s2p2d_ (—4,1)
B; 144 6 s?pipl (0,0) s?p?pid. (=3,1)
B, 156 6 s*’p’pid_ (-3,1) s*p? d?® (—6,0)
Bs 148 7 s*pipid- (-2,3) s’pipid:  (-5,3)
Bs 0.25 8 s*p’pid_dy (0,1) s’pip2d:  (—4,0)

Figure Captions

Fig. 1. Calculated (solid curves) and measured- (squares) gate voltage as a
function of magnetic field corresponding to charging the InAs/GaAs quantum
dot by the Nth electron. Arrows shows critical magnetic fields B;, at which
the N-electron ground-state configuration changes (see Table I).

Fig. 2. Calculated energy levels of the single electron confined in the cylindrical
InAs/GaAs quantum dot in the absence of external magnetic field as functions
of height H of the dot. Solid (dashed) curves display the results for the states
with n, = 0 (n, = 1). The sign of M is not shown, since the energy levels
corresponding to £ M are degenerate.

Fig. 3. Calculated chemical potential (solid curves, left scale) for N =1,...,8
electrons and one-electron energy levels (dashed curves, right scale) for the
cylindrical InAs/GaAs quantum dot with 18-nm height and 22-nm diameter
as functions of magnetic field. The arrows correspond to the ground-state
transformations, described in the text.
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Few-Electron Systems in Quantum Cylinders
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Abstract

Systems of excess electrons confined in cylindrical semiconductor quantum
dots, i.e., artificial atoms of cylindrical symmetry, are studied by the un-
restricted Hartree-Fock method. The confinement potential is assumed in
the form of three-dimensional cylindrically symmetric potential well of finite
depth. The calculations have been performed for artificial atoms with the
number of electrons from 1 to 10. We have taken into account the exter-
nal magnetic field applied parallel to the axis of the cylinder and studied
the influence of quantum-dot geometry on the maximum number of confined
electrons and the ground-state spinorbital configuration. The applicability of
the quasi—two—dimensionalr model of quantum dots has been discussed and a
new type of magnetic-field behavior has been predicted for quantum cylinders
of comparable diameter and height. We have applied the present model to
a description of single-electron charging (“)f self-assembled quantum dots and

obtained a good agreement with capacitance-spectroscopy data.
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I. INTRODUCTION

In semiconductor quantum dots,’ the charge carriers are confined in all three dimensions.
The confinement potential results from either different cofnpositions of semiconducting ma-
terials of the dot and the surrounding medium or the electrostatic potential applied to the
microelectrodes. Many-electron systems confined in quantum dots exhibit atom-like proper-
ties and are called artificial atoms.? A discrete energy spectrum of artificial atoms is observed‘
in absorption measurements.® Shell-filling effects are Observed in capacitance® and transport
spectroscopy.5

Nowadays, the quantum dots of cylindrical symmetry are the subject of extensive ex-
perimental and theoretical investigations. These are the self-assembled quantum dots®™ !
or gate-controlled quantum dots'?™*®. In theoretical papers” '! on electron systems in self-
assembled quantum dots, various confinement potentials have been used. The confinement
potential of finite depth was used for one-electron problem in a lens-shape® or pyramidal
self-assembled quantum dot®!® grown on a thin wetting layer. Many-electron problem for
these potentials has not been solved so far. A qualitative description of the N-electron sys-
tems confined in self-assembled quantum dots has been obtained” within a two-dimensional

parabolic potential model. A recent paper'’ showed, however, that this model potential
does not allow for a quantitative description of the single-electron charging experiment.®
In order to obtain a quantitative agreement with the capacitance-spectroscopy data,® the
authors!! were forced to decouple two intrinsically coupled parameters, namely, the oscilla-
tor energy and oscillator length, and treat them as two independent adjustable parameters. |
A pronounced breaking of the generalized Kohn theorem®'” observed in the far-infrared
absorption spectrum of InAs self-assembled quantum dots,'® suggests that the conﬁning‘
potential of the quantum dots differs significantly from the harmonic-oscillator form. The
applicability of the two-dimensional model for quantum dots is usually justified by a large
energy separation between the ground-state and first excited-state energy level of the size

quantized motion in the z-direction. In the present paper, we discuss the limitation of this



model and obtain conditions under which this model fails.

In our recent papers,!9:2

we have presented a theoretical description of electron systems
confined in spherical quantum dots, i.e., artificial atoms of spherical symmetry. In the present
paper, we extend the previous theory!%?° to systems of lower symmetry, i.e., electrons in
cylindrical quantum dots with the confinement potential well of finite depth. Since the
experiments on electron properties of cylindrical quantum dots are usually done in external
magnetic field,*®1%13 which gives information about the strength of electron localization and
symmetries of the observed states, in the present paper we take into account the effect of
this field. We have applied the present approach to a description of single-electron charging
of self-assembled quantum dots.®

In this paper, we present the first consistent quantitative theory of the single-electron
charging experiment.® The present theoretical description of the self-assembled quantum
dots is fully three-dimensional. The ?Lpplied model confinement potential takes into account
the conduction-band offset between the dot region and surrounding material. Therefore,
the present approach is free of the following shortcomings of the two-dimensional harmonic-
oscillator model: (i) a strictly planar movement of interacting electrons has to be assumed
(i1) this confinement potential does not possess a definite range, which means that the local-
ization radius of the confined-electron system rapidly grows with the number of electrons;
(iii) this model potential possesses an infinite depth and can bind an infinite number of
electrons; (iv) the three-dimensional Coulomb interaction is inadequately described?! by the
strictly two-dimensional model. |

In contrast to (ii), the electrons confined in the three-dimensional potential well of finite
depth are spread out over the entire quantum-dot volume with only a small penetration
into the barrier region. In this case, the localization radius of electron system is almost
independent of the number of electrons. The Schrédinger equation for the potential well
of finite depth possesses not only bound but also unbound (delocalized) solutions, i.e., the
continuum threshold exists. Therefore, in the frame of this model, we can discuss a maximum

number of confined electrons and the quantum capacity'®?° of the nanostructure.



The paper is organized as follows: in Section II, we present the theoretical model, in
Section III, we apply this model to a description of self-assembled vquantum dots, in Section
IV, we discuss the influence of geometry of the confinement on the electronic properties of

quantum dots, and in Section V we provide the conclusions.

I

II. THEORY

The effective-mass Hamiltonian of N excess electrons confined in a cylindrical quantum
dot in the presence of external magnetic field applied parallel to the z-axis of the cylinder

has the form

' N N N 1
=) h(r; — 1
" ; (r ) 471'660 ; ?L; (1)
where h(r;) is the one-electron Hamiltonian
h(r) = — i + V(r)+ lm*wz(ac2 + %) + lFu,u ! (2)
YT o gl et MY gl

Here m* is the electron effective band mass, € is the static dielectric constant of the quantum
dot material, w, = eB/m* is the cyclotron frequency in magnetic field B, and [, is the
z-component angular momentum operator. The confinement potential of the cylindrical

quantum dot of diameter D and height H is taken on in the form

Vi) = ~Vo, if V2T + 4?2 < D/2 and |z} < H/2 , 3 |

0, otherwise ,

where V, > 0 is the conduction band discontinuity at the quantum well /barrier interface.
The conduction band minimum of the barrier material in the absence of external magnetic
field is set- equal to zero and taken as the reference energy level. We neglect the change of .
effective mass and dielectric constant at the well/barrier surface.'®??

Let us remind the basic properties of the one-electron Hamiltonian (2). Due to the
cylindrical symmetry of the confinement potential, one-electron Hamiltonian (2) commutes

with [, operator and the operator of reflection with respect to the z = 0 plane. Therefore, we
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can assign to the one-electron eigenstates of Hamiltonian (2) the magnetic quantum number
M, ie., the eigenvalue of [, operator, and the parity quantum number. In the absence
of external magnetic field the states with M = 0 are twofold degenerate, the other states
are fourfold degenerate. The interaction of an electron with the external magnetic field is
included in the last two terms of Hamiltonian (2). The third term leads to an increased
localization of an electron in the z — y plane. The fourth lifts the degeneracy of states with
different signs of the magnetic quantum number. In the present paper, we neglect the spin

Zeeman effect, which in the III-V semiconducting compounds is two orders of magnitude

smaller than the orbital Zeeman effect.!®

The Schrodinger equation for the N-electron system has been solved by the unrestricted
Hartree-Fock method. The many-electron wave function is constructed in the form of a single
Slater determinant of one-electron spinorbitals. The Slater determinant built from the one-
electron wave functions of the préper symmetry is an eigenfunction of the z-component
of total angular momentum and has a definite z-parity. The one-electron Hartree-Fock
operator?® conserves the symmetry of Hamiltonian (2).

The spatial one-electron wave function 1 has been expanded?® into the Gaussian varia-

tional basis as follows:
Y(2,y,2) = D Cmpga’y'zmeT R H et (4)

kimpq

where the sums over k£ and { run f£orn Otok+1<2,m=0,1,and p,qg = 1,2. crimpg, dp,
and f; are the variational parameters. The non-linear parameters «, and 3, account for the
electron localization in the z — y plane and z ciirection respectively, and are optimized to
yield the minimum value of the total energy. The linear variational parameters cgmp, for all
the occupied spin-orbitals are obtained by the self-consistent iterative diagonalization of the
Hartree-Fock équations. In our previous papers,'®?? we discussed the applicability of the
Slater and Gaussian bases to the problem of one particle confined in the finite quantum well.

The Gaussian basis cannot reproduce the discontinuity of the second derivative of the exact

wave function on the well/barrier surface.?® However, as we have shown,?? the variational cost
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of this discrepancy is small. Basis (4) possesses the proper cylindrical symmetry and yields
accurate estimates of the lowest one—electron energy levels corresponding to M =0,%1, 2.
In the present calculations, we take into account the lowest-energy state of even parity and
the lowest-energy state of odd parity for the quantized motion in the z direction. Throughout
the present paper, we denote the one—el?ctron states as follows: an, +, where a = s,p,d for
|M| = 0,1,2, respectively, the quantum number n, labels the states associated with the
size-quantized motion in the z direction (n, = 0 for the state of even parity and n, =1 for
the state of odd parity), and == stands for the sign of\M.

The unrestricted Hartree-Fock method was used by several authors!®?6728 {0 a description
of artificial atoms. The properties of electron systems in quantum dots were also studied
with the correlation effects included by the configuration-interaction approach?14:15:29731
and density-functional theory.!63%:3 We have shown in our previous papers!®? that in the
case of spherically symmetric potential well of finite depth, the Hartree-Fock method yields
reliable solutions of the many-electron Schrédinger equation in the strong- and intermediate-
confinement regimes®?, i.e., if the range of the confinement potential does not exceed ~ 10
donor Bohr radii (i.e., ~ 100 nm for GaAs). This condition is fulfilled in the case of
self-assembled quantum dots, that have a base length of order of 10-30 nm&1835738  We
can therefore expect that the neglect of electron-electron correlation is justified for these

systems.

III. SINGLE-ELECTRON CHARGING OF SELF ASSEMBLED QUANTUM

DOTS

We have applied the present model to a theoretical description of the capacitance-
spectroscopy experiment with self-assembled InAs/GaAs quantum dots.® The samples® were
fabricated by a molecular-beam epitaxy and InAs quantum dots were grown in a Stranski-
Krastanow growth mode® on a GaAs substrate. The quantum dots® were almost uniform

in size (within 10-percent fluctuations) with average diameter 20 nm and height 7 nm. The



layer sequence® consisted of a Si-doped GaAs back contact, undoped GaAs tunnel barrier, -
InAs wetting layer with InAs self-assembled quantum dots, undoped GaAs layer, blocking
barrier (made of GaAs/AlAs superlattice), and GaAs cap layer with a Schottky gate con-
tact. The number of excess electrons per dot was tuned with the voltage applied between
the gate and back contact.® In the measurements of capacitance-voltage characteristics,® the
Nth peak of capacitance was detected at the gate voltage for which the Fermi level of the
back contact and the chemical potential of N excess electrons confined in the quantum dot

were aligned. The condition of the single-electron charging has the form
Ep = u} +eX(Vs = Vq), | (5)

where 1% is the chemical potential of the N-electron system confined in the dot in the
absence of external electric field, V; is the gate voltage, Vs is the Schottky barrier between
the metal gate and semiconductér, e is the elementary charge, and X is the voltage-to-
energy conversion coefficient. We have taken on Vs = 650 meV according to Ref. [40] and
the value A = 1/7 deduced from the geometrical position of the dot layer with respect to
the electrodes.®!! The change of electrostatic potential inside the dot has been neglected
in equation (5), which is justified by the small height of the dot. The Fermi energy of the
doped GaAs back contact is fixed at the position of the donor energy level. The variation
of the Fermi level in the external magnetic field calculated by the first-order perturbation
theory can be expressed as Er = Ep +8.28 [meV/T? %1072 B?), where Ep = —6 meV is the
donor energy. The chemical potential has been determined as follows: u& = Eny — En-1,
where Ep is the ground-state energy of the N-electron artificial afom.

Since the parameters of the quantum dots are not known with the required precision,
in the present calculations, the diameter D and height H of the cylinder, the depth of
the potential well V;, and dielectric constant ¢ of the dot material have been adjusted
to reproduce'a,ll the experimentally measured V, vs B plots.® The best results have been
obtained for D = 22 nm, H = 6.3 nm, Vu = 317 meV, and € = 13.5. Moreover, the value of

the electron effective band mass for the strained InAs dot has been taken from Refs [6,11]
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(m, = 0.057m.g, where mg is the free electron rest mass). Such a procedure allows us to
account partially for the strain effects® and alloying of the qué.ntum dots material due to
the diffusion of indium atoms after the GaAs overgrowth.?®

The calculated gate voltage corresponding to the capacitance peaks _for N=1,...,8
electrons is plotted in Fig. 1 as a function of the magnetic field B and compared with the
results of the capacitance spectroscopy./6 The magnetic field lifts the degeneracy of states
with the quantum numbers M and —M, which gives rise to a change of symmetry of the
N-electron ground state at certain critical magnetic ﬁélds (marked by arrows in Fig. 1). The
critical fields B, and Bg correspond to a magnetic-field-induced breaking of Hund’s rule in
the 4- and 8-electron artificial atoms, respectively. The cusp corresponding to the breaking
of Hund’s rule in 4-electron artificial atom (Bj) is not clearly visible in the experimental
data® because of significant inhomogeneous broadening resulting from the size distribution
of quantum dots. However, this feature has been clearly observed in transport spectroscopy
~ of gated quantum dots.**'® The critical magnetic fields giving rise to the breaking of the
Hund’s rule cannot be described with the use of LDA approach,'® which does not resolve
spin and replace the exchange operator by its local approximation.

If the magnetic field exceeds critical values Bs,..., Bs, then in the 5-, 6- and 7-electron
artificial atoms, the one-electron dy _ spinorbitals become occupied and the po 4 spinorbitals |
become empty. These ground-state transformations are explained in detail in Table I, in
which we list the estimated critical magnetic fields and electron configurations before and
after the transformation. Fig. 1 shows that the calculated positions of the capacitance peaks

on the gate-voltage scale agree very well with the experimental data.®

IV. INFLUENCE OF QUANTUM DOT GEOMETRY ON THE PROPERTIES OF

CONFINED ELECTRON SYSTEMS

Having at our disposal the theoretical method, which leads to the very good agreement

with experiment, we have solved by this method the problem of the influence of nanostructure



geometry on the properties of electrons confined in cylindrical quantum dots. In Fig. 2, we
report the results for the lowest-energy levels of a single electron in the cylindrical quantum
dot in the absence of magnetic field. The values of all the material parameters are the same
as in Fig. 1. We see that the increase of the cylinder height more strongly affects the states
with n, = 1 than those with n, = 0. In particular, the s; energy level, which corresponds
to the state of odd parity, becomes lower than the energy levels of dy and po states, if the
height of the dot exceeds 12 nm and 19.5 nm, respectively. In Fig. 3, we have plotted the
chemical potentials for N = 1, ..., 10 electrons as functions of the cylinder height (the values
of material parameters are the same as in Figures 1 and 2). The one-electron levels occupied
by the Nth electron are marked in the figure. The kinks in the curves result from the changes
of the ground-state configuration due to the crossing of one-electron energy levels presented
in Fig. 2.

Using the results shown in Fig..é, we have estimated the maximum number of electrons

confined in the cylindrical quantum dot. The N-electron system can form a bound state in

the quantum dot if!*?°

Eny < En_; . (6)

This condition of binding can be expressed in terms of chemical potential as follows:

un < 0. (7)

The values of critical heights of the quantum cylinder, above which the binding of subsequent
electrons is possible, have been listed in Table II. In particular we have obtained the result
that 10 electrons can be bound in the cylinder of height H/=6.3 nm and diameter D = 22
nm, which correspond to the self-assembled quantum-dot nanostructure studied in Ref [6].
In the experiment,® only 8 capacitance peaks have been resolved. Moreover, at low magnetic
fields the charging of the‘ dot with 7th and 8th electron is masked by the strong capacitance
signal resulting from the charging of the wetting layer® and only 6 single-electron charging

lines are clearly visible. Because the added 7th and 8th_electrons occupy the do_ shell
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(cf. Table I}, the chemical potentials of 7- and 8-electron artificial atoms decrease with the
magnetic field and the corresponding capacitance peaks emerge from the strong wetting-layer
background at B ~ 7 T. The chemical potentials for N = 9 and N = 10 electron-systems,
for which the doy shell is filled, increase with increasing magnetic field. Therefore, the
corresponding capacitance peaks stay within the range of the wetting layer charging and are
not observed. On the other hand, the binding of 9 and 10 electrons in the self-assembled
quantum dots® predicted by the present quantum-cylinder model may result from the neglect
of the presence of wetting layer in the confinement poten‘tial (3). The inclusion of the wetting-
layer confinement potential in many-electron calculations should clear up the problem of the
exact maximum number of electrons confined in self-assembled quantum dots.

The geometry of the nanostructure determines the symmetry of the ground state of
many-electron systems confined in the quantum dots. If the range of vertical confinement is
much smaller than the lateral one (cf. results of Fig. 1 for H = 6.3 nmand D = 22 nm), the
separations between the energy levels corresponding to the states with different parity are
much 1arger than those between the energy levels with different magnetic quantum number.
In such a case, all the occupied one-electron levels correspond to the lowest-energy state of
even parity (n,=0). For the small height of the cylinder (H < 12 nm) the relative positions of |
chemical potentials exhibit the filling of shells'21419 of a quasi-two-dimensional confinement
potential. In the absence of external magnetic field, the electrons occupy subsequent energy
levels according to Hund’s rule, i.e., 2 electrons fill the s-shell (M=0), 6 electrons the p shell
(M = +1) and 10 electrons the d shell (M = £2). The large difference between p; and 3
(e and pu7) in Fig. 3 corresponds to the fully filled so (po) shell. The visible increments of
spacings between p4 and ps as well as between g and pg are signatures of Hund’s rule and
correspond to the half-filled po and do shells, respectively. The ground-state configurations
of the electron artificial atoms with N = 1,...,10 remain the same up to H=12 nm (cf. Fig.
3).

For H > 12 nm, the levels of odd z-parity become occupied and the symmetry of the N-

electron ground state changés; therefore the artificial atom looses the quasi-two-dimensional
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character. In this case, the reaction of the artificial atom to the external magnetic field
is essentially different. In Fig. 4, we have presented the magnetic-field dependence of one-
electron energy levels (dashed curves) and N-electron chemical potentials (solid curves) of
N =1,...,8 artificial atoms in a cylindrical quantum well of height H = 18 nm and diameter
D = 22 nm. The critical fields of the ground-state transformations of the ground state have
been marked by arrows. The behavior of chemical potentials for N = 1, ..., 4 is qualitatively
the same as in Fig. 1. The magnetic field B, at which the Hund’s rule for 4 electron artificial
atom is broken, is slightly smaller for H=22 nm than for H=6.3 nm, because in the case of
large dots the electron-electron interactions are weaker. The magnetic-field dependence of
chemical potentials for N = 5, ..., 8 is different that for H = 6.3 nm, because the new orbital
sy affects the spectrum. The new cusps at critical fields Bs,..., Bs result from the change
of order of po 4 and s; energy levels. These critical fields do not appear in the quasi-two-
dimensional case. The critical ﬁeld;Bs, Br, and Bg for N = 7 and 8 result from the change
of order of pg 4 and do - energy levels. The effect of crossing of these levels has already
appeared for flat quantum dots, but for N = 5 and N = 6 electrons (cf. critical fields
B,, B3, and By in Fig. 1). The ground-state transformations are listed in detail in Table III.
To the best of our knowledge we have presented the first results of magnetic field-influence
on the N-electron quantum dots beyond the quasi-two-dimensional limit.

The shape of the self-assembled quantum dots® can be approximated by the cylinder of
rather small height. In the gated quantum dots!>~!% the disproportion between the diameter
and height of the dot is even larger. However, the present technology enables a fabrication
of quantum dots of almost arbitrary shapes.t! Therefore, the present extension of the theory
of artificial atoms to the confinement potentials with comparable range in all the three

dimensions should be useful for future experiments.
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© V. CONCLUSION

We have presented a theory of electronic properties of cylindrical quantum dots using
the unrestricted Hartree-Fock method and a confinement potential in the form of the finite
potential well of cylindrical symmetry. The present theoretical model has been successfully
applied to the single-electron charging of self-assembled quantum dots in external magnetic
field.® We have discussed the influence of the nanostructure geometry on the spin-orbital
configurations of the confined N-electron system. The maximum number of electrons, that
can be bound in the cylindrical quantum dots, have been determined. In a future study,
the wetting layer should be included in the calculations in order to clear up the question
of binding of N=9 and N=10 electron systems in self-assembled quantum dots. We have
discussed the applicability of the quasi-two-dimensional model and predicted the magnetic-
field dependence of chemical potentials for quantum dots of comparable diameter and height.

These results should be useful for quantum dots of new geometries.
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Table 1. Estimated critical magnetic fields B; (in tesla), for which the transformation of
N-electron ground state occurs. The values of parameters of the quantum dot are the same
as in Fig. 1. The occupation of one-electron spinorbitals and quantum numbers (Miot, Stot),
where M,,; corresponds to the z-component of total angular momentum and Siot — the z-
component of total spin, are listed for B < B; (B > B;) in the fourth and fifth (sixth and

seventh) columns. For all the spinorbitals n, = 0 and this index is omitted.

B, [T} N B < B; B > B;
B, 125 4 s%p_py (0,1) s?pr  (—2,0)
B, 153 5 stpipy (-1,3) stptd. (-4,3)

By 144 6 s’prpt  (0,0) sipiprd_ (—=3,1)
B, 156 6 s?ptpyd_ (-3,1) s?ptd? (—6,6)
B, 148 7  sprprd. (=2,%)  $”plpidl (=5,3)
Be 025 8 stpipid_dy (0,1)  s*plpidl (—4,0)

Table II. Critical heights of cylindrical quantum dot, above which the binding of N electrons
is possible. Parameters of the quantum dot are the same as in Fig. 1 (D=22 nm, V, = 317

meV, e=13.5, m, =0.057 mo)

N 1 2 3 4 5 6 7 8 9 10

Hom] 0725 12 1.9 215 25 275 3.9 435 4.9 54
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Table III. Estimated critical magnetic fields B; (in tesla), for which the transformation of
N-electron ground state occurs. The value of material parameters are the same as in Fig. 4.
The occupation of one-electron spinorbitals and quantum numbers (Mo, Stot), Where My
corresponds to the z -component of total angular momentum and S;,; — the z-component
of total spin, are listed for B < B; (B > B;) in the fourth and fifth (sixth and seventh)
columns. For s, spinorbital n, = 1, and for all other spinorbitals n, = 0 and this index is

omitted.

B [T] N B< B; B> B

By 1 4 s’p_py  (0,1) s’p2 (-2,0)
B, 6.5 5 s’pipy  (-1,3) s’ptsi (-2,0)
B: 4.9 6 Lstpip? (0,0) s’p?prs; (-1,1)
By, 82 6 sipipyes (—=1,1) s?pts? (=2,0)
Bs 68 7 $'plpisi (0,3) s*plpyst (—1,3)
Bs 166 7 s’pip,s? (-1,3) s’prsid. (—4,3%)
B; 162 8 s’prpis?  (0,0) s’prp,sid_ (=3,1)
Bs 171 8  s*prp,sid_ (-3,1) s’p?sid®> (-6,0)
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" Figure Captions

Fig. 1. Calculated (solid curves) and measured (squares) gate voltage, which corresponds to

the charging of the quantum dot by the Nth electron, as a function of magnetic field. Arrows
show critical magnetic fields By, ..., Bg, at which the N-electron ground-state configuration

2

changes (see text and Table I).

Fig. 2. Energy levels of the single electron confined in the cylindrical quantum dot of
diamater D = 22 nm in the absence of external magnetic field as functions of height H of
the dot. Solid (dashed) curves display the results for the states with n, =0 (n, = 1). The

sign of M is not shown, since the energy levels corresponding to =M are degenerate.

Fig. 3. Chemical potentials of N-electron systems confined in a cylindrical quantum
dot of diameter D = 22 nm as functions of its height H. Symbols denote the one-electron
orbitals occupied by the Nth electron. The kinks on the curves correspond to the changes |

of the ground-state symmetry.

Fig. 4. Chemical potential (solid curves, left scale) for N =1,...,8 electrons and one-
electron energy levels (dashed curves, right scale) for the cylindrical quantum dot with 18-nm
height and 22-nm diameter as functions of magnetic field. The arrows correspond to the

ground-state transformations, described in the text and quoted in Table III.
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MBE-grown gate-controlled quantum-dot nanostructure
and its current-voltage characteristics

S. Bednarek, B. Szafran, J. Adamowski'

Faculty of Physics and Nuclear Techniques, University of Mining and Metallurgy
(AGH), Krakéw, Poland

Abstract

Single-electron transport properties, recently observed in MBE-grown gate-control-
led quantum dots, are studied by a self-consistent approach to the Poisson-Schrédinger
problem. The potential profile in the cylindrical device is found from the solution
of the Poisson equation as a superposition of external voltages, Schottky barrier
potential, double-barrier potential of AlGaAs/InGaAs layers, and potential of ion-
ized donors in n-GaAs layers. A small perturbation of the cylindrical symmetry has
been taken into account. It is shown that the distribution of the ionized donors is of
crucial importance in determining the current-voltage characteristics of the device.
For the few-electron quantum dots, we have calculated the positions of peaks of
source-drain current I as functions of gate voltage V, and source-drain voltage Vsq.
We have quantitatively described the shell-filling effects and reproduced the charac-
teristic structure of Coulomb diamonds, i.e., the diamond-shaped regions in V, — Vg
plane corresponding to the Coulomb blockade (I = 0). We have also performed cal-
culations with an external magnetic field taken into account and obtained a very
good quantitative agreement between the calculated and measured magnetic-field
behavior of the source-drain current at fixed V54 ~ 0 and varying V.

Keywords: Semiconductor nanostructures, Single-electron transport,
Current-voltage characteristics

PACS codes: 73.20.Dx

A fabrication of vertical quantum dot with source, drain, and gate electrodes
allowed the authors [1] to observe atomiclike properties in conductance char-
acteristics. Such gate-controlled quantum dot [2] is a prototype of a single-
electron transistor [3]. The teams of Tarucha and Kouwenhoven [1,2] observed
non-periodic Coulomb oscillations and Coulomb diamonds in current-voltage
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characteristics. The experiments performed [1,2] in an external magnetic field
enabled an assignment of symmetry to bound few-electron states. According to
the interpretation given by the authors [1,2] the unusual transport characteris-
tics result from a shell filling in artificial atoms created in few-electron systems
confined in quantum dots. Several attempts [4-9] have been undertaken in or-
der to obtain a theoretical description of these effects. In our recent paper {10]
we have provided the quantitative description of the observed [1] non-periodic-
Coulomb oscillations as functions of gate voltage for zero source-drain volt-
age. We have applied the model confinement potential, which included both
the harmonic and anharmonic terms, and was assumed to be proportional to
the gate voltage. In the present paper we calculate the confinement potential
from the Poisson equation and extend our theoretical description to non-zero
source-drain voltages and external magnetic field.

The starting material for the device [1,2] was the MBE-grown double-barrier
heterostructure [11,12]. The vertical quantum-dot nanostructure [1,2] was ob-
tained [12] by a combination of dry and wet etching of the layer heterostruc-
ture made of GaAs, AlGaAs, and InGaAs. The resulting nanodevice [1,2] is
nearly cylindrical and asymmetric in the growth (z) direction. However, the
experimental results [1,2] show a symmetry with respect to the change of sign
of the source-drain voltage. Therefore, we model the nanodevice [1,2] by the
structure, which is symmetric with respect to z = 0 plane. This enables us
to put the proper boundary conditions when solving the Poisson equation. In
the present calculations, we use the following model of the device: a cylindri-
cal 12-nm thick quantum-dot region made of InGaAs is located between two
7.5-nm thick AlGaAs layers, which form a double potential barrier in the z
direction. The three subsequent GaAs layers with thicknesses 3 nm, 20 nm,
and 150 nm adhere to the AlGaAs barriers: the first layer is undoped, the
second and third layers consist of donors with concentrations n, and ns. The
drain and source electrodes are connected to the top and substrate contacts,
respectively. The quantum-dot and barrier layers are surrounded by a ring-
shaped Schottky gate with height 40 nm, which is placed on a lateral surface
of the cylinder. The present model of the device allows us to perform all the
calculations with a sufficiently high precision and moreover approximates the
real nanodevice [1,2] as well as possible.

In order to determine the electronic properties of the nanostructure we have
solved the Poisson-Schrédinger problem by a self-consistent method. The con-
finement potential V... s(r) acting on excess electrons in the quantum dot is
the superposition of the double-barrier potential V,(z) from the AlGaAs bar-
riers and InGaAs quantum well and the potential ¢(r), which stems from the
external electrodes and ionized donors in n-GaAs layers, i.e.,

Vions () = Vi(2) + o(r) - (1)



The potential ¢(r) is calculated from the Poisson equation

Vio(r) = _rolr) (2)
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where pp(r) is the charge density of the ionized donors, € is the static dielec-
tric constant of the dot material, and €o is the permittivity of vacuum. The
potential energy of the electron

U(r) = —e®(r), (3)

where e is the elementary charge (e > 0), is determined by the total electro-
static potential

®(r) = (r) + Ve(r) . (4)

The potential created by the excess electrons confined in the dot is given by

e N-1 r 2
V) = - 3 [ 5)
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The summation is performed over all the states 1 occupied by the electrons,
which are confined inside the dot, i.e., we sum over the N — 1 states, if we
consider the Nth peak of current, which results from a tunnelling of the Nth
electron. Such treatment is compatible with the stationary description of the
resonant tunnelling, according to which a probability of finding the tunnelling
electron inside the dot is small in comparison with that outside the dot.

The eigenvalue problem for the ground state of the N-electron system has
been solved in the frame of the effective-mass approximation by the unre-
stricted Hartree-Fock method with the external potential Veze(r) = Veons(r)-
In the present implementation of the Hartree-Fock method, we expand the
one-electron wave functions into the Gaussian basis, i.e.,

1/)5(1') = Zcugu(r) ) (6)

where
g(r) = gyt @ )=t (7)

In Egs. (6) and (7), ¢, o, and B, are the variational parameters, and p, and
g, are the integers. The maximum number of basis elements is taken to be 45.

Charge density pp(r), which enters into the Poisson equation, is determined by
the concentration of the ionized donors. Since the experiments [1,2] were per-
formed at low temperature (the temperature of electron gas is estimated to be



~ 200 mK [1]), we assume that the single donor center becomes ionized if po-
tential energy U(r) at the position of donor exceeds the donor binding energy
Wp. Therefore, the charge density is given by pp(r) = enp for U(r) > Wp
and pp(r) = 0 otherwise, where the donor concentration np = n, and ns
in the second and third n-GaAs layer, respectively. We put boundary condi-
tions on the total electrostatic potential ®(r) at the cylinder surface and the
source, drain, and gate electrodes. In particular, we take on the gate potential
V, at the GaAs/Al interface be V, =V, -~ Vs, where V, is the applied gate
voltage and Vs = 0.65V is the corresponding Schottky barrier. Putting the
boundary conditions on the total potential ®(r) leads to the self-consistency
of the Poisson-Schrédinger problem: charge density pp of the ionized donors is
determined by total electrostatic potential ®, which consists of the confined-
electron potential V., which in turn is calculated with the help of one-electron
wave functions ), being the solutions of the Schrédinger equation.

The potential can be expressed in the cylindrical coordinates (p,z): ¢ =
©(p, z). We have solved the Poisson equation by the iterative finite-difference
method on the two-dimensional grid (:Ap,jAz). As a result we obtain the
values of potential ¢ on the mesh points. Due to the small thickness of the dot
layer, the lateral confinement potential can be determined from the solution
for z = 0. This potential is used in the Hartree-Fock procedure, which can
be effectively solved if the external potential is given by an analytic function.
Therefore, we have fitted a polynomial of p to the numerical solution of the
Poisson equation. The accurate fit is obtained with the help of the sixth-order
polynomial

@(p) = vo + vz (§>2+v4 (§>4+v6 (g)e : (8)

where a = 1000ap and ap is the Bohr radius. The dependence of the coeffi-
cients ol polynomial (8) on gate voltage V, for the source and drain voltages
Vi = Vo = 0 is depicted in Fig. 1. Dashed lines in Fig. 1 correspond to the
undoped second GaAs layer, i.e., n, = 0. We can note that the change of
doping drastically changes the lateral confinement potential.

The vertical quantum dot [1,2] can exhibit some deviation from the ideal
cylindrical symmetry [13]. In order to account for this asymmetry, we have
introduced a small anisotropy of the nanostructure in the z — y plane (a
small perturbation of the rotational symmetry). We have found that the small
anisotropy slightly changes the ground-state energy of the few-electron system
and leads to a better agreement with experiment. The anisotropy has been
taken into account in the Hartree-Fock method by changing the potential @
as follows: in Eq. (8) we replace p by 5 = (1 + v)%2? + (1 — v)%?, where
v 1s the anisotropy parameter. In the present calculations, we have used the
following adjustable parameters: donor concentrations n, and ns, anisotropy
parameter v, and depth of InGaAs potential well. In the calculations, we have



taken on the following values of the material parameters: electron band mass
m. = 0.065 meo [14] and the static dielectric constant € = 12.6.

The self-consistent solution of the Poisson-Schrddinger problem yields ground-
state energy En of the N-electron artificial atom. The calculations have been
performed for N = 1,...,12, i.e., the first three shells. Due to a dominant
contribution of the harmonic-oscillator potential in Eq. (8), the electronic
shells can be defined according to the two-dimensional harmonic-oscillator
eigenvalue problem. This means that the first, second, and third shell is filled
by 2, 4, and 6 electrons, respectively. The chemical potential of the N-electron
system, calculated as uy = Exy—En-1, has been plotted in Fig. 2 as a function
of gate voltage for V; = V; = 0. In the device with the gate-controlled quantum
dot [1], the source-drain current can flow even at the source-drain voltage
V,g = V, — V4 =~ 0 if the chemical potential of N electrons in the dot is equal
to the Fermi energy of the source and drain and the Coulomb blockade is
removed. We set the Fermi energy of the source to be equal to zero and take it
as the reference energy. Then, the straight line 4 =0 in Fig. 2 corresponds to
the equal Fermi energies of the source and drain. Therefore, the crossing points
of chemical potentials un(V,) with the abscissa correspond to the values of
gate voltage, for which the peak of current occurs. The observed sharp peaks
of current [1] are shown in Fig. 2 for comparison.

For the non-zero source-drain voltage we have determined the conditions under
which the Nth electron can tunnel through the dot, which contains N —1
excess electrons, i.e., the current flows through the device. f V; <V, =0, 1.e,,
the electron moves from drain to source, these conditions have the form of the
inequalities

—eVa > pn = —€Vs . (9)

For the opposite sign of the source-drain voltage, the source and drain voltages
in condition (9) should be interchanged. We have reproduced the shapes of the
Coulomb diamonds (Fig. 3), which correspond to the Coulomb blockade, i.e.,
I = 0. The solid curves in Fig. 3 show the limits on the gate and source-drain
voltages, above/below which the current flows. The current does not flow in
the white, diamond-shaped, regions.

Fig. 4 shows the calculated and measured dependence of the gate voltage,
which corresponds to the current peaks at Vsg =~ 0, on the magnetic field
applied in the z direction. The subsequent solid curves, which correspond to
the tunneling of the Nth electron (N =1,... ,5) through the dot, have been
determined by the condition: uy = —eVqy. The cusps marked by the arrows
(triangles) separate the parts of curves corresponding to different spin-orbital
configurations of the ground state of N (N — 1) electrons. We label the one-
electron spinorbitals as follows: s,p,d, f and g denote the magnetic quantum
numbers 0, 1, 2, 3, and 4, respectively, and the sign in the subscript denotes

(&2



the sign of the z component of angular momentum.

In summary, we have shown that the self-consistent solution of the Poisson-
Schrédinger problem leads to an excellent agreement with experiment [1,2).
The calculated positions of the first twelve peaks of current measured for V,; ~
0 are in a good agreement with the experimental data. The conditions for the
flow of current, plotted on the V, — V,4 plane, allow us to reproduce the shapes
of the measured Coulomb diamonds. The calculated values of the gate voltage,
which correspond to the current peaks at V3 ~ 0 in the external magnetic
field, agree with experiment very well. We have found that the influence of
donors is of crucial importance in determining the transport characteristics of
the gate-controlled quantum dots.
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Figure Captions

Fig. 1. Coefficients of lateral confinement potential [Eq. (8)] as functions of
gate voltage. Solid curves correspond to the coefficients used in the present
paper and dashed curves — those obtained under assumption that the second
GaAs layer is undoped. The potential is expressed in atomic units (a.u. =
hydrogen rydberg/elementary charge). The values of vg and v, (v4 and vg) are
displayed on the left (right) scale.

Fig. 2. Calculated chemical potentials (solid curves) for N = 1,...,12 elec-
trons confined in the quantum dot as functions of gate voltage. The zero-energy
straight line corresponds to the position of the Fermi energy of the source and
drain for the source-drain voltage equal zero. The measured current peaks are
also shown.

Iig. 3. Coulomb diamonds: experimental points (shaded regions) correspond
to the gate and source-drain voltages, at which the source-drain current flows.
Due to the Coulomb blockade, the current does not flow in white, vertically
placed, diamond-shaped regions. Solid curves correspond to the calculated
values of voltages, which determine the conditions for the current to flow (see
text).

Fig. 4. Calculated (solid curves) and measured (dashed curves) gate voltage,
which corresponds to the peak of current for the source-drain voltage equal
zero, as a function of the magnetic field. The symbols are described in the
text.
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Quantum Coulomb blockade
in gate-controlled quantum dots

S. Bednarek, B. Szafran,! J. Adamowski

Faculty of Physics and Nuclear Techniques, University of Mining and Metallurgy
(AGH), Krakéw, Poland

Abstract

A theoretical description is presented for transport-spectroscopy experiments with
gate-controlled quantum dots. We have obtained a self-consistent solution of the
Poisson-Schrédinger problem for the quantum-dot nanodevice, calculated the con-
finement potential, and determined the conditions for the single-electron tunneling,
that is closely related with the quantum Coulomb blockade. We have also performed
calculations for the gate-controlled quantum dot under an external magnetic field
and obtained a very good agreement with the experimental results.

Keywords: Quantum dot, Single-electron transistor, Coulomb blockade, Artificial
atom, Transport spectroscopy

PACS codes: 73.20.Dx

1 Introduction

The modern nanotechnology enables us to fabricate the semiconductor de-
vices of nanometer size [1]. Usually, the main part of the nanodevice consists
of a quantum dot [2,3], in which the excess electrons are confined in all three
dimensions. The system of confined electrons exhibits atomic-like properties
and is called an artificial atom [4-6], since the confinement potential can be
tuned by changing the voltage applied to external electrodes. The quantum-dot
nanodevice with the attached source, drain, and gate electrodes is a possible
realization of a single-electron transistor {7]. In quantum dots, one can observe

! Corresponding author. Tel.: +48 12 06173549 fax: +48 12 6340010; e-mail:
szafran@ftj.agh.edu.pl.
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single-electron charging and single-electron tunneling phenomena, which pro-
vide a basis for a capacitance spectroscopy [8] and transport spectroscopy

[9].

The single-electron charging and tunneling is usually interpreted in terms of
Coulomb-blockade effects [10,11]. The classical model [12] of the Coulomb
blockade is based on a charge quantization. According to this model, [12] the
amount of energy e?/C is required in order to charge the quantum dot of capac-
itance C by one excess electron, where e is the elementary charge. This model
predicts equally spaced tunneling current peaks (Coulomb oscillations). How-
ever, in nanometer-sized quantum dots, the three-dimensional confinement po-
tential leads to discrete electron energy levels, which are not equally spaced.
Therefore, the charging energies are different for different numbers of excess
electrons and the observed Coulomb oscillations [13] exhibit unequal spacings,
which is a manifestation of the quantum nature of the Coulomb blockade. The
electron-electron Coulomb interaction in many-electron quantum dots quanti-
tatively modifies this picture, but does not change very quantum nature of the
Coulomb blockade in semiconductor nanostructures. In few-electron quantum
dots, the other quantum phenomena observed [13] result from a shell filling in
artificial atoms. ‘

The quantum dots have been the subject of many recent experimental {7,8,13-
20] and theoretical [21-26] papers. Among the various types of quantum dots,
the gate-controlled (gated) quantum dots [7,13,14] and self-assembled (self-
organized) quantum dots [8] are the most intensively studied. The gated quan-
tum dots provide a possibility of tuning the confinement potential by changing
the gate voltage and therefore modifying the electronic properties of the nan-
odevice. In the last years, very interesting experimental studies with the gated
quantum dots have been performed by Tarucha et al. {13] and Kouwenhoven
et al. [14]. The nanodevice described in Refs. [7,13] exhibits the properties
of the single-electron transistor. For the vanishing source-drain voltage, the
single-electron transistor is in the off-state if a chemical potential of electrons
confined in the quantum dot differs from the Fermi energy of the source and
drain contacts. The off-state corresponds to the quantum Coulomb blockade.
The single-electron transistor can be switched into the on-state by applying
a voltage to the gate, which changes the energies of the electrons confined
in the quantum dot. If the chemical potential of the confined electrons and
source/drain Fermi levels become adjusted to each other, the quantum block-
ade is removed and the single-electron tunneling occurs. In this case, the sharp
peaks of source-drain current are observed [13] even at the very small source-
drain voltage. The positions of the current peaks [13] on the gate-voltage
scale can be converted into the energy, which enables us to measure the sep-
arations between the energy levels of the artificial atoms, which are formed
in the ¢quantum dot, and provides a basis for the transport spectroscopy [9].
Uncqual spacings between the source-drain current peaks [13] are interpreted



as resulting from the shell filling of the artificial atoms. The same experiment
performed in an external magnetic field [13] allows us to trace magnetic-field
induced transformations of the ground state of the artificial atoms.

Until recently, beautiful experiments of Tarucha et al. [13] and Kouwenhoven
et al. [14] have been interpreted only qualitatively in the frame of the two-
dimensional model of the quantum dot [22-26]. The confinement potential was
assumed [22-26] to be the two-dimensional harmonic-oscillator, gate-voltage
independent, potential. In our quantitative model description [27] of t!:e shell
filling in the gated quantum dot [13], we have applied the three-dimensional
anharmonic confinement potential, which was assumed to be proportional to
the gate voltage. In the present paper, we provide a comprehensive theory,
which accounts for all the observed [13,14] electronic properties of the gate-
controlled quantum dots. The present theory is based on a self-consistent
solution of the Poisson-Schrédinger problem in the three dimensions. There-
fore, the confinement potential is not assumed as in the other papers [22-26],
but calculated as a function of gate voltage, geometry of the nanodevice, and
donor-impurity distribution. An excellent agreement with the experimental
results [13,14] is obtained.

2 Solution of Poisson-Schr6dihger problem

In the present paper, we have applied the model nanostructure, which possi-
bly well approximates the real nanodevice [13] and allows us to perform the
calculations with the required precision. The quantum-dot nanodevice [13]
possesses an almost cylindrical shape and consists of several layers made of dif-
ferent materials. In the direction of the cylinder axis (z axis), the geometry of
the nanodevice is asymmetric with respect to the source and drain electrodes.
However, the experimental results, in particular the Coulomb diamonds [14],
are nearly symmetric with respect to the source-drain polarity. Therefore,
our model nanostructure is assumed to be symmetric with respect to z =
plane and the layer sequence at the source (substrate) side is symmetrically
repeated at the drain (top) side. The model nanostructure (Fig. 1) consists
of a central 12-nm thick IngsGag.gsAs layer, which forms a quantum-dot re-
gion, 7.5-nm Alg.2;Gag 7sAs layers, which form potential-barrier regions, 3-nm
undoped GaAs spacers, which separate the electrons confined in the quantum
dot from fluctuating fields of single impurities, and Si-doped n-GaAs layers,
to which the source and drain contacts are connected. The third electrode
(Schottky gate) is a 40-nm high metal ring placed on the cylinder side close
to the quantum-dot and barrier regions. A concentration of donors steadily
increases in the direction of the source and drain. The ionized donors in the
n-GaAs layers screen the electric field of the gate, which — as we will show
— considerably affects the electronic properties of the nanodevice. We have



assumeu that there exist the two n-GaAs layers with donor concentrations n,
and n,, where ny > n;. The first layer (n;-GaAs with the 20-nm thickness)
determines the electronic properties of the quantum dot for small gate volt-
ages. For the sufficiently large gate voltage, all the donors in the first layer
are ionized and the second n;-GaAs layer becomes effective in the screening
of the electric field. The thickness of the ny-GaAs layer has been taken on to
be so large that the electric field near the source and drain vanishes for the

highest gate voltage applied. We have checked that the full screening appears
for the 150-nm thickness of the ny-GaAs layer.

In order to describe the electronic properties of the quantum-dot nanodevice
[13,14], we have developed a self-consistent method of solution of the Poisson-
Schrédinger problem for the model nanostructure (Fig. 1). In the frame of this
approach, we solve the Poisson equation

V¥pq(r) = —pa(r)/eoe (1)

for the potential @4(r) created by the external electrodes and ionized donors
of the charge density pu(r), where gq is the permittivity of vacuum, and ¢ is
the static dielectric constant of GaAs. When determining charge density pq(r)
we neglect the thermal ionization of the donors, since the experiments [13]
were performed at very low temperatures, and assume that the donor at the
position r becomes ionized, if the total potential energy U(r) of the electron
is larger than the binding energy W, of the electron on the donor center, i.e.,

Ur) > Wy . (2)

The charge density of ionized donors is determined as follows: py(r) = eny
for these donor positions, for which inequality (2) is satisfied, and pg(r) =0
otherwise. The donor concentration ngy is equal to 0,ny, and n, for the GaAs

spacer, n;-GaAs, and n,-GaAs layers, respectively. The total potential energy
of the electron

U(r) = —e®(r) (3)
is determined by the total electrostatic potential ®(r) given by
®(r) = @a(r) + ¢c(r) (4)

where potential y.(r) stems from the electrons confined in the quantum dot.
This potential is calculated according to the formula

3 /I¢ﬂ .
pe(r) = 47T605 Z / (5)

lr—rl

where the sum runs over all the occupied one-electron states, whose wave func-
tions ¥, (r) are obtained by the Hartree-Fock method. The upper summation



limit corresponds to the N — 1 electrons bound in the quantum dot. This is
the stationary description of the tunneling of the Nth electron through the
dot, which is valid if the probability of finding of the tunneling electron inside
the dot is much smaller than that outside the dot.

In order to solve Poisson equation (1), we need proper boundary conditions.
These boundary conditions can be put on the total potential @, which is
connected with the donor impurity potential ¢4 by Eq. (4). The total potential
® essentially depends on the voltages applied to the source, drain, and gate
electrodes. Therefore, the external voltages affect the potential confining the
electrons in the dot via the boundary conditions. Poisson equation (1) is solved
by the finite-difference relaxation method in the cylindrical coordinates (p, z)
on the two-dimensional mesh (p; = iAp,z; = jAz). For this purpose, we
consider the finite region: 0 < p < pmaz and 0 < 2z < Znaa, limited by
the metal surfaces, which are supplemented by the cylinder surfaces between
the drain and gate (source and drain) electrodes (Fig. 1). Since the source
and drain form ohmic contacts with the doped n-GaAs regions, we take on
®(rsource) = Vs and ®(ryrain) = Vi, where V; and V, are the source and
drain voltages, respectively. The gate electrode is in contact with the undoped
semiconductor; so, we have to take into account the Schottky-barrier potential
é5 = 0.65 eV, appropriate for the Al/GaAs interface [30]. This leads to the
following boundary condition: ®(rgee) = V, —ép, where V; is the gate voltage.
We require that the normal derivatives of ® vanish on the supplementing
surfaces. This boundary condition is valid for pmez — o0. In the numerical
calculations, the radius of the quantum dot has to be finite. We have checked
that decreasing pmez to B = 220 nm, which corresponds to the radius of the
real nanodevice [13], has a negligible influence on the value of the confinement
potential inside the dot.

The present numerical solution of the Poisson equation yields the values
©aq(pi, z;) of the potential on the two-dimensional mesh. Due to the small
thickness of the quantum dot, we use in the Hartree-Fock calculations the val-
ues of the potential for z = 0, i.e., 4(p,0). Moreover, since the analytic form
of the potential is more convenient for solving the Hartree-Fock equations, we
have fitted the 2M-order polynomial

M
Bp)= 3 v (6)

to the numerical results (g(p;, 0) obtained from the Poisson equation. We have
found that the sixth-order polynomial is necessary to reproduce correctly the
numerical solutions.

The present sclf-consistent approach is completed by solving the Schrédinger
equation for the N-electron system by the Hartree-Fock method. In the Hartree-



Fock equations, we take on the potential energy of the electron in an external
field to be

Uest(r) = Ua(2) — ed(p) , (7)

where Ug(z) is the potential energy of the electron in the double-barrier
GaAs/AlGaAs/InGaAs heterostructure given by

U, for InGaAs quantum dot ,
Uw(z) =< Uy for AlGaAs barriers , (8)
0 for GaAs spacers ,

where U,, and U, are the energies of the potential well and barrier, respectively.
We have solved the Hartree-Fock equations by expanding the one-electron
wave functions in the Gaussian basis {27-29]

1/)n(r) = Zc,,gu(l‘) ) (9)
where

gu(r) = zPy® exp[—otu(ilﬂ2 + yz) - ,3u22] ) (10)

¢y, o, and B, are the variational parameters, p, and g, are integers, and the
number of basis elements included in Eq. (9) is 45. The one-electron wave
functions depend on the external potential (7), which in turn is determined
by the one-electron wave functions via Eq. (5). Therefore, the present Poisson-
Schrédinger problem has to be solved self-consistently.

The shape of the real nanodevice can deviate from the ideal cylindrical shape
[31]. We have taken into account this asymmetry by introducing a small
anisotropy of the quantum dot into the Hartree-Fock equations, which slightly
changes the ground-state energy of the N-electron artificial atom and leads to
a better agreement with experiment. In the Hartree-Fock equations, we have
replaced variable p in Eq. (6) by 5, where g% = (1 +v)%2% + (1 — v)%y? and ~
is the anisotropy parameter.

For the quantum-dot nanodevice [13], their physical parameters are not given
with the required precision or only the nominal donor concentrations are pro-
vided. Therefore, in the present work, we have treated the following parame-
ters: donor concentrations n; and n,, anisotropy parameter v, and potential-
well depth U, as adjustable parameters. Their actual values, found in the
present calculations, are: n; = 6.3x10%cm™3 ny = 17.5x10%cm™3, v = 0.035,
and U,, = —55 meV. Moreover, we have set the values of the other material pa-
rameters, namely, the electron effective band mass is equal to 0.065 of electron
rest mass, ¢ = 12.6, and U, = 220 meV.




3 Results and Discussion

The potential profiles calculated from Poisson equation (1) are reported in
Figs. 2, 3, and 4. Fig. 2 displays the total potential energy U as a function of
the cylindrical coordinates p and z if no electrons are confined in the dot and
Vy = 1.5 V. Fig. 3 shows the donor-impurity potential ¢4 as a function of p
and V; for z = 0. We note the considerable nonparabolicity of this potential, in
particular for the small gate voltage. Moreover, the gate-voltage dependence of
potential ¢ is significant. Fig. 4 explicitly shows this gate-voltage dependence
for p = 0, i.e., the center of the quantum dot. In contrast to our tentative
model [27], this dependence is non-linear.

Using the Hartree-Fock method we have calculated the ground-state energy
En of the N-electron artificial atom. Since the anisotropy of the nanostructure
is small, the occupancy of the electronic shells is entirely determined by the
almost cylindrical symmetry of the problem. Accordingly, the first three shells
are filled by 2, 4, and 6 electrons. We have performed the calculations for
these three shells, i.e., for N = 1,...,12 electrons. The chemical potential
of the N-electron artificial atom is calculated as follows: uy = En — En_;.
In Fig. 5, we have plotted the calculated chemical potentials as functions
of the number N of electrons and gate voltage V, for V;, = V;, = 0. The
current can flow through the gate-controlled quantum dot even if V, — V; ~ 0
provided that the chemical potential sy is aligned with the Fermi energy of
the source and drain. In the present paper, we take the Fermi energy of the
source as the reference energy and set it equal to zero. The straight line in
Fig. 5 corresponds to this reference energy level. The crossing points of the
chemical-potential plots with the reference-energy level enable us to determine
the values of gate voltages, for which the current peaks appear. We see that
the calculated relative positions of peaks very well agree with experimental
results [13]. Moreover, Fig. 5 shows that the significantly larger separations
between the pairs of plots, namely, u; — w3 and ug — u7, result from the full
filling of the first and second electronic shells, respectively. Additionally, the
separations u4 — us and pg — g0, which correspond to the half filling of the
electronic shells, are slightly increased, which demonstrates that the electronic
shells of the artificial atoms are filled according to the Hund rule.

In our recent paper [32], we have determined the conditions for the current to
flow if the source-drain voltage is non-zero and obtained a good agreement with
the measured [14] Coulomb diamonds. The results of Ref. {32] show that the
present treatment is also feasible for the description of the quantum Coulomb
blockade if the non-zero source-drain voltage is applied.

In order to describe the single-electron tunneling observed in an external mag-
netic field, we have extended the present approach to this case. The results are
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reported in Iig. 6. Solid curves (Fig. 6) show the calculated gate voltage, for
which the Nth electron tunnels through the quantum dot in the magnetic field
B applied in the z direction for zero source-drain voltage. Each solid curve
in Fig. 6 corresponds to chemical potential up, translated into the gate volt-
age similarly as in Fig. 5. The cusps shown by the arrows correspond to the
magnetic-field induced transformations of the ground state of artificial atoms.
Since the condition for the current to flow is determined by the alignment
of the Fermi energy of the leads with the chemical potential of the artificial
atoms, each transformation of the N-electron ground state appears two times
as the cusps of the curves, which correspond to the tunneling of the Nth («;)
and (N + 1)th (8;) electron through the quantum dot. The estimated numer-
ical values of these magnetic fields are listed in Table 1, which also shows the
corresponding change of the spin-orbital configuration of the ground state.
In Table 1, the one-electron spinorbitals are conventionally denoted accord-
ing to the cylindrical symmetry. The present results agree very well with the
experimental data [13] (dashed curves).

4 Conclusions and Summary

In the present work, we have solved the Poisson-Schrédinger problem for the
gate-controlled quantum dot and obtained an excellent agreement with the
transport-spectroscopy results both with and without the magnetic field. For
zero source-drain voltage, the single electron can tunnel via the gate-controlled
quantum dot if the chemical potential of the excess electrons confined in the
dot is equal to the Fermi energies of the source and drain. In this case, the
quantum Coulomb blockade is removed and the electrons tunnel through the
double-barrier heterostructure. In the opposite case, the tunnel current cannot
flow due to the quantum Coulomb blockade. The excess electrons confined
in the quantum dot form bound artificial-atom states. The number of the
electrons forming the artificial atoms and their energy levels depend on the
confinenent potential, which can be tuned by changing the gate voltage. This
is a basis for a construction of the single-electron transistor. In the frame of
the present project, we have quantitatively reproduced the experimental data
obtained for the gated quantum dots and provided a physical interpretation
of the effects underlying the action of the single-electron transistor.

Acknowledgments — This work is partly supported by the Scientific Research
Committee (KBN) under grant No. 2P03B 5613).
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Table Caption

Table 1. Magnetic-field induced transformations of the ground state of few-
electron artificial atoms. The change of the spin-orbital configuration is dis-
played in the third column, where the orbitals with the z component of the
angular momentum { = 0, 1, 2, 3, and 4 are denoted by s, p, d, f, and g,
respectively, % is the sign of [, and the z component of total spin (in units k)
is given in the parentheses. In the fourth and fifth columns, the values of the
magnetic field (in tesla) are quoted, which correspond to the transformations

of the N-electron artificial atoms observed in the tunneling of the Nth electron
(a;) and (N + 1)th electron (5;).

i N transformation o; B;
1 2 s%(0) — sp-(1) 4.25 3.5
2 3 sPp_(L) = sp_d_(3) 45 4
3 4 s*p_py(l) — s?p2(0) 0.75 0.5
4 4  s*p2(0) — s*p_d_(1) 3.7 3.3
5 4  s?’p_d_(1) — sp-d_f_(2) 4.9 4.4
6 5 s’pPpi(3) = s”pPd(3) 1.4

7 5 s%prd_(}) = sPp_d_f_(3) 4.1

8 5 pd f() o spdfg-(D) 5

11



Figure Captions
Fig. 1. Model nanostructure used in the present calculations.

Fig. 2. Total potential energy U of the electron obtained from the solution of
the Poisson equation in the case if no electrons are confined in the quantum
dot as a function of cylindrical coordinates p and z.

Fig. 3. Potential of ionized donors ¢4 obtained from Poisson equation [Eq. (1)]
as a function of p and gate voltage for z = 0.

Fig. 4. Gate-voltage dependence of donor-impurity potential ¢4 for p = 0 and
z = 0.

Fig. 5. Chemical potentials uy (solid curves) calculated for N = 1,...,12
clectrons confined in the quantum dot as functions of gate voltage V,. The
zero on the energy scale corresponds to the Fermi energy of the source and
drain for zero source-drain voltage. The measured [13] peaks of source-drain
current are also shown.

Ilig. 6. Calculated (solid curves) and measured (dashed curves) gate voltage Ve,
for which the current peak appears at zero source-drain voltage, as a function
of magnetic field B. In the regions denoted by N, the N-electron artificial
atoms ace formed in the quantum dot. The critical fields denoted by «; and
Bi correspond to the transformations of the N-electron ground state observed
in the tunneling of the Nth and (N 4+ 1)th electron, respectively. Thin dashed
lines link the cusps resulting from the same ground-state transformation.
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Abstract

An outstanding problem of a quantitative description of electronic proper-
ties of a vertical gated quantum dot has been solved for the first time by
a self-consistent approach to the Poisson and Schrédinger equations. We
have calculated the confinement potential and determined the conditions for
a single-electron tunnelling. A good agreement with experiment has been
obtained for the twelve single-electron current peaks as a function of gate
voltage V, for source-drain voltage Vsq = 0, the bounds on diamond-shaped
regions in the V, — Vyq plane, for which the flow of current is blocked, and the
current-gate voltage characteristics in an external magnetic field.
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A quantum dot (QD) is a semiconductor nanostructure, in which the space accessible
for electrons is limited in all the three dimensions by the interfaces and/or external volt-
ages applied to electrodes. Excess electrons confined in the QDs form bound states, which
exhibit features of N-electron artificial atoms.!™3 Among many types of QDs, fabricated by
modern nanotechnology, the gated QDs (gate-controlled QDs)*® are especially interesting.
In these QDs, it is possible to change the confinement potential by changing the gate voltage
and therefore to modify the electronic properties of artificial atoms, which leads to a pos-
sibility of constructing of a single-electron transistor.* Recently, very interesting transport-
spectroscopy studies with the vertical gated QDs have been performed by Tarucha et al®
and Kouwenhoven et al.®.

Until now, the remarkable results®® have been interpreted only qualitatively in the frame
of a two-dimensional model.”™*® In these papers,” ° the confinement potential was assumed
to be parabolic and independent of the gate voltage. In our previous paper,!! we have
proposed a phenomenological model with an anharmonic confinement potential, which was
assumed to be a linear function of the gate voltage. In the present paper, we present the
first complete self-consistent solution of the three-dimensional Poisson-Schrédinger problem
for the vertical gated QD and provide a full quantitative description of all the electronic
properties observed®® in these QDs. Contrary to the previous studies,” 2 the confinement
potential is not assumed but calculated as a function of gate voltage, geometry of the
nanodevice, and donor distribution.

The nanodevice®® has a nearly cylindrical shape and consists of several layers made from
different materials. In the direction of the cylinder (z) axis, the geometry of the nanodevice
is asymmetric with respect to the source and drain positions. However, the experimental
results, in particular the Coulomb diamonds®, are almost perfectly symmetric with respect
to the source-drain polarity. Therefore, we have assumed the model nanodevice, in which
the layers are symmetrically placed in the z direction. The model nanostructure applied
in the present paper is displayed in the inset of Fig. 1. The 40-nm high Schottky gate is

placed on the side of the cylinder with the radius R = 220 nm close to the AlGaAs barriers

[\



and 12-nm thick IngosGag.esAs layer, which forms a QD region. The undoped GaAs spacer
separates the QD from a fluctuating field of single impurities. The ionized donors in the n-
GaAs layers screen the electric field of the gate. A concentration of donors increases stepwise
in the direction of the source and drain. Since the authors®® did not give accurate values of
material parameters of the doped layers, we have assumed that there exist two n-GaAs layers
with donor concentrations n; and n,, where ny > ny. The first layer (n1-GaAs) determines
the electronic properties of the QD for small gate voltages. For large enough gate voltage,
all the donors in the first layer are ionized and the second ng-GaAs layer becomes effective
in a screening. The thickness of the n,-GaAs layer has been taken on so large that the
electric field vanishes near the source and drain for all the applied gate voltages. The above
sequence of layers is symmetrically repeated on the other side of the InGaAs layer. This
model nanostructure allows us to reproduce the electronic properties of the nanodevice® and
considerably simplifies calculations.

For the gate-controlled QD, we have elaborated a self-consistent method of solution of
the Poisson and Schrédinger equations, which consists of several steps. In the first step,
we calculate the confinement potential, which is treated as an external potential for the N-
electron problem solved in the last step by the Hartree-Fock method. The potential energy

Uvons(r) of the confinement of an excess electron in the QD is given by

Ueconf(r) = Uap(2) — ewa(r) , (1)

where Ug(2) is the potential energy of the electron in the GaAs/AlGaAs/InGaAs double
barrier and e is the elementary charge. The potential ¢4, which originates from the voltages
applied to the external electrodes and the ionized donors in n-GaAs layers, is calculated

from the Poisson equation

Via(r) = —pa(r)/eoe (2)

where py(r) is the density of the charge of ionized donors, &g is the permittivity of vacuum,

and ¢ is the static dielectric constant of GaAs. Since the experiments® were performed at
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very low temperatures (~ 200 mK), we assume that the donor at the position r becomes

ionized, if the total potential energy U(r) of the electron is larger than the binding energy
of the electron on the donor center. The potential energy of the electron U(r) = —e®(r) is

determined by the electrostatic potential ®(r) = 4(r) + @.(r), where ¢.(r) is the potential

of the field created by the electrons confined in the QD and is calculated as follows:

Z/ &r Nn(r! (3)

?e(r) Ir — r’|

47r506
In Eq. (3), the sum runs over all the occupied (N — 1) one-electron states, whose wave
functions 1, (r) are obtained by the Hartree-Fock method. Such a treatment provides a
stationary description of tunnelling of the Nth electron through the dot, which is valid if
the probability of finding of the tunnelling electron inside the dot is much smaller than that
outside the dot.

When solving Poisson equation (2), we have put the boundary conditions, which take
into account external voltages applied to the leads and the free charge of the leads (with
the image charges of electrons in the dot included). These boundary conditions have been
put on the total potential ®(r) on the surface of the cylinder. Because the source and drain
form ohmic contacts, we take on ®(ropurce) = Vs and ®(rgrain) = Vi, where V; and V; are the
source and drain voltages, respectively. Since the metal gate is in contact with an undoped
semiconductor, we take into account the Schottky barrier ¢p = 0.65 eV, which leads to the
boundary condition: ®(rgee) = V; — ¢5. Moreover, we require that the normal derivatives
of ®(r) vanish on the side surface of the cylinder between the leads. Poisson equation (2)
has been solved by the relaxation method in the cylindrical coordinates (p, z) on the finite-
difference mesh (p; = iAp,z; = jAz), which leads to the numerical solutions walpi, zj)-
Due to the small thickness of the QD, we take into account the values of the potential ¢4
for z = 0, i.e., @a(p,0). Since an analytic form of the potential is more convenient in the
Hartree-Fock method, we have fitted the following sixth-order polynomial to the numerical

results obtained from the Poisson equation:

B(p) = vo+ cp® + cup + ap® . (4)
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Form (4) is used in Eq. (1) to calculate the confinement potential energy. Fig. 1 displays
the numerical solutions of the Poisson equation and fitted polynomials of the sixth and
second order for different gate voltages. We note the considerable deviations of the solutions
of the Poisson equation from the parabolic potential and their strong dependence on the
gate voltage. These properties of the confinement potential, being in contradiction with the
commonly used parabolic, gate-voltage independent, confinement potentials,” ' are crucial
to explaining the transport-spectroscopy data.®®

In the last step, we solve the eigenvalue problem for the N-electron system by the Hartree-
Fock method with the potential energy of the external field assumed to be Uezt(r) = Ucons(T)-
In the Hartree-Fock method, we apply the one-electron wave functions expanded in the
Gaussian basis.!"!3 The electron probability density depends on the confinement potential,
which is determined by the concentration of the ionized donors. Due to the Coulomb coupling
between the excess electrons and donor ions, the Poisson and Schrédinger equations have to
be solved self-consistently. This process is repeated until self-consistency of the electrostatic
potential and Hartree-Iock solutions is reached.

The actual shape of the vertical QD' can deviate from the ideal cylindrical formn. We
have taken into account this asymmetry and introduced an anisotropy of the QD as a
small perturbation of the rotational symmetry. We have found that the small anisotropy
slightly changes the ground-state energy of the N-electron artificial atom, which leads to
a better agreement with experiment. The anisotropy has been included in the Hartree-
Fock method by replacing variable p in Eq. (4) by p, where = (14 7)%+ (1 —7)%?
and v is the anisotropy parameter. Since not all the parameters of the QD® are known
with a sufficient precision, we have adjusted the values of donor concentrations n; and
n,, anisotropy parameter v, and potential-well depth Uy, slightly changing their nominal
values, in order to obtain an agreement with experiment. This leads to the following values:
ny = 6.3 x 10%%ecm™3, ny = 17.5 x 10'%cm™?, v = 0.035, and Uy = —55 meV (energy of
InGaAs conduction band bottom with respect to that of GaAs spacer). The nominal value

of n; was estimated!® to be 7.5 x 10**cm™. Moreover, we have set the electron effective
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band mass to be 0.065 of the electron rest mass, ¢ = 12.6, and the AlGaAs barrier height
= 220 meV. We have checked that the present results are not sensitive to small changes of
the parameters.!®

The self-consistent solution of the Poisson-Schrodinger problem provides the ground-
state energy Fn of the N-electron artificial atom. The occupancy of electronic shells is
determined by t@; cylindrical symmetry of the problem (the influence of the anisotropy is
small). Therefore, the first three shells are filled by 2, 4, and 6 electrons. The present
calculations have been performed for these shells,v ie., for N = 1,...,12 electrons. In
Fig. 2, we plot the calculated chemical potential uy = Enxy — En_1 as a function of V
for V, = V; = 0. When considering the tunnelling of the Nth electron, the energies Eyn
and Fy_; are calculated with the use of the same confinement potential. Therefore, in the
calculations of both the terms in upy, the energies of an environment are the same and cancel
out. In this way, the chemical potential un takes as well into account the interaction of the
electrons confined in the dot with the environment. The current can flow through the gated
QD even if V, — V; ~ 0 provided that chemical potential upy is aligned with the Fermi energy
of the source and drain. Since we have set the Fermi energy of the source to be equal to zero,
the straight line in Fig. 2 corresponds to V; = V; = 0. The crossing points of uy with this
line allow us to determine the values of gate voltage, for which the current peaks appear.
The calculated relative positions of the peaks very well agree with experimental results® and
show that the electronic shells are filled according to Hund’s rule.

We have also determined the conditions for the current to flow under the source-drain
voltage applied. The calculated lower (upper) bounds on the voltages, above (below) which
the source-drain current can flow, are reported in Fig. 3. The experimental data,é l.e., the
positions of current peaks on the V, — V4 plane, are shown by shaded regions. The white,
diamond-shaped, regions correspond to the values of voltages, for which the current does
not flow through the nanodevice, i.e., the electron tunnelling is blocked. To the best of our

knowledge, we have obtained the first theoretical results for the Coulomb diamonds in the

frame of the quantum-mechanical approach, which very well agree with the experimental
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data®.

Wé have extended the present approach to the case of external magnetic field applied
in the z direction. Fig. 4 displays the gate voltage, for which the electrons tunnel through
the QD in the magnetic field for V4 = 0. Solid curves in Fig. 4 are obtained from chemical
potentials py, converted into the gate voltage similarly as in Fig. 2. The cusps in the curves
in Fig. 4 result from the changes of the spin-orbital configuration of the ground state of the
N-electron artificial atom in the magnetic field. Since the condition for the flow of current
is determined by the chemical potential of the electrons confined in the QD, each change of
the N-electron ground state is seen two times as the cusps in the curves, which correspond
to the tunnelling of the Nth electron (arrows) and (NN + 1)th electron (triangles). The cusps
resulting from the same ground-state transformation are connected by thin dashed lines in
Fig. 4. If the gate voltage becomes less negative, the lateral confinement potential is more flat
(cf. Fig. 1) and the confined electrons become weakly localized. Since the magnetic field more
strongly affects the weakly localized electrons, the magnetic-field induced transformation of
the ground state appears at lower critical ficld for the increasing gate voltage. The gate-
voltage dependence of the confinement potential is of crucial importance in the explanation
of the observed® changes of critical magnetic fields. The present approach has allowed us to
obtain all the ground-state transformations!® observed in experiment®.

In summary, we have solved the outstanding problem of the quantitative interpretation
of transport-spectroscopy results for the vertical gated quantum dots and obtained the first

complete theoretical description of the electronic properties of these nanostructures.
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FIGURES
FIG. 1. Potential energy (—egq) calculated from Eq. (2) (symbols) and fitted with polynomials

of the sixth (solid curves) and second (dashed curves) order as a function of p and gate voltage V.
Inset: Schematic of the model nanodevice applied in the present calculations. The thicknesses of

layers are given in the parentheses.

FIG. 2. Chemical potential (solid curves) calculated for N =1,..., 12 electrons confined in the
QD as a function of gate voltage. The zero on the energy scale corresponds to the Fermi energy
of the source and drain for V, = V4 = 0. The measured [5] peaks of source-drain current are also

shown.

FIC. 3. Coulomb diamonds: solid curves show the upper (lower) bounds on the gate and
source-drain voltages, below (above) which the source-drain current flows. Shaded regions show

the measured positions of current peaks.

FIG. 4. Magnetic-field dependence of calculated (solid curves) and measured [5] (dashed curves)
gate voltage, for which the current peak appears for Vog = 0. The occupied one-electron orbitals
of N-electron artificial atoms are conventionally labelled according to the cylindrical symmetry:
s,p,d, f,g denote the z component of angular orbital momentum M = 0, 1,2,3,4 (in units i),
respectively, and £ are the signs of M. Cusps, resulting from the ground-state transformations,

are marked by arrows and triangles (see text).
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THEORETICAL DESCRIPTION OF SHELL FILLING
IN CYLINDRICAL QUANTUM DOTS

B. SzAFRAN, S. BEDNAREK AND J. ADAMOWSKI

Faculty of Physics and Nuclear Techniques, Technical University (AGH)
Al. Mickiewicza 30, 30-059 Krakéw, Poland

A theoretical quantitative description is given for non-periodic oscil-
lations observed in a current vs. gate voltage characteristics of cylindrical
quantum dots. Energy eigenvalues and chemical potentials for a system of
N confined electrons (N = 1,...,13) are calculated by the unrestricted
Hartree-Fock method with a confinement potential proportional to the gate
voltage. The positions of the observed peaks of the current are reproduced
with a very good accuracy. The non-periodicity of the characteristic is ex-
plained as a result of the shell filling, which is a signature of the quantum
Coulomb blockade,

PACS numbers: 73.20.Dx

Recently, the non-periodic pattern of peaks has been observed [1] in the
current-gate voltage characteristics of InGaAs/AlGaAs cylindrical quantum dots
(QDs). This property cannot be explained by the classical Coulomb blockade
model [2] and is tentatively attributed [1] to a filling by electrons of the shells
in an artificial atom, which is formed in the QD region. According to the clas-
sical Coulomb blockade model, the energy, which is necessary to add one elec-
tron to the QD, is approximately equal to the charging energy of a capacitor,
which corresponds to the QD. This model predicts the equal spacing between the
peaks of the current observed as a function of the gate voltage, i.e., the periodic
pattern of peaks. Such a behavior was observed in the QDs, which contained a
large number (several tens) of electrons [2]. The new feature observed by Tarucha
et al. [1] resulted from the possibility of decreasing the number of electrons in
the QD to 0 by increasing the gate voltage. For a small number of electrons,
the current-gate voltage characteristic clearly shows the quantum properties of
the electron system. Ezaki et al. [3] calculated the electronic structure in circular
quantum dots, which exhibit some similarity to the fabricated nanostructures (1].
An attempt of theoretical description of the experimental results [1] has been un-
dertaken by Nagaraja et al. [4]. The authors approximated the real cylindrical
nanostructure (1] by a rectangular box, which yielded the results that only quali-
tatively corresponded to the experimental data [1]. In the present work, we provide
a quantitative quantum-mechanical description of the observed [1] shell-filling ef-
fects. For this purpose, we study the many-electron system, which is subjected to

ey
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the three-dimensional gate-voltage-dependent confinement potential of cylindrical
symmetry. -

The cylindrical QD [1] is determined by the ring-shaped side-gate electrode
and two vertically placed Alp.22Gao.78As barriers. The inner QD region is made of
Ino.0sGag.esAs, its radius is 2560 nm, the barriers are spaced by 12 nm. The source
and drain electrodes are mounted at the upper and lower sides of the cylinder.
The entire nanostructure is grown on the GaAs substrate. In order to describe
the excess electrons in this QD, we apply the effective-mass approximation and
assume that the confinement potential acting on electrons possesses the cylindrical
symmetry and can be separated into the vertical [Vji(2)] and lateral [VL(p)] com-
ponents. [We denote the cylindrical coordinates by (p, z,$).] The potential Vil(2)
is taken on as the rectangular potential well of finite depth, i.e., the corresponding
potential energy Ujj(z) of electrons takes on the values: Uj(z) = —180 meV inside
the QD, i.e., for |z| < 6 nm, and U) = 0 otherwise. The lateral confinement results
from the negative voltage applied to the gate electrode, which repulses the elec-
trons towards the QD axis and simultaneously raises the potential energy of the
electrons in the QD with respect to the Fermi level of the source—drain system. We
assume that the electron potential energy resulting from the lateral confinement
is proportional to the gate voltage Vgate and has the form

UJ.(P) = evgate(a + ‘BPE o 'qu)! (1)

where e is the charge of electron, «, @, and 7 are treated as adjustable parame-
ters. The form of the confinement potential used in the present paper is suggested
by the approximate analytical solutions of the Poisson equation for the consid-
ered nanostructure. The conduction-band minimum of the AlGaAs barrier in the
absence of the gate voltage is set equal to zero and taken as the reference energy.

‘We consider the system of N electrons, which are subjected to the confine-
ment potential and interact between themselves via the screened Coulomb inter-
actions. The changes of the dielectric constant & and the electron effective band
mass me at the dot/barrier interface have been neglected. We take on the values
of these material parameters, which correspond to the Ing.osGag esAs alloy, i.e.,
¢ = 10.96 and m./meo = 0.065.

We solved the eigenvalue problem for N interacting electrons (N = 1,...,13)
confined in the QD with the help of the self-consistent unrestricted Hartree-Fock
method. More details about the application of the Hartree—Fock method to quan-
tum dots can be found, e.g., in Ref. [5]. In the present work, the one-electron
orbitals were taken on as the linear combinations

exp(—b2?) ) cmnpa™y" exp[—a(z® + ¥°)/p], (2)

mnp ;
where a, b, and ¢mnp are the variational parameters, 2?4+ y? = p*, and the other
parameters take on the following values: m, n =0,...,3, and p=1,...,4. The
z-dependent part of the wave function corresponds to the ground state only, since
the energy-level separations resulting from the size quantization in the z-direction
are large due to the small thickness of the InGaAs layer. Therefore, for the consid-
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ered numbers of electrons (N < 13), only the ground state for the motion in the
2-direction is occupied. For N = 13, the convergence of the variational procedure
was achieved already for 28 elements used in expansion (2).

The ground-state energies Ey for N electrons in the QD calculated as func-
tions of the gate voltage Vgate allow us to obtain the chemical potentials according
to the formula: puy = Eny — En—1. Using the calculated chemical potentials, we
find the position of peaks in the current-gate voltage characteristics (Fig. 1). For
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Fig. 1. Chemical potentials py for N =1,..., 13 electrons as functions of the poten-
tial energy of the gate electrode. The measured [1] current-gate voltage characteristic
is also shown. The horizontal solid line shows the Fermi energy of the source—drain sys-
tem at zero source—drain voltage and the vertical dashed lines show the positions of
peaks predicted in the present paper. The lower (upper) dashed line corresponds to the
potential-energy minimum inside the QD (barrier) region.

a negligibly small source-drain voltage, the energy levels of the QD are filled by
the electrons up to the common Fermi level of the source—drain system. Accord-
ing to the Coulomb blockade model, the N-th peak in the current-gate voltage
characteristic appears if an alignment takes place between the chemical poten-
tial of the N-electron artificial atom and the Fermi level of the source—drain sys-
tem. In this case, the number of electrons confined in the QD oscillates between
N —1 and N. The chemical potential y; of one electron, which corresponds to
the gate voltage for the first peak, yields the Fermi energy of the source—drain
system (cf. horizontal solid line in Fig. 1). We assume that this Fermi energy
is independent of the gate voltage. The results of the present calculations ex-
actly reproduce the positions of the first thirteen peaks (Fig. 1) if the parame-
ters of the lateral confinement potential [cf. Eq. (1)] take on the following values:
o = 0.129, § =219 x 107® nm~?, and y = 3.75 x 108 nm~*. Figure 1 shows
the first peaks in the current-gate voltage characteristic observed [1] for the very
small source—drain voltage (250 V). Solid curves display the calculated chemical
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potentials iy, ..., u13. The two dashed-dotted curves show the dependence of the
position of the potential-energy minimum (for p = 0) inside the QD region (lower
curve) and inside the barrier region (upper curve) on the applied gate voltage.

In Fig. 1 we see that the separations between the certain peaks increase,
namely, between the 2nd and 3rd, 6th and 7th, and 12th and 13th peaks. This
effect results from the filling by electrons of the subsequent shells of an artifi-
cial atom formed in the QD region. The first three shells are filled by 2, 4, and
6 electrons. These numbers are equal to the degrees of degeneracy of the first
three energy levels for the two-dimensional harmonic potential. This fact can be
used in the interpretation of the present results, since the qualitative properties
of electrons confined in the two-dimensional harmonic potential and the potential
corresponding to Eq. (1) are similar. We note that for large numbers of electrons
the QD exhibits the classical Coulomb blockade effect [2] with the periodic spacing
between the peaks.

We have found that the role of the anharmonic term in Eq. (1) is crucial for
a correct quantitative description of the experimental data [1]. Without this term,
we can reproduce the positions of the first six peaks in Fig, 1, which corresponds
to the filling of the first two shells. The anharmonic potential energy in Eq. (1)
leads to a stronger localization of electrons in the central QD region, which in-
creases the chemical potentials of the electronic system. Figure 2 shows the charge
density calculated for 12 electrons and the harmonic and anharmonic confinement

0.3
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3
c =)
e <
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s 0.1
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Fig. 2. Charge density (in arbitrary units) calculated for 12 electrons in the QD
under the gate voltage Viue = —850 mV (left scale) and the values of Au =
[Ur(p) = UL(0)]/leViare| (right scale) as functions of QD radius p. Solid (dashed) curves
correspond to the anharmonic (harmonic) interaction.
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potential. The effect of the stronger electron localization is clearly visible for the
anharmonic interaction. ?

In summary, the present paper provides the first quantitative explanation
of the quantum Coulomb blockade in cylindrical quantum dots. This effect results
from the quantum many-particle properties of the confined electron system. In
a future research, it would be interesting to calculate the confining potential by
solving numerically the Poisson equation and to extend the theoretical description
to the case of non-zero source-drain voltages.
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Rozdzial 1. Wprowadzenie

Rozdzial 1. Wprowadzenie

Prezentowana rozprawa po$wigcona jest teoretycznemu opisowl wlasnosci elektrono-
wych pélprzewodnikowych kropek kwantowych. Pétprzewodnikowe kropki kwantowe sa
jednym z typéw nanostruktur pétprzewodnikowych, ktoére w ostatnich latach staly si¢ przed-
miotem intensywnych badan. Badania te posiadaja istotne znaczenie zarowno poznawcze jak
i aplikacyjne, poniewaz ich celem jest z jednej strony obserwacja i wyjasnianie nowych zja-
wisk fizycznych, a z drugiej — préba skonstruowania elementéw elektronicznych o nowych
mozliwoéciach technicznych. Celem podjetych badan, ktorych wyniki przedstawiono w ni-
niejszej rozprawie bylo wyjaénienie nowych jakosciowo wiasnosci ukladoéw elektronowych
uwiezionych w kropkach kwantowych oraz potrzeba ilodciowego opisu niedawno przeprowa-
dzonych do$wiadczen spektroskopii pojemno$ciowej i transportowej kropek kwantowych.
W ramach tych badan wyjaéniono problemy, ktore nie zostaty rozwiazane przez innych auto-
réw we wezeéniejszych pracach. Wyniki prezentowane w niniejszej rozprawie zostaly przed-
stawione w pracach [A1-A17].

Nanostrukturami pélprzewodnikowymi [1] nazywamy uklady poOlprzewodnikowe,
w ktorych przestrzen dostgpna dla no$nikow tadunku jest ograniczona w jednym, dwoch lub
trzech wymiarach do obszaru o rozmiarach rzedu kilku-kilkﬁdziesiqciu nanometrow.
W strukturach potprzewodnikowych o rozmiarach nanometrowych zachodzi kwantyzacja
ruchu noénikéw tadunku. Zjawisko to, zwane kwantowym efektem rozmiarowym [2], pozwala
na obserwacje nowych zjawisk fizycznych w nanostrukturach i stwarza nowe mozliwosci
aplikacyjne. Ograniczenie przestrzeni dostgpnej dla no$nikow tadunku, moze zachodzi¢
w wyniku przytozonego z zewnatrz pola elektrycznego lub przestrzenne; modulacji sktadu
chemicznego nanostruktury. Na zlaczu dwoch pétprzewodnikéw o réznym wzglednym poto-
Zzeniu minimum pasma przewodnictwa i (lub) maksimum pasma walencyjnego powstaje ba-
riera potencjatu dla elektronow i (lub) dziur. Pierwsze nanostruktury polprzewodnikowe, tzw.
dwuwymiarowe studnie kwantowe [1,3], zostaly otrzymane w latach siedemdziesiatych przy
uzyciu techniki epitaksji molekularnej [4]. Dwuwymiarowa studnia kwantowa jest warstwg
podtprzewodnika o nanometrowej gruboéci otoczong materiatem o szerszej przerwie energe-
tycznej (materialem bariery). Ruch noénikéw tadunku w takiej nanostrukturze ograniczony
jest do obszaru studni kwantowej i jest skwantowany w kierunku wzrostu. Efektywny poten-

cjat powodujacy uwigzienie noénikéw tadunku w ograniczonym obszarze przestrzeni nazy-
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wany jest potencjalem uwiezienia. Pierwszym zastosowaniem dwuwymiarowych studni
kwantowych byta rezonansowa dioda tunelowa [3]. Ograniczenie ruchu noénikéw 1adunku
do dwoéch wymiaréw umozliwito obserwacj¢ kwantowego efektu Halla [5,6]. Potprzewodni-
kowe studnie kwantowe znalazty zastosowanie w produkcji migdzy innymi: diod $wiecacych,
laseréw i ultraszybkich tranzystoréw balistycznych [1]. Uwiezienie kwantowe noénikéw la-
dunku powoduje znaczny wzrost wydajnosci luminescencji 1 zwigksza jej stabilnosé ter-
miczng. Ponadto ograniczenie przestrzeni optycznie aktywnej pozwala na znaczne zmniej-
szenie mocy progowej, jaka nalezy dostarczy¢ do uktadu w celu wywotania akcji laserowe;.
Kwantowy efekt rozmiarowy pozwala stroié¢ dhigo$é emitowanej fali poprzez dobér odpo-
wiedniej geometrii nanostruktur. Wspomniane whasnogci, korzystne dla celow aplikacyjnych,
ulegaja wzmocnieniu wraz ze zmniejszeniem wymiarowosci uktadu. Doprowadzito to do
powstania drutéw i kropek kwantowych.

Nanostruktury, w ktérych ruch no$nikéw jest swobodny w jednym a skwantowany w
dwoch kierunkach, noszg nazwg drutéw kwantowych [1,7]. Natomiast w kropkach kwanto-
wych [1,8-11] noéniki tadunku uwigzione sa w trzech wymiarach i zachodzi trojwymiarowa
kwantyzacja ich ruchu. Podobnie jak w przypadku atoméw, poziomy energetyczne elektro-
now 1 dziur uwigzionych w kropkach kwantowych sa dyskretne, a odpowiednie stany kwan-
towe wykazuja wilasnosci podobne do atomowych powtok elektronowych. Z tego powodu
uktady noénikéw uwigzionych w kropkach kwantowych zostaty nazwane sztucznymi atomami
[10,12].

Pierwsze kropki kwantowe [8,13], ktérych wlasnoéci elektronowe badano dodwiad-
czalnie, cechowaty si¢ submikronowymi (ale wickszymi od 100nm) rozmiarami przestrzen-
nymi 1 zawieraly ~100 elektron6w nadmiarowych. Wyniki pomiaréw [10,13,14] wiasnosci
elektronowych tych uktadéw wykazaly niezalezno$é energii wzbudzen i energli tadowania
kropki od liczby uwigzionych w niej elektronéw. Do teoretycznego opisu wynikéw pomia-
row wystarczajacy byt model klasycznego kondensatora [10] lub prosty kwantowy model
dwuwymiarowego oscylatora harmonicznego [12]. Wytworzenie nowych kropek kwanto-
wych o niewielkich rozmiarach (<100nm) doprowadzito do znacznego wzmocnienia kwan-
towego efektu rozmiarowego, co umozliwito obserwacje jakosciowo nowych efektéw, takich
jak zapetnianie powtok elektronowych sztucznego atomu. Pojawit sie tez problem skonczo-
nej liczby no$nikéw tadunku, ktére moga zostaé uwigzione w kropce. Istniejace wczesniej
modele nie pozwalaly na ilo§ciowy opis obserwowanych zjawisk, a niekiedy uniemozliwiaty
ich poprawna jako$ciows interpretacje, na przyktad skoficzona pojemnogé kropki kwantowe;.

W zwiazku z tymi faktami eksperymentalnymi powstata potrzeba stworzenia nowego podej-
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$cia teoretycznego do tyéh probleméw. Celem badan przedstawionych w rozprawie bylo
opracowanie takiego opisu teoretycznego, ktory bylby stosowalny do kropek kwantowych o
roznej strukturze i rozmiarach. Kluczowe dla rozwiazania tych probleméw okazato sie zasto-
sowanie realnych potencjalow uwigzienia, wynikajacych z rdznic sktadu chemicznego kropki
kwantowe] 1 jej otoczenia oraz przytozonego pola elektrycznego.

Obecnie wytwarzane kropki kwantowe znajduja juz zastosowania w optyce a ich wy-
korzystanie w elektronice i optoelektronice jest kwestia najblizszej dekady. Pierwszymi
kropkami kwantowymi, ktére znalazty zastosowanie jako filtry optyczne byty nanokrysztaty
polprzewodnikowe osadzone w szklanej matrycy [15]. Obecnie, ze wzgledu na prostote pro-
dukcji oraz bardzo obiecujace przyszie zastosowania w optyce i elektronice, intensywnie ba-
dane sa tzw. samozorganizowane kropki kwantowe [16]. Opis procesu ich wytwarzania
umieszczony jest w Rozdziale 5. Potencjal uwiezienia w samozorganizowanych kropkach
kwantowych i w nanokrysztalach otoczonych materiatem izolujacym ma czysto strukturalny
charakter, tzn. wynika ze zmiany sktadu chemicznego wewnatrz nanostruktury. Polaczenie
uwigzienia typu strukturalnego z uwiezieniem sterowanym za pomocg zewnetrznego pola
elektrycznego stwarza mozliwo$¢ skonstruowania tranzystora jednoelektronowego [17].
Przyktad budowy i dzialania takiego tranzystora opisany zostal w Rozdziale 6.

Istnieje kilka metod eksperymentalnych badania uwigzionych w kropkach kwanto-
wych ukladoéw elektronowych. Najstarsza z nich jest pomiar energii wzbudzen sztucznych
atomoOw w zewngtrznym polu magnetycznym, czyli tzw. magnetoabsorpcja w zakresie dale-
kiej podczerwieni [18]. Pomiary te, wykonywane poczatkowo na wzglednie duzych kropkach
kwantowych, zawierajacych kilkadziesiat i wigcej elektrondw nadmiarowych, wykazaly
przyblizona niezalezno$¢ energii przejs$¢ od liczby uwigzionych elektrondéw [13,14,18]. Staba
zalezno$¢ energii przej$¢ od liczby uwiezionych elektronéw daje sie wyttumaczyé w modelu
uwigzienia parabolicznego w oparciu o tzw. uog6lnione twierdzenie Kohna [12,19,20]. Po-
tencjal oscylatora harmonicznego stat si¢ z tego powodu powszechnie uzywanym modelo-
wym potencjatem uwigzienia dla kropek kwantowych [9,12,19,20]. W niniejszej rozprawie
przedyskutowana jest stosowalno$¢ tego modelu i wykazane sg jego ograniczenia. Przepro-
wadzone niedawno [21] pomiary magnetoabsorpcji na samozorganizowanych kropkach
kwantowych o malych rozmiarach przestrzennych, ktére moga wigzaé co najwyzej kilka
elektrondéw, wykazaly wyrazne tamanie uogélnionego twierdzenia Kohna. Wyprodukowanie
takich kropek kwantowych stanowito motywacjg do rozwazenia w tej rozprawie oraz w pu-
blikacjach [A2-A5] bardzo interesujacego problemu maksymalnej liczby elektronéw, jaka

moze zosta¢ zwigzana w potencjale uwigzienia o skonczonym zasiggu i gtebokosci.
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W ostatnich latach powstaly nowe metody badan spektroskopowych, dedykowane
specjalnie kropkom kwantowym. Metody te pozwalaja opieraja sie na pomiarach ruchu no-
$nikéw tadunku miedzy elektrodami zewngtrznymi a kropkami kwantowymi. Mierzony jest
przeptyw pradu przez kropkg [10] (spektroskopia transportowa) lub zmiana jej pojemnogci
elektrycznej, spowodowana zmiana zgromadzonego w niej fadunku [22,23] (spektroskopia
pojemnosciowa). W eksperymentach tych mozliwa jest obserwacja zjawisk zwiazanych z
tadowaniem kropki pojedynczymi elektronami. Najbardziej charakterystyczna cecha wi-
doczna w tych pomiarach jest tzw. blokada kulombowska, ktéra polega na zablokowaniu ru-
chu elektronéw migdzy kropka kwantows a elektrodami dla $ciéle okreslonych napieé ze-
wngtrznych. Pierwsze eksperymenty tego typu, przeprowadzone na wzglednie duzych krop-
kach kwantowych, natadowanych duza liczba elektronéw, dawaty si¢ wythumaczy¢ teoretycz-
nie w modelu klasycznym [10], opartym na prawach klasycznej elektrostatyki. Zgodnie z tym
modelem przyjmuje sig, ze wzglednie duze kropki kwantowe zachowujg sig jak klasyczny
kondensator. Dodanie kolejnego elektronu wymaga dostarczenia do uktadu energii ¢*/C, nie-
zaleznej od zgromadzonego w kropce fadunku (C jest pojemnoscia elektryczng kondensatora,
e jest fadunkiem elementarnym). Przeprowadzone niedawno pomiary transportowe [17] i
pojemno$ciowe [23] na kropkach kwantowych, zawierajacych niewielky liczbe elektronéw,
wykazaty silng zaleznos$¢ energii fadowania od liczby elektronéw oraz efekt zapelniania po-
wlok elektronowych sztucznego atomu, co doprowadzito do zatamania si¢ klasycznego mo-
delu blokady kulombowskiej. W rozprawie przedstawiono zaczerpnigty z publikacji autor-
skich [A12-A17], pierwszy spdjny ilosciowy opis teoretyczny danych eksperymentalnych
uzyskanych metodami spektroskopii pojemnoéciowej na samozorganizowanych kropkach
kwantowych (Rozdziat 5) oraz spektroskopii transportowej na kropkach kwantowych stero-
wanych napigciem bramki (Rozdziat 6).

W rozprawie i publikacjach [A1-A17] stosowane jest przyblizenie masy efektywne;j,
uzywane powszechnie [9,11] do opisu standéw elektronowych i ekscytonowych w kropkach
kwantowych. Przyblizenie to prowadzi do wystarczajacej zgodnosci wynikéw teoretycznych
z do$wiadczeniem, co zostanie pokazane w kolejnych rozdzialach. Wigkszo$é wynikow teo-
retycznych zostata uzyskana za pomoca metody Hartree-Focka [24]. Metoda ta jest szczegol-
nie uzyteczna do opisu kropek kwantowych o matych i posrednich rozmiarach a dyskusja jej
stosowalnoS$ci i wiarygodno$ci przedstawiona jest w Rozdziale 2.

W rozprawie uzywane sa pojecia silnego, posredniego i stabego uwiezienia, przyjete
zgodnie z monografig [11]. Okreslenia te charakteryzuja wzgledne rozmiary kropek kwanto-

wych, a wige zasigg potencjatu uwiezienia, a ponadto pozwalaja na ocene wzglednego zna-
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czenia oddziatywan kulombowskich pomigdzy uwigzionymi elektronami. Kropki kwantowe o

. . o v 2 2
rozmiarach znacznie mniejszych od donorowego promienia Bohra (a, =4ne,eh” /mee”,

gdzie g jest przenikalno$cia dielektryczna prézni, € stala dielektryczna materiatu polprze-
wodnikowego, a m, pasmowg masa efektywna elektronu) charakteryzuja sig ,,silnym” uwig-
zieniem elektronéw. W przypadku silnego uwiezienia w ukladzie elektronéw dominujg
efekty jednocialowe; érednia energia kinetyczna elektronéw jest duza, a oddziatywanie ku-
lombowskie miedzy elektronami ma stosunkowo niewielkie znaczenie. Z uwiezieniem ,,po-
$rednim” mamy do czynienia w przypadku kropek o rozmiarach porownywalnych z ap -
Uwiezienie ,,stabe” zachodzi dla kropek kwantowych o rozfniarach znacznie wiekszych od
donorowego promienia Bohra ap. W przypadku slabego uwigzienia dtugozasiegowe oddzia-
tywanie kulombowskie pomiedzy uwigzionymi no$nikami staje sig dominujace a ich $rednia
energia kinetyczna jest nieznaczna.

Rozprawa podzielona zostata na kilka rozdziatow. W Rozdziale 2. przedyskutowano
znaczenie efektéw korelacji elektron-elektron w kropkach kwantowych. W Rozdziale 3.
przedstawiono opis teoretyczny wiasno$ci uktadow kilku- 1 wieloelektronowych uwigzionych
w sferycznych kropkach kwantowych. W Rozdziale 4. podane zostaly wyniki obliczen dla
uwiezionych centréw donorowych. W Rozdziale 5. przedstawiona jest teoria uktadow elek-
tronowych w kropkach cylindrycznych i jej zastosowanie do opisu wynikow spektroskopii
pojemnosciowej na samozorganizowanych kropkach kwantowych w zewngtrznym polu ma-
gnetycznym. Rozdzial 6. po$wigcony jest opisowi teoretycznemu kropki kwantowej stero-
wanej bramka. W rozdziale tym przedstawiony jest kompleksowy opis teoretyczny wynikow
spektroskopii transportowej, oparty na samouzgodnionym rozwiazaniu réwnan Poissona-

Schrodingera. Rozdzial 7. zawiera podsumowanie wynikow rozprawy.
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Rozdziat 2. Korelacja elektron-elektron w kropkach kwantowych

2.1. Wstep

Wigkszo$¢ wynikéw przedstawionych w niniejszej rozprawie zostata uzyskana metoda
Hartree-Focka [24]. Metoda ta (szerzej opisana w Rozdziale 3.) pozwala na efektywne roz-
wigzanie wieloelektronowego réwnania Schrédingera w sposéb przyblizony. Za pomocy tej
metody poszukiwana jest optymalna wieloelektronowa funkcja falowa w postaci pojedyncze-
go wyznacznika Slatera zbudowanego z funkcji jednoelektronowych. Przyblizenie funkeji
falowej przez wyznacznik Slatera umozliwia redukcjg N-elektronowego réwnania Schr-
odingera do ukiadu N jednoelektronowych réwnah zwanych réwnaniami Hartree-Focka.
Wprowadzone w ten sposéb ograniczenie przestrzeni Hilberta stanéw wieloelektronowych
prowadzi do wariacyjnego oszacowania od géry energii catkowitej ukladu. Pod mianem
efektéw korelacyjnych rozumie si¢ zazwyczaj odstepstwa wynikéw Hartree-Focka od wyni-
kéw doktadnych [24]. W rozdziale tym przedstawione zostanie studium doktadnosci metody
Hartree-Focka w przypadku kropek kwantowych. W celu poréwnania wynikéw przyblizo-
nych 1 dokladnych rozwazone zostana najnizsze stany: singletowy i trypletowy dwéch elek-
tronow w potencjale uwigzienia harmonicznego.

Harmoniczny model potencjatu uwigzienia jest czesto stosowany dla opisu wiasnosci
kropek kwantowych [9,12,19,20,25-28], poniewaz pozwala on na znaczne uproszczenie ra-
chunkéw. Dla pewnych czgstoSci oscylatora mozliwe jest nawet analityczne rozwigzanie
dwuelektronowego réwnania Schrédingera [28]. W tym rozdziale zaprezentowany zostanie
bardzo doktadny numeryczny sposob rozwiazywania réwnania Schrédingera dla dwéch od-
dziatywujacych elektronéow uwigzionych w potencjale harmonicznym. Ten sam problem
rozwiazany zostanie za pomoca metody Hartree-Focka i przeprowadzona bedzie szczegbtowa

dyskusja wynikéw. Przedstawione w tym rozdziale wyniki zostaly opublikowane w pracy
[A1].

2.2. Model teoretyczny

Rozwazamy kropki kwantowe, ktérych potencjal uwiezienia mozna przyblizyé przez
potencjal oscylatora harmonicznego o symetrii sferycznej lub cylindrycznej. Hamiltonian

dwaoch elektronéw uwigzionych w harmonicznej kropce cylindrycznej ma postaé:
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2 ’ 2 2 2
o (V,2+V§)+ X (xf+x§+yf+y§)+ @ (212+z§)+8\—:e_—rz—\, (2.1)

H=-

gdzie m, jest pasmowa masa efektywna elektronu, @, 1 @y S& czestosciami anizotropowego
oscylatora harmonicznego, x=1/41e,, €ojest stala dielektryczna prozni, a € jest statyczna stalq
dielektryczng materiatu kropki. Po wprowadzeniu wektora potozenia $rodka masy uktadu
dwéch elektronéw R =(X,Y,Z)=(r, +1,)/2, wektora wzglednego potozenia elektronow
r=(x,y,z) =T, —T,, rydberga donorowego R = m,ice* 12h7€® jako jednostki energii i do-
norowego promienia Bohra a, = eh? Imxe® jako jednostki odlegtosci, hamiltonian (2.1)
przyjmuje postac

H=H, +H,. (2.2)
gdzie

Hy =—15V§ oy (X P YY) 427020 (2.3)
jest hamiltonianem opidujacym ruch §rodka masy, a

Hm=_ﬂﬁ+lip-#%q 1,2 2.4)

r

hamiltonianem ruchu wzglednego elektronow. W powyzszych rownaniach wprowadzono
oznaczenia Y, =hw /2R,, Y, =ho, /2R, 1 pl=x*+ y*. Hamiltonian (2.4) komutuje z
operatorem L, z-owe] sktadowej catkowitego momentu pedu, mozna go Wige rzutowaé na

podprzestrzen stanow wiasnych operatora L, 1 zapisac we wspotrzednych cylindrycznych

2 2 2
H,=2 ——a—z—l—a—+ﬂi—— 82 Y" L= p 2, Ve z2+l , (2.5)
pop p° 2 4 r

gdzie M jest liczbg kwantowg z-owej skladowej catkowitego momentu pedu.
W przypadku potencjatu o symetrii sferycznej (@, =@, = ®) hamiltonian ruchu

wzglgdnego rzutowany na podprzestrzefi standw o okre$lonym catkowitym momencie pedu

ma postac

2
H_ _2(_g___2_d JULED T +1), 2.6)
r

drt rdr r’

gdzie L jest liczba kwantowa calkowitego momentu pedu i ¥ =ha@/ 2R,. Jezeli zaniedbamy
oddziatywanie kulombowskie, czyli wyraz l, wartodci wiasne energii ruchu wzglednego
r

opisanego za pomoca hamiltonianéw (2.5) i (2.6) sa dane przez
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Edpe. =27, 2n+M|+1)+y, (20, +1) 2.7)
dla hamiltonianu (2.5) oraz
E} =y(dn+2L+3), (2.8)
dla hamitlonianu (2.6), gdzie n jest radialna liczbg kwantowa, a n, jest oscylatorowa liczba
kwantowa.

Celem przeprowadzonych obliczen bylo wyznaczenie wplywu korelacji elektron-
elektron na energig najnizszych stanéw wiasnych pelego hamiltonianu (2.1) w przypadku
symetrii cylindrycznej i sferycznej. Funkcje wlasne ukiadu elektronéw sg antysymetryczne
wzgledem operacji zamiany czastek. W przypadku dwéch elektrondw funkcje wiasng ruchu
wzglednego ¥(r,o, ,0,) mozna zapisaé w postaci iloczynu czesci przestrzennej Y i spino-
wej x jako Y(r,0,,0,)=w(r)x (o, ,0,), gdzie w(r) jest funkcja wtasng hamiltonianu (2.5)
[lub (2.6)]. Symetria przestrzennej funkcji falowej y(r) wzgledem zamiany czastek jest okre-
Slona przez liczbg kwantowa M dla hamitlonianu (2.5) i L dla hamiltonianu (2.6). W szcze-
golnoscei stany o M=0 i L=0, czyli o symetrii przestrzennej typu S, sa symetryczne wzgledem
zamiany czastek i odpowiadaja singletowej, antysymetrycznej funkcji spinowej Y. Stany
o M=11i L=1 (typu P) sa antysymetryczne wzgledem zamiany elektronéw i odpowiadajg try-
pletowej, symetrycznej funkcji spinowej x . Rozwazane najniZsze energetyczne stany sin-
gletowy i trypletowy hamiltonianu startowego (2.1) zwiazane sa z tym samyrﬁ stanem ruchu
§rodka masy o najnizszej energii: Eg,, = 2y . +7,.

Hamiltonian ruchu wzglednego zawiera potencjal ,,0dérodkowy” o postaci
L(L+1)/r? dla symetrii sferycznej (2.6) i M ?/r*dla symetrii cylindrycznej (2.5). Potencjat
ten wprowadza dodatni przyczynek do energii stanéw trypletowych, dla ktérych L=1 lub
M=1, w stosunku do stanéw singletowych odpowiadajacych L=0 lub M=0. Oznacza to, iz
energia najnizszego stanu trypletowego jest zawsze wigksza od energii najnizszego stanu sin-
gletowego, niezaleznie od wartoci czestosci oscylatora w. Innymi stowy, niezaleznie od
stopnia uwigzienia stan podstawowy uktadu dwéch elektrondw jest zawsze singletem spino-
wym. Taka kolejno$¢ pozioméw energetycznych dwuelektronowych stanéw singletowego
1 trypletowego wynika w sposéb jednoznaczny z przedstawionej powyzej separacji ruchu

wzglednego od ruchu $rodka masy.
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Rys. 2.1. Najnizszy singletowy (a) i trypletowy (b) poziom energetyczny dwéch
elektron6w w potencjale sferycznie symetrycznego oscylatora harmonicznego W
funkcji jego dtugosci charakterystycznej [. Linie ciagle pokazuja wyniki do-
ktadne uzyskane za pomocg iteracyjnej metody ekstrakeji, a linie przerywane -
wyniki metody Hartree-Focka.

2.3. Wyniki

Roéwnanie Schrodingera ruchu wzglednego dla hamiltonianéw (2.5) i (2.6) zostato
rozwiazane za pomoca iteracyjnej metody réznicowej, Zwanej metoda ekstrakcji i ortogonali-
zacji [29,30]. Opisane zostanie tutaj zastosowanie tej metody do rozwiazywania problemu
o symetrii cylindrycznej. Szukana jest funkcja falowa okreslona na dwuwymiarowej, cylin-
drycznej sieci weztow (i4p, jAz), gdzie AP = Poaxs A2 = Ziar > @ i oraz j sa liczbami calko-
witymi, przy czym i€ [0,N], j€ [-N,N]. Sprawdzono, iz W celu znalezienia wystarczajaco
dokkadnych rozwiazan dla najnizszego stanu singletowego i najnizszego stanu trypletowego
wystarczy przyja¢ N=200. Zdyskretyzowana postac hamiltonianu jest uzyskiwana przez za-
stapienie pochodnych ilorazami roznicowymi. Zadamy, aby funkcja falowa zerowata sig dla
P =Pl = Iy - Dodatkowo, dla stanu trypletowego o M=1 narzucony zostat warunek

zerowania sie funkcji falowej dla p =0. Warto$ci 01 Zomax » KLOTE okre$laja rozmiary ,,pu-

dia obliczeniowego” zostaly tak zoptymalizowane, aby otrzymane wartosci wlasne energil



Rozdzial 2. Korelacja elektron-elektron w kropkach kwantowych

100 100

Hartree - Fock

T Ty

T T 117107

o

T T

R

E [mev}

T T

T lllllq

Ll

singlet

tryplet

T IIIIHI

! I ! I ! | ! | |

~»
-3
S

1 Illllll

1

1 ll|IIJI

1

1 lllllll

0 40 120 160
! [nm]

byly minimalne. Procedura iteracyjna
byta prowadzona w nastgpujacy sposdb:
W k-tym kroku wartosci funkcji falowe;
w, obliczane byly zgodnie z formuta

~AH . k-1

k_
vy =e My

. (2.9)
=(1-2H)y ;™

Mozna pokazaé [29], Zze — niezaleznie od
warto$ci startowych — funkcja poddana
takiej procedurze iteracyjnej jest zbiezna

do doktadnej funkcji falowej stanu o

najnizszej energii dla wymaganej syme-

200

tril przestrzennej, o ile warto$¢ para-

Rys. 2.2. Rozszczepienie spinowe pozioméw energetycznych

ukfadu dwuelektronowego w izotropowym potencjale oscy-
latora harmonicznego w funkcji ,rozmiaru kropki” I Linie
ciagte (przerywane) odpowiadaja stanom singletowym (try-

pletowym). Wstawka: wyniki metody Hartree-Focka.
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Rys. 2.3. Gestoé¢ prawdopodobienstwa Il,t/(r] (funkcja

korelacji par) dla stanu singletowego (linie ciagte) i try-
pletowego (linie przerywane) dwéch elektronéw w izo-
tropowym, harmonicznym potencjale uwigzienia dla [ =
4.95 nm (a), 49.5 nm (b), i 156.5 nm (c).

10

metru A jest wystarczajagco matla. . Po

kazdym kroku iteracyjnym obliczany jest
iloraz Rayleigha (w|H|W> /<l// il//> Po
uzyskaniu zbieznoéci warto§é ilorazu Rayle-
igha dostarcza bardzo precyzyjnego oszaco-
wania warto§ci wlasnej energii. Réwnanie
Schrodingera w przypadku symetrii sferycz-
nej rozwigzane zostalo na jednowymiarowej
sieci weztéw. Wyniki otrzymane za pomoca
tej metody mozna uznaé za wyniki doktadne.
Wplyw efektéw korelacyjnych zostal zbada-
ny poprzez poréwnanie wynikéw metody

doktadne;j

Focka. Réwnania Hartree-Focka dla najniz-

z wynikami metody Hartree-
szego stanu singletowego i trypletowego

dwéch elektronéw

uwigzionych
w potencjale oscylatora harmonicznego roz-
wigzano przy uzyciu bazy gaussowskiej

[A5,A13].
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Przyjeto state materiatowe dla GaAs wedlug Fujito et al. [27], czyli Rp = 5.8meV
i ap=9.9nm. Rys. 2.1. przedstawia energig stanu singletowego (a) i trypletowego (b)
w funkcji dlugosci charakterystycznej oscylatora [ = y~"'* dla potencjatu o symetr.i sferycz-
nej. Diugo$¢ charakterystyczna oscylatora wyznacza W posredni sposob ,rozmiar” kropki
kwantowej. Liniami ciagtymi przedstawiono wyniki dokladne a liniami przerywanymi wyni-
ki uzyskane za pomocg metody Hartree-Focka. ~ Rys. 2.1. pokazuje, ze dla kropek
o malych i posrednich rozmiarach, tzn. dla silnego i poéredniego uwiezienia elektronu, wyniki
Hartree-Focka bardzo dobrze zgadzaja sig z wynikami doktadnymi. Mate odstepstwa wyni-
k6w Hartree-Focka od wartoéci doktadnych widoczne sa tylko dla duzych kropek kwanto-
wych, tzn. dla stabego uwiezienia. Wida¢ tez (Rys. 2.1), ze dla stanu trypletowego odstep-
stwa te sa mniejsze niz dla stanu singletowego.

Bezposrednie pordwnanie energii stanu singletowego i trypletowego przedstawiono na
Rys 2.2. Poziom energetyczny stanu singletowego potozony jest ponizej trypletowego po-
ziomu energetycznego dla wszystkich wartosci [, co stanowi numeryczne potwierdzenie
podanego we wstgpie wniosku, iz najnizszy stan singletowy jest zawsze stanem podstawo-

wym pary elektronow uwiezionych w potencjale oscylatora harmonicznego. Rys 2.2. poka-

200 T T T Ill T T T 1_1

singlet

Rys. 2.4. Energia stanu
podstawowego dwoch elek-
tronéw w anizotropowym
potencjale uwiezienia przy
ustalonym [, = 4.95 nm w
funkcji . Linia ciagta
100 |— — dokiadna — (przerywana) przedstawia

wyniki doktadne (Hartree-
Focka)

Hartree - Fock

[ =4.950m
i

40 llllll 1 1 | |

lx[nm]

‘zuje réwniez, ze badane stany staja si¢ prawie zdegenerowane dla kropek o bardzo duzych
rozmiarach (/>160nm). Na wstawce do Rys. 2.2. pokazano dla poréwnania zaleznos¢ energii
obydwu stanow uzyskanych metoda Hartree-Focka. Obliczona metoda Hartree-Focka energia
stanu trypletowego staje si¢ mniejsza od energii stanu singletowego dla [ >50nm. Oznacza

to, ze w przeciwienstwie do wynikéw dokfadnych, metoda Hartree-Focka przewiduje zajscie
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Rozdzial 2. Korelacja elektron-elektron w kropkach kwantowych

~przejscia  fazowego”, polegajacego na zmianie symetrii stanu podstawowego
z singletowej na trypletowa.

Wartosci liczbowe bledu metody Hartree-Focka dla singletu przy /=12.5nm i /=100
nm wynoszg odpowiednio 0.41meV i 0.13meV (0.07meV i 0.04meV dla trypletu). Odpo-
wiednie bledy wzgledne wynosza 1.44% i 14.2% dla singletu (0.21% 1 0.4% dla trypletu).

Uzytecznym narzgdziem do badania efektéw korelacyjnych jest funkcja korelacji par,

ktéra w przypadku pary elektronéw w potencjale oscylatora harmonicznego jest réwna dwu-
elektronowe;j ggstosci prawdopodobienstwa ruchu wzglednego [ly(r)|2. Wyniki obliczen

gestosei prawdopodobienstwa dla singletu i trypletu przedstawione sa na Rys. 2.3. ,,Dziura”
kulombowské dla stanu singletowego przy r=0 [Rys. 2.3(a)] jest wynikiem odpychania po-
migdzy elektéonami. Dla trypletu funkcja korelacji par zeruje si¢ dla =0 ze wzgledu na zakaz
Pauliego, niezaleznie od stopnia lokalizacji uktadu. W miare wzrostu rozmiaru kropki przed-
stawione funkcje korelacji par nabieraja podobnego przebiegu, az w koficu niemal si¢ pokry-
wajg dla duzych kropek [Rys. 2.3(c)], dla ktérych odpowiednie poziomy energetyczne sq
prawie zdegenerowane.

Potencjat anizotropowego oscylatora harmonicznego, ktéry moze zostaé uzyty do opi-

su cylindrycznych kropek kwantowych, zawiera dwa niezalezne parametry y, i ¥, (2.5).

Obliczenia zostaty wykonane dla réznych wartoéci dhugosci charakterystycznej I, =y."* przy

ustalonej wartosci [, = 4.95nm (warto$¢ ta jest wzieta za Fujito et al. [27]). Obliczone warto-

Sci energii stanu singletowego zostaly przedstawione na Rys. 2.4. Podobnie Jjak w przypadku

200 T T T T I T
H 100 T ! T r T

Hattrge - Fock |

Rys. 2.5. Rozszczepienie spi-
nowe ukladu dwéch elektronéw
w anizotropowej, cylindrycznej
kropce kwantowej w funkcji jej
rozmiaru radialnego I, przy [, =
495 nm. Liniami ciagtymi

- (przerywanymi) narysowane
' energie¢ stanu  singletowego
(trypletowego). Na wklejce:
) y . . ) A - wyniki metody Hartree-Focka.

100 —

E [meV]

! =495 nm
K3

singlet

--------- lryplet

40 ] 1 !

l‘[nm]
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Rozdziat 2. Korelacja elektron-elektron w kropkach kwantowych

oscylatora izotropowego wyniki doktadne i wyniki metody Hartree-Focka pokrywaja sig dla
matych i poérednich kropek kwantowych, a dla duzych kropek r6znia sie nieznacznie. Rozni-
ce obu wynikéw dla stanu trypletowego nie zostaly przedstawione na Rys. 2.4, poniewaz sa
rzedu grubosci linii. Sa one mniejsze niz odpowiednie réznice dla stanu singletowego. Rys.
2.5. przedstawia poréwnanie energii singletu i trypletu. Podobnie, jak w przypadku kropek
o symetrii sferycznej, stanem podstawowym jest zawsze stan singletowy. Wstawka do tego

rysunku pokazuje przewidziane przez metode Hartree-Focka przejscie fazowe” dla

[,~25 nm.

T T l T

fa.ul

. ——— singlet (a)

Dla charakterystycznej diu- L et
1= 495 nm
{=7nm
z=0

1 -

20 30

goéci oscylatora 1=4.95nm bledy

gestosc
prawdopodobieristwa

metody Hartree-Focka dla stanu

podstawowego Wynosza 0.65meV plnm)
dla L=7nm i 0.55meV dla ,=56nm

[a.u]

®
(odpowiednie wartosci dla trypletu
to 0.12meV 1 008meV) B&Qdy 1=495mm
[ =99 mm

gestosc
prawdopodobiefistwa

wzgledne  wynosza odpowiednio
0.6% i 1.1% dla singletu oraz 0.1% i
0.15% dla trypletu.

S0

fa.u]

(©)
Na Rys. 2.6. umieszczono

elektronowa gestos¢ prawdopodo-

Jl' 493 nm
= 49 5 nm

gestosd
prawdopodobiefistwa

biefstwa na plaszczyznie z=0 W

1
u] 100 200 300

funkeji p dla réznych wartosci L . plnm] )
Rys. 2.6. Ggsto$¢ prawdopodobienistwa ‘w(p,zzox dla

Podobnie jak w przypadku oscyla-

stanu singletowego (linie ciagle) i trypletowego (linie przery-
tora izotropowego funkcje korelacji wane) dwoéch elektronéw w anizotropowym, harmonicznym

potencjale uwigzienia przy ustalonym [,=4.95 nm, dla =7 nm
par dla obu rozwazanych stanow (@), 4=9.9 nm (b) i [,=49.5 nm (c).

zblizaja sie do siebie w granicy duzych kropek, co jest $cisle zwiazane z degeneracja odpo-

wiednich stanéw kwantowych.
2.4. Dyskusja

Przedstawione wyniki pokazuja, iz stanem podstawowym uktadu dwoch elektronow
uwigzionych zaréwno w sferycznej jak 1 cylindrycznej kropce kwantowej z harmonicznym

potencjalem uwigzienia jest stan singletowy, niezaleznie od rozmiaru kropki. Problem wielu

elektronéw w potencjale anizotropowego oscylatora harmonicznego zostal rozwiazany meto-
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Rozdzial 2. Korelacja elektron-clekiron w kropkach kwantowych

da Hartree-Focka przez Fujito e al. [27]. Autorzy [27] uzyskali wyniki, zgodnie z ktérymi
w warunkach stabego uwiezienia, tzn. dla bardzo duzych kropek, ukiad elektronowy ulega
spontanicznej polaryzacji spinowej. W szczegblnodcei, zgodnie z wynikami Fujito
et al., dla odpowiednio duzych kropek w ukladzie dwoch elektronéw zachodzi ,»przejscie fa-
zowe”, polegajace na zmianie symetrii stanu podstawowego z singletowej na trypletowa.
Wyniki przedstawione w tym rozdziale i publikacji autorskiej [A1] wskazuja, iz »przejscie
fazowe” sugerowane przez Fujito et al. [27] jest wynikiem zaniedbania korelacji elektron-
elektron. Przyblizenie Hartree-Focka prowadzi do matych Systematycznych bledow. Bledy
te s zazwyczaj mniejsze dla stanéw trypletowych niz dla stanéw singletowych i maja zauwa-
zalny wptyw na obliczone energie catkowite dla bardzo duzych kropek, tzn. dla stabego kuwiQ-
zienia elektionow. Maly systematyczny biad metody Hartree-Focka moze prowadzi¢ do fal-
SzZywego wniosku, iz stan podstawowy dwéch elekironéw w odpowiednio duzych kropkach
jest spinowo spolaryzowany. Z drugiej jednak strony, przedstawione wyniki nie pozwalajg
wykluczyé mozliwosci spontanicznej polaryzacji uktadéw o wigkszej liczbie elektrondw [27].
Catkowita polaryzacja spinowa ukladéw elektronowych uwiezionych w kropkach kwanto-
wych, w tym takze transformacja singlet-tryplet stanu podstawowego dwéch elektrondéw, jest
obserwowana w silnych polach magnetycznych [31]. Problem ten zostanie szczegotowo opi-
sany w Rozdziale 6.

Wigksza doktadno§¢ metody Hartree-Focka dla stanu trypletowego niz dla stanu sin-
gletowego byta zauwazona przez Pfannkuche et al. [32]. W stanie trypletowym prawdopodo-
bienstwo znalezienia sie elektronéow w tym samym punkcie znika ze wzgledu na zakaz Pau-
liego. Odpowiednia antysymetryzacja catkowitej funkcji falowej jaka dokonuje si¢ W meto-
dzie Hartree-Focka, pozwala wigc na czeéciowe uwzglednienie dziury kulombowskiej, wi-
docznej bardzo wyraznie na Rys. 2.3 (b), 2.6(b), 2.3 (¢) i 2.6(c). Fakt, iz metoda Hartree-
Focka dziata tym gorzej im rzadszy jest gaz elektronowy jest dobrze znany a w przypadku
kropek kwantowych dyskutowany byt przez Tauta et al. [33]. Dla bardzo duzych kropek
elektrony pod wptywem wzajemnego oddziatywania kulombowskiego wykazuja lokalizacje
typu ngnera [34], to znaczy zachowuja sig jak czastki klasyczne. W granicy klasycznej kon-
figuracja uktadu elektronowego o najnizszej energii jest opisana catkowicie przez odlegtosci
migdzy czastkami. Granicy tej nie mozna odtworzy¢ przy uzyciu metody Hartree-Focka, kté-
ra nalezy do metod pola $redniego.

Nowym wynikiem przedstawionym w tym rozdziale jest degeneracja stanéw tryple-
towego i singletowego w warunkach stabego uwiezienia. Ponadto pokazano, iz w gramcy

bardzo duzych kropek przestrzenna gestos¢ prawdopodobienstwa dla obu badanych stanéw
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Rozdzial 2. Korelacja elektron-elektron w kropkach kwantowych

jest identyczna. W obu »stanach dlugozasiegowe odpychanie kulombowskie wymusza zero-
wanie si¢ funkcji korelacji par przy r bliskim zeru. Hamiltoniany ruchu wzglednego dla sin-
gletu i trypletu réznig sie wylacznie krotkozasiggowym potencjalem od$rodkowym. W wa-
runkach stabego uwigzienia ggsto$¢ elektronéw w zasiggu dzialania tego potencjatu jest bliska
zeru, co jest zrodtem degeneracji poziomoéw energetycznych.

Przedstawione wyniki pokazuja, iz metoda Hartree-Focka prowadzi do wiarygodnych
wynik6éw dla energii catkowitej w warunkach silnego i posredniego uwigzienia elektronow w
kropkach kwantowych. Btad wzgledny oszacowania energii catkowitej za pomoca metody
Hartree-Focka maleje zazwyczaj z liczba elektronéw [35]. Kropki o matych i podrednich
rozmiarach moga zwiaza¢ od kilku do kilkunastu elektronow nadmiarowych a efekty kwan-
towe (zapelnianie powlok) sg w nich dobrze widoczne. Kropki o takich rozmiarach sa obecnie
przedmiotem gléwnego nurtu badan do$wiadczalnych. Umieszczone w tym rozdziale testy
- wiarygodno$ci metody Hartree-Focka dowodza, iz metoda ta stanowi wystarczajaco doktadne

narzgdzie do teoretycznego badania aktualnie produkowanych nanostruktur.

2.5. Podsumowanie

Pokazano, iz stanem podstawowym pary elektronéw w harmonicznym potencjale
uwigzienia o symetrii sferycznej i cylindrycznej jest stan singletowy niezaleznie od rozmia-
row kropki. Uzyskane wyniki wskazuja na przyblizona degeneracjg singletowego 1 trypleto-
wego poziomu energetycznego i pokrywanie sig odpowiednich funkcji korelacji par w granicy
duzych kropek. Przewidziana przez innych autor6w zmiana kolejnos$ci poziomoéw ener-
getycznych singletu i trypletu okazata si¢ wynikiem zaniedbania korelacji, ktoéra dla bardzo
rozlegtych kropek daje zauwazalny przyczynek energetyczny. Natomiast dla kropek o ma-
tych i posrednich rozmiarach metoda Hartree-Focka dostarcza wystarczajaco doktadnych
oszacowan energii catkowitej uktadu elektronéw i moze by¢ z powodzeniem uzywana do

opisu realnych potprzewodnikowych kropek kwantowych.
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Rozdziat 3. Elektrony w sferycznych kropkach kwantowych

3.1. Wstep

Rozdziat ten stanowi studium teoretyczne wilasnosci uktadéow elektronowych uwiezio-
nych w sfejrycznych potprzewodnikowych kropkach kwantowych. Realizacja do$wiadczalng
kropek sferycznych sa nanokrysztaty pétprzewodnikowe, osadzone w szkle, izolatorze kry-
stalicznym Tub w materiale organicznym. S3 one Wylwarzane za pomoca metod chemicz-
nych [15,36-40]. Przyktadami takich nanostruktur sg nanokrystality CdS, CdSe, CdTe oraz
Si osadzone; w szkle [37], nanokrysztaly CuCl w matrycy z NaCl [38], GaAs [39] i InAs [40_]
w materiale organicznym. W wielu przypadkach powierzchnia takich nanokrysztaléw posia-
da ksztalt zblizony do sfery [37,39,40]. Steryczne kropki kwantowe majg zastosowanie w
optyce. Uwiegzienie kwantowe ekscytondw w nanokrysztatach powoduje przesuniecie w kie-
runku fioletu linii widmowych pochodzacych z rekombinacji par elektron-dziura [15,37].
Nanokrysztaty CdS i CdSe w szklanej matrycy uzywane sa w filtrach optycznych w zakresie
Swiatta widzialnego o czestosci odcigeia kontrolowane; przez dobér odpowiednich rozmiargw
krystalitu. IRozwaiane jest zastosowanie sferycznych kropek kwantowych w komunikacji i
logice opty¢znej [37].

Dobrym przyblizeniem potencjatu uwigzienia noénikéw tadunku w sferycznych krop-
kach kwantowych jest sferycznie symetryczna studnia potencjatu o skoriczonej glebokosci
1 promieniu. Glebokosé te) studni zalezy od materiatow kropki i matrycy i nie przekracza za-
zwyczaj ~3 eV. Z powodu skonczonych wartoéci giebokosci i zasiggu potencjatu uwiezienia,
kropka kwantowa moze by¢ natadowana skonczong liczba elektrondw nadmiarowych.

Wlasnoéci uktadéw wieloelektronowych uwigzionych w kropkach kwantowych byty
tematem wielu prac teoretycznych [26,27,32,41-50]. Autorzy tych prac uzywali modelowego
potencjatu uwigzienia w postaci nieskonczenie glebokiej studni potencjatu [41-43,48] lub po-
tencjatu oscylatora harmonicznego [26,27,32,44-47,49-50]. Oba te potencjaty posiadaja nie-
skonczong é&qbokoéé 1 mogg byé stosowane tylko w przypadku, gdy interesujace z punktu
widzenia eksperymentu poziomy energetyczne lezg gieboko ponizej dna pasma przewodnic-
twa materiatu otaczajacego kropke. Roéwnanie Schrédingera dla potencjatu oscylatora har-
monicznego i potencjatu nieskonczonej studni posiada rozwigzania wylacznie w postaci sta-
now zwiqzahych. Modelowe potencjaly o nieskonczonej glebokosci posiadaja niefizyczng
zdolnoséé wiazania nieskoriczonej liczby elektronéw. Przy uzyciu tych potencjatéw nie mozna

WigC opisa¢. proceséw wigzania i dysocjacji uktadéw elektronowych w kropkach kwanto-
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wych. Ponadto modelowy potencjal uwigzienia harmonicznego posiada niefizyczny nie-
skonczony zasigg.

W literaturze naukowej realistyczne modele uwigzienia biorace pod uwage skonczony
rozmiar kropki kwantowej, jej rzeczywisty ksztait oraz skoficzona gtebokos¢ potencjatu uwig-
zienia, uzywane byly jedynie do opisu standw jednoelektronowych w samozorganizowanych
kropkach kwantowych [51-53]. 'W publikacjach tych [51-53] badano, migdzy innymi liczbg
stanéw jednoelektronowych zlokalizowanych w kropkach. W tym rozdziale przedstawiony
zostanie teoretyczny opis uktadow kilku- 1 wieloelektronowych uwiezionych w sferycznej
studni potencjalu o skoficzonej gtebokosci i promieniu. Bedzie to wigc opis kilku- i wielo-
elektronowych sztucznych atoméw o symetrii sferycznej. Réwnanie Schrédingera dla studni
potencjatu o skoficzonej gigbokosci i promieniu posiada rozwigzania zarOwno w postact sta-
néw zwiazanych o dyskretnym widmie energii jak i stanow swobodnych o ciaglym widmie
energii, powyzej dobrze zdefiniowanego progu kontinuum. Przy uzyciu tego potencjatu po
raz pierwszy podano [A2-A5] jasna fizyczna interpretacje wiazania elektronow w kropkach
kwantowych oraz oszacowano maksymalna liczbg elektronow, ktora moze zosta¢ uwigziona
w kropce w okre§lonym stanie kwantowym. Obliczenia dla potencjatu sferycznej studni sa
stosunkowo proste ze wzgledu na wysoka symetrig problemu wiasnego. W dalszych roz-
dziatach rozprawy okaze sig, iz uzyskany obraz fizyczny wlasnoéci elektronowych sferycz-
nych kropek kwantowych bedzie uzyteczny (w sensie jako$ciowym) takze dla kropek cha-
rakteryzujacych sig potencjatem uwigzienia o nizsze; symetrii.

W podrozdziale 3.3 rozwazone zostang wlasnosci ukladéw kilku no$nikéw fadunku
uwiezionych w kropkach kwantowych. Problemy kilkuciatowe maja duze znaczenie w wielu
innych dziatach fizyki, np. w fizyce atomowej, fizyce jadrowej i fizyce czastek elementarnych
[A4]. Rozwazany tutaj problem zblizony jest do modelu powlokowego jadra atomowego
[54]. Problem wlasnoéci uktadow wieloelektronowych uwiezionych w sferycznych kropkach

kwantowych zostanie rozwazony w podrozdziale 3.4.

3.2. Model teoretyczny

Rozwazamy uktad N elektronéw uwigzionych w pojedynczej sferycznej potprzewod-
nikowej kropce kwantowej otoczonej materiatem o wyz€j potozonym minimum pasma prze-
wodnictwa, ktéry bedzie dalej nazywany materiatem bariery. W przypadku kropek tego ro-

dzaju, potencjat uwiezienia dla elektrondw wynika z roznicy potozen dna pasma przewod-
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nictwa w materiale kropki i w materiale bariery. Potencjat ten przyblizamy za pomoca skon-
czonej prostokatne;j studni potencjatu o postaci

-V, dlar<R,

Vir)=
") {Odlar>R,

(3.1)

gdzie R jest promieniem kropki, a V, glebokoscia studni potencjahu, ktérej wartosé zalezy od
sktadu chemicznego materiatow kropki i bariery (V; > 0). Minimum pasma przewodnictwa
materiatu bariery wyznacza poziom odniesienia na skali energii.

W przyblizeniu masy efektywnej hamiltonian uklady N elektronow uwigzionych

w kropce ma postaé

N N N
2=YEvivmk 3 S 2 (32)
i=l =] j>i T

gdzie r, =lr,. Y ] » @ T; 83 wektorami potozen elektrondw. W hamiltonianie (3.2) rydberg do-

norowy R, =m,k’e* /2h%€? zostat przyjety za jednostke energii a donorowy promier, Bohra

ap =€h*/m ke’ zajednostke dlugodci (k =1/4re,, ¢, jest staty dielektryczng prozni).
Zmiana masy efektywnej elektronu m, 1 statycznej statej dielektryczne; €, na granicy

materiatéw kropki i bariery zostaty zaniedbane. Wptyw niecigglosci masy efektywnej na sta-
ny jednoelektronowe w kropkach kwantowych zostat omdéwiony w Uzupehieniu I i w pracy
[A8]. Skok masy efektywnej daje zauwazalny przyczynek do energli zwigzanych standw jed-
noelektronowych tylko dla kropek o rozmiarach mniejszych od donorowego promienia Bohra.
Zmiana stalej dielektrycznej na granicy kropki i bariery powoduje powstanie, wyindukowa-
nej przez uwigziony tadunek, polaryzacii elektrycznej na powierzchni granicznej. Jezeli ma-
teriaty kropki i bariery maja podobne wiasnosci dielektryczne, tak jak w przypadku nano-
struktur typy GaAs/AlGaAs, InAs/GaAs, CdTe/CdZnTe, efekt ten jest zaniedbywalny. W
przypadku, gdy materiat bariery charakteryzuje sie znacznie mniejszg stalg dieléktrycznq od
materiatu kropki, np. nanostruktury typu Si/SiO,, wyindukowana na powierzchni kropki pola-
ryzacja elek:tryczna powoduje zwigkszenie uwiezienia elektronéw w kropce odpychajac je w
kierunku s'rovdka kropki [41,43).

Dla pojedynczej czastki pod dzialaniem f)otencja}u (3.1) doktadne funkcje falowe sta-
noéw zwiazanych sa wyrazone poprzez sferyczne funkcje Bessela [55]. Ze wzgledu na skok
potencjatu (3. 1), druga pochodna funkcji falowej czastki uwigzionej w tym potencjale
posiada nieciagto$é i zmienia znak na granicy studni i bariery [55]. W niniejszej rozprawie

oraz w pracach [A2-A5] N-elektronowe réwnanije Schrédingera z hamiltonianem (3.2) zostato
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Rozdzial 3. Elektrony w sferyeznych kropkach kwantowych

rozwiazane przy uzyciu bazy

Slatera oraz bazy
gaussowskiej. Wszystkie
pochodne przyblizonych

funkcji falowych  rozwi-

11 nietych w tych bazach sa
g ciagle a wiec nieciaglos¢
:% drugiej pochodnej doktadnej
'§* funkcji falowej nie jest od-
§ twarzana. Jednak

[ew}

przeprowadzone przez au-

tora testy, ktérych wyniki

0.0 0.5 10 15 przedstawione s w
r/a publikacji [A8] pokazuja, ze
wynikajace z tej jakos$ciowe]j

Rys. 3.1 Funkcje falowe stan6w Is i 2s elektronu w sferyczncj kropce
kwantowej o glebokosci Vo=40Rp i promieniu R=1ap. Liniami ciaglymi  rozbieznosci rdznice
narysowane sg dokladne funkcje falowe. Symbolami oznaczono funkcje ) i ) o
falowe uzyskane w bazie Slatera (3.3). Funkcje falowe s3 nieunormo- pomigdzy wariacyjnymi 1

wanc i przedstawione w jednostkach umownych doktadnymi rozwiazaniami

sa bardzo niewielkie. Na
Rysunku 3.1. pokazane jest poréwnanie doktadnych (linie ciagte) funkeji falowych elektronu
uwiezionego w sferycznej studni potencjatu o gtebokosci Vo=40Rp 1 promieniu R=lap oraz
optymalnych wariacyjnych funkcji prébnych (symbole) otrzymanych dla stanu podstawowe-
go 1s oraz stanu 2s w postaci rozwinie¢ w bazie Slatera

12
w(r)=> c,r"exp(-ar) (3.3)

n=0
gdzie ¢, i o sa parametrami wariacyjnymi. Jak wida¢ odstgpstwa rozwiazan wariacyjnych od

dokladnych funkeji falowych nie sa sauwazalne. W szczegdlnosci Rys. 3.1. pokazuje, ze
funkcja probna rozwinigta w bazie Slatera zmienia w odpowiedni sposob krzywizng (znak
drugiej pochodnej) na granicy studnia-bariera. Jak wiadomo z chemii kwantowe]j odpowied-
nio bogate bazy slaterowska 1 gaussowska sa catkowicie rownowazne, podana dyskusja doty-
czy wigc rowniez jakoSci bazy gaussowskiej. Wyniki dla uktadow wieloelektronowych uwig-
zionych w sferycznych studniach potencjatu przedstawione w ponizszych paragrafach i w pu-
blikacjach autorskich [A2-AS] maja charakter nowatorski, a wigc nie mogty zostac poréw-

nane z wynikami innych autorow. Model sferycznej studni potencjatu byl natomiast uzy-
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Rozdziat 3. Elektrony w sferycznych kropkach kwantowych

wany w literaturze [56-59] w zastosowaniu do uwigzionych centréw donorowych. Ilociowa
dyskusja jako$ci uzywanych baz wariacyjnych dla problemu neutralnych i natadowanych
uktadéw domieszkowych w sferycznych kropkach kwantowych [A6-A8] zostala umieszczona

w Rozdziale 4.
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Rozdziat 3. Elektrony w sferycznych kropkach kwantowych

3.3. Uklady dwu- i trjelektronowe

W paragrafie tym omowione sa wiasnoéci ukladéw zawierajacych niewielka liczbg
(N = 1,2,3) elektronéw uwiezionych w sferycznych kropkach kwantowych. Rozwazamy tuta]
dwu- i trojelektronowe stany o najnizszej energii, ktore powstaja wskutek obsadzenia czterech
najnizszych powlok jednoelektronowych Is, Ip, I d i 25 dla potencjatu sferycznie symetrycz-
nej studni (s, p i d oznaczaja odpowiednio stany o orbitalnej liczbie kwantowej [=0,1,2).
Zgodnie ze sprzgzeniem Russella-Saundersa szukamy funkcji wlasnych hamiltonianu (3.2),
bedacych jednoczeénie funkcjami wiasnymi operatorow kwadratu catkowitego momentu pgdu
12 i catkowitego spinu S°. Sprzezenie spin-orbita zostato zaniedbane, stad stany wlasne ha-
miltonianu (3.2) sa zdegenerowane ze wzglgdu na skladowe z-owe calkowitego momentu pg-
du L, i catkowitego spinu S;. Rozwazane w niniejszej rozprawie i publikacjach autorskich
[A2-A4] stany dwuelektronowe oznaczane sg nastepujaco: (I IS, (Usl p)1 P, (Isl p)jP,
(p*’P, (1pH'D, (Ip*)'S, a stany tréjelektronowe: (I 1p)P, (IsIp?)'P, (Is1d)°D, (Is°29)°S,
(IsIp®) %S. W zapisie tym symbole w nawiasach oznaczaja obsadzenie orbitali jednoelektro-
nowych, symbole S, P i D odpowiadaja liczbom kwantowym catkowitego momentu pgdu

L=0, 112, a indeksy poza nawiasami oznaczaja multiplety spinowe.

3.3.1. Metoda wariacyjna
Problem wiasny dla hamiltonianu (3.2) dla dwéch 1 trzech elektronow zostat rozwia-

zany [A2-A4] za pomoca metody wariacyjnej przy uzyciu funkcji probnej o postaci

7, ({é‘,-})=;}cv{n,.}wv{n,.}({é,-}m) : (3.4)

gdzie ({£.}) oznacza zbiér wektorow potozen i zmiennych spinowych wszystkich elektronow,
Cyin} S liniowymi parametrami wariacyjnymi, % s& nieliniowymi parametrami wariacyjnymi,
a v numeruje poszczegdlne stany. Funkcje bazowe V3 utworzone sg z odpowiednio sy-

metryzowanych wyznacznikéw Slatera, ktore z kolei zbudowane sa z funkcji jednoelek-
tronowych o postaci

@i (0) = 1" exp(=7, 7)Y, (8,0) (3.5)
gdzie wykladnik n jest liczba catkowita, ¥, jest nieliniowym parametrem wariacyjnym opisu-

jacym lokalizacjg stanu elektronowego, a Y,

im

(6,¢) sa harmonikami sferycznymi. Szczegd-

lowy opis konstrukeji funkcji probnej podany jest w Uzupetnieniu 1L
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Rozdzial 3. Elektrony w sferycznych kropkach kwantowych

3.3.2. Efekty korelacyjne

Funkcja prébna (3.4) zbudowana z wielu wyznacznikéw Slatera uwzglednia czécécio-
wo (w sposob niejawny) korelacje elektron-elektron i prowadzi do nieco doktadniejszych wy-
nikOw niz metoda Hartree-

Focka. W Rozdziale 2. rola

100.0

1.00

korelacji  elektron-elektron

zostala szczegdtowo prze-

0.96

10.0 dyskutowana w  modelu

uwigzienia parabolicznego.

111 Illll

Problem dwdch elektronéw

T

w studni potencjahu (3.1) nie

poddaje sig separacji na ha-

T lll_lll]
L IllIII

miltonian $rodka masy 1 ha-

V,=50 R,

l TS miltonian ruchu wzglednego,
0.1 L ; l

R a przeciwnie niz w przypadku
D . .
Rys. 3.2. Energia stanu podstawowego uktadu dwéch elektronéw zwia-  potencjalu  harmonicznego
zanych w kropce z Vy=50Rp w funkcji jej promienia. Linia ciagta poka- .
zuje wyniki uzyskane przy pomocy funkcji prébnej (3.4), linia kropko- (por. ROZdZ‘@* 2). Z tego po-
wana odpowiada wynikom z funkcja prébng (3.6), linia przerywana
przedstawiono wyniki metody Hartree-Focka. Wstawka: Oszacowane v
wartodci catki przekrywania funkcji falowej (3.6) z funkcja falowa Har-  dokladnodci metody przepro-
tree-Focka (linia przerywana) i z funkcja (3.4) (linia ciagta).

wodu w celu oszacowania

wadzone zostaly rachunki
dla stanu podstawowego uktadu dwéch elektronéw z funkcja prébna, ktéra w sposob Jjawny
uwzglednia korelacjg elektron-elektron, a wige jawnie zalezy od odlegtosci migdzy elektro-

nami r;; . Uzyta w niniejszej pracy funkcja ma postaé
W, (0 =expl=y (4 1)) ¢,y U+ PR RS (3.6)

mnp

gdzie P, jest operatorem zamiany wskaznikow czastek, y jest nieliniowym parametrem wa-
riacyjnym, a wskaZzniki sumowania przyjmuja wartoéci: m od 0 do 12, nod 0 dom, a p od 0
do 1. W przypadku atomowych uktadéw dwuelektronowych, takich jak atom helu i jon H-,
wprowadzenie do funkcji probnej odleglosci elektron-elektron, zgodnie z (3.6), pozwala na
uzyskanie bardzo dokladnego oszacowania energii stanu podstawowego (patrz Tabela 3.1).
W zwiazku z tym wyniki rachunk6w z uzyciem funkcji probnej (3.6) mozemy traktowaé jako

,,doktadne”.
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Rozdzia} 3. Elektrony w sferycznych kropkach kwantowych

Na Rysunku 3.2. przedstawiono poréwnanie oszacowan energii stanu podstawowego
uktadu dwéch elektronéw uwiezionych w kropce kwantowej o gigbokosci Vo=50Rp uzyska-
nych za pomoca metody Hartree-Focka (linia przerywana), metody ,dokladnej” z funkcja
probna (3.6) (linia kropkowana) oraz metody wariacyjnej z funkcja probna (3.4) (linia ciagla).
Na wstawce pokazana zostata zaleznoéé catki przekrywania migdzy ,,doktadna” wieloelek-
tronowg funkcja falowa a funkcja prébna (3.4) (linia ciagta) i funkcja uzyskana metoda Har-
tee-Focka (linia przerywana). Oszacowania energii stanu podstawowego uzyskane tymi
trzema metodami sa niemal identyczne dla R<10 ap, tzn. w zakresie silnego 1 posredniego

uwiezienia. Rozny stopien uwzglednienia korelacji elektron-elektron jest widoczny dla sta-

aF funkcja fankcja dokladne bego uwiezienia, tzn. dla R>10 ap.
G.4) (3.6) Rys. 3.2. pokazuje, ze dla malych

He [-5.7234{60] -5.7580 -5.8074 -5.8074
H | Brak wigz. | -1.0289 -1.0554 -1.0555 kropek warto$é¢ catki przekrywania

Tabela 3.1. Energia stanu podstawowego atomu helu i jonu jest bliska jedynki, co oznacza, ze W

H~. Poréwnanie wynikéw uzyskanych przy uzyciu metody . C
Hartree-Focka, funkcji prébnych (3.4) i (3.6) oraz najdoklad- przypadku silnego uwigzienia do-

niejszych rachunkéw podanych w literaturze [61,62] kiadna, skorelowana funkcja falowa

rozni sie w bardzo niewielkim stopniu zaréwno od funkcji Hartree-Focka jak 1 funkcji prob-
nej (3.4). Podobnie jak w przypadku energii calkowitej, wptyw korelacji na warto$ci catki
przekrywania widoczny jest dla kropek kwantowych o wzglednie duzych rozmiarach.
Uzyskane wyniki dotyczace korelacji w kropkach sferycznych sa spojne z wynikami
otrzymanymi w modclu parabolicznego uwigzienia (por. Rozdziat 2). Mctody uwzgledniaja-
ce korelacje w sposdb czesciowy, jak w przypadku funkeji probnej (3.4) a nawet catkowicie
zaniedbujaca korelacje metoda Hartree-Focka, prowadza do wystarczajaco doktadnych wyni-
kéw w przypadku silnego i posredniego uwiezienia, a wigc w przypadkach, w ktérych wyraz-
nie obserwowalny jest kwantowy efekt rozmiarowy. Metody te stajg sig tym mniej dokladne
im stabsze jest uwiezienie (i gdy kwantowy efekt rozmiarowy znika), a wigc w obszarze, kto-
ry z punktu widzenia pétprzewodnikowych struktur niskowymiarowych jest malo interesuja-

cy.
3.3.3. Poziomy energetyczne

Uktad pozioméw energetycznych dla dwoch elektronow uwigzionych w kropce o
promieniu R=2ap i gtebokosci Vy=50Rp otrzymany w ramach sprzezenia Russela-Saundersa
zostat przedstawiony na Rysunku 3.3. Lewa drabinka poziomow energetycznych odpowiada

ukladowi elektronéw nieoddziatywujacych. Na prawej czeSci Rys. 3.3. przedstawiono
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poziomy energetyczne oddzialywujacej
pary elektron-elektron. Widaé, ze o ko-
lejnodci pozioméw decyduja w pierw-
szym rzedzie efekty jednociatowe. Dla
danego  obsadzenia  stanéw jed-
noelektronowych moga byé realizowane
rozne stany wieloelektronowe roéznigce

si¢ symetrig spinowo-orbitalng. Kazdy z

0

5
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[=]
o
w
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-20
-25
0
-50 —
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-100 |-
_150 ] I ]
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Rys. 3.4. Poziomy energetyczne uktadéw jedno-,
dwu- i tréjelektronowych w sferycznej kropce

kwantowej w funkcji jej promienia R dla (a) Vo=10Rp
i1 (b) V,=50Rp. Linie ciagle odpowiadajg stanom
podstawowym, przerywane (kropkowane) wzbudzo-
nym stanom o niespolaryzowanych (spolaryzowa-
nych) spinach. Na rysunkach podano obsadzenie
stanéw jednoelektronowych.

E/R,

14 |—

Rys. 3.3. Rozszczepienie Russela-Saundersa pozioméw
energetycznych dwéch elektronéw uwigzionych w krop-
ce sferycznej. Wyniki z lewej czescei rysunku otrzymano
z zaniedbaniem oddziatywanie elektron-elektron.

tych stanéw posiada inng energi¢, poniewaz
wplyw oddziatlywania kulombowskiego zalezy
od symetrii stanu. Widoczne jest niewielkie
rozszczepienie energii stanéw odpo-
wiadajacych réznym wartosciom catkowitego
spinu i catkowitego momentu pedu. Stanem
podstawowym uktadu dwéch elektronéw jest
stan (ISZ)IS a trzech elektronéw stan
(1s*1p)°P.

Obliczone  widma energetyczne dla
dwdch i trzech elektronéw w fuflkcji rozmiaréw
kropki  zostaly przedstawione na Rysunku
3.4.(a) (dla Vy=10Rp) i 3.4.(b) (dla Vp=50Rp).
Dla poréwnania narysowane zostaty rodwniez
poziomy jednoelektronowe., Poziomy (Ip%)’s,
(IpH'D i (Is1p®) 2S nie zostaly przedstawione
na rysunkach w trosce o ich przejrzysto$é. Na
Rysunku 3.5. przedstawiono zaleznoéé energii
stanu podstawowego 1, 2 i 3 elektronéw od
rozmiaréw kropki dla glebokoséci studni poten-

cjalu  Vp=100Rp. Studnie potencjalu o
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(55's_[UslpyP |(sidyD|Us25)’S [Up)'P

5.1 12.5 22.5 29.3 22.6

Tabela 3.2. Oszacowane krytyczne wartosci ,,po-
jemno$ci” kwantowej kropki VoR? (w jednostkach
Rpa’p) pozwalajace na wigzanie podanych stanow
dwuelektronowych (jednostki donorowe).

(52 1pYP | Usip’y'P_1Us’1d)’D (1s°25)°S
17.8 25.3 30 38

Tabela 3.3. Oszacowane krytyczne warto$ci ,,po-
jemnoséci” kwantowej kropki kwantowej pozwalaja-
ce na wiazanie podanych stanéw tréjelektronowych
(jednostki donorowe).

niewielkich glebokosciach [Rys. 3.4. (a)

Rys 3.5. Energia stanu podstawowego dla ukladéw jedno-, i 3.4. (b)] odpowiadaja nanostrukturom
dwu- i tréjelektronowych w funkcji promienia kropki dla e
V,=100R. typu GAs/AlGajxAs 0 koncentracji gli-

nu ~5% i ~25%. Natomiast wyniki Rys.

3.5. odpowiadaja gigbokim studniom potencjatu, np. Si/Si0 i Ge/Si0,.

3.3.4. Wigzanie elektronéw i pojemnos$¢ kwantowa kropek

Przyjety model potencjatu uwigzienia pozwala na przedyskutowanie problemu mak-
symalnej liczby noénikéw fadunku, ktéra moze byé uwieziona w kropce kwantowej. Liczba
ta okreslona jest przez konkurencjg migdzy jednoczastkowa energia potencjalna V(r), z jedne;j
strony a oddziatywaniem kulombowskim 1 energia kinetyczna, z drugiej strony. Zysk ener-
getyczny wynikajacy z uwigzienia elektronu w kropce polega na tym, Ze zwiazany W kropce
elektron posiada mniejsza energig potencjalna niz elektron w wyzej poloZonym minimum pa-
sma przewodnictwa materiatu bariery. Z drugiej jednak strony, uwigziony elektron posiada
podwyzszong energig kinetyczna i kulombowska oddzialywania z innymi uwiezionymi elek-
tronami. Elektron poruszajacy si¢ w obszarze bariery nieskonczenie daleko od kropki, nie
oddzialywuje z uwigzionymi w kropce elektronami i moze mie¢ dowolnie mata energig kine-
tyczna. Kryterium wiazania ukiadu N+1 elektronéw w kropce kwantowej mozna sformuto-
waé nastepujaco: uktad N+1 elektronéw moze utworzy¢ stabilny stan zwiazany, jezeli energia
tego stanu jest nizsza od energii stanu podstawowego N elektrondw. W przeciwnym przy-

padku w kropce zwiazanych jest N clektronéw a dodatkowy (N+1)-szy elektron jest zdelo-
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kalizowany w catej przestrzeni. Innymi stowy progiem kontinuum dla (N+1)-szego elektro-

nu jest energia EY stanu podstawowego N elektronéw (dla jednego elektronu progiem konti-

nuum jest dno pasma przewodnictwa materiatu bariery, czyli zgodnie z przyjeta konwencja

poziom o energii zerowej). W ogdlnodci stan kwantowy v uktadu N+1 elektronéw jest sta-

nem zwigzanym, jezeli

Ev,<Ey . (3.7

W przyjetym modelu sferyczne; kropki kwantowej spelnienie warunku (3.7) zalezy od
gtebokosci i promienia studni potencjatu. Krytyczne wartosci parametréw kropki, dla ktérych
mozliwe jest wigzanie poszczegblnych stanéw, sg dobrze widoczne na Rys. 3.4. i 3.5. Wia-
zanie stanéw jednoelektronowych jest catkowicie uzaleznione od wielkosci VpR?, czyli od
»pojemnodci” kwantowej kropki. Stany jednoelektronowe Is, Ip, 1d i 2s g stanami zwigza-
nymi, jezeli wiclkos¢ VoR® jest odpowiednio wicksza od 7%/4,7% 212} 97 /4[63).
W przypadku dwu- i trojelektronowych sztucznych atoméw kryterium wigzania stanéw moz-
na przedstawi¢ za pomoca wielkosci VoR? tylko w sposob przyblizony. Oszacowane wartoéci
krytyczne pojemno$ci kwantowej kropki, powyzej ktérych kropka kwantowa moze zwiazad
elektrony w wyszczeg6lnionych stanach kwantowych, podane zostaty w Tabeli 3.2. (dla sta-

néw dwuelektronowych) i Tabeli 3.3. (dla stanéw tréjelektronowych).

3.3.5. Dipolowe przejscia optyczne

Przedstawione wyniki numeryczne zostaty uzyte do oszacowania wptywu liczby elek-
tron6w uwigzionych w kropce na energig dipolowych przejsé optycznych, ktére moga byé
mierzone bezposrednio w eksperymentach absorpeyjnych w zakresie podczerwieni [18]. Do-
zwolone dipolowe przejscia optyczne zachodza miedzy stanami o tym samym catkowitym
spinie a rézniacymi sig liczba kwantowg calkowitego momentu pedu o +1.

Energie dipolowych przejsé optycznych pomigdzy stanami typu S, P i D dla jednego,
dwobch i trzech elektrondéw zostaty przedstawione na Rys. 3.6. Uwzglednione zostaly niespo-
laryzowane spinowo stany o najnizszych energiach i odpowiednich symetriach orbitalnych.
Niespolaryzowanymi spinowo stanami o najnizszych energiach sa: (a) stany typu S: stan pod-
stawowy jednego elektronu /s, stan podstawowy dwéch elektronéw (Is%)'S, i stan wzbudzony
trzech elektronéw (I1s1p%)%S: (b) stany typu P: Ip (stan wzbudzony jednego elektronu),
(IsIp)'P (stan wzbudzony dwéch elektronéw), (]ssz)zp (stan podstawowy trzech elektro-

néw); (c) stany typu D: Id, (Is1d)'D i (1s1d)*D bedace stanami wzbudzonymi odpowiednio
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, . jednego, dwéch i trzech elektronéw. Ob-

sadzenie  orbitali  jednoelektronowych

S-P transition energy
20 — for 1 and 2 elsclrons

zmienia sie wskutek przej§¢ dipolowych w
taki sam sposob niezaleznie od liczby
elektronow. W wyniku przejécia S-P (P-D)
jeden z elektronow przechodzi z powloki

Is do powtoki Ip (z Ip na I1d). Rys. 3.6.

. AE/R

0_.

pokazuje, ze dla ukladow o roznej liczbie

elektronow przejscia dipolowe tego same-

go typu majg bardzo zblizone do siebie

energie. Energie przejsc szybko maleja w
R/a
D

Rys. 3.6. Energia AE przej$¢ optycznych S-P i P-D
dla jednego (ciagle linie), dwoch (linie przerywane) i kazano na wstawce do Rys. 3.6. za-
trzech (linie kropkowane) elektronow uwiezionych . L. ) .
w kropce dla Vy=50R,. Symbole (kotka, krzyzyki i uwazalne roznice migdzy  energiami
kwadraty) odpowiadaja promieniom, przy ktorych
odpowiedni stan wzbudzony staje sie stanem zwig-
zanym. Wstawka: przejécie S-P dla jednego i dwéch
elektronéw przedstawione W szerszym zakresie

promieni kropki. bego uwigzienia. W tym przypadku ener-

miare jak rozmiary kropki rosna. Jak po-

przej$¢ dipolowych pojawiajg sig dla du-
zych kropek (R>10ap), tzn. W zakresie sta-

gie przej$¢ sa jednak tak mate, ze mozli-
wosé doéwiadczalnego stwierdzenia tych réznic jest niewielka. W Tabeli 3.4. umieszczone
zostaty obliczone energie wiazania stanu podstawowego jednego, dwéch i trzech elektronéw
oraz energie przej$¢ dipolowych S-P dla sferycznych kropek krzemowych (o promieniu
R=5nm [64]) i germanowych (R=1.6nm [65]) W szkle, a takze dla porowatego krzemu
(R=1.25nm [66]). W rachunkach przyjete zostaly nastepujace wysokosci barier: Vo=3.2eV
[64] dla kropek Si/SiO; i Ge/SiO, oraz 1.7eV [66] dla p-Si oraz uzyto warto$ci parametroOw
Rp=31.27meV, ap=1.94nm dla Si oraz Rp=9.81meV, ap=4.58nm dla Ge.

W przypadku parabolicznego potencjalu uwiezienia energia dipolowych przej$¢ optycz-
nych nie zalezy od liczby uwiezionych elektronow. Wiasnos¢ ta znana jest pod nazwa uogol-
nionego twierdzenia Kohna [12,19,20], ktore wynika z nastepujacego rozumowania. Hamil-
tonian uktadu N elektronéw w potencjale parabolicznym daje si¢ rozseparowa¢ na hamilto-
nian ruchu $rodka masy i hamiltonian ruchu wzglednego (por. podrozdziat 2.2). Przejscia
optyczne mierzone na kropkach kwantowych leza w obszarze dalekiej podczerwieni, w kto-
rym dtugoé¢ fali promieniowania jest 0 kilka rzedow wielkoéci wigksza od charakterystycznej
dtugosci uwigzienia. W tym przypadku do opisu oddziatywania no$nikow tadunku z promie-

niowaniem mozna zastosowaé przyblizenie dipolowe, zgodnie z ktorym hamiltonian oddzia-
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tywania elektronu z polem elektromagnetycznym  zapisany jest w postaci
H, =eE, orexp(iar), gdzie Eg jest amplituda drgan pola elektrycznego [12,19,20]. Hamilto-
nian oddziatywania uktadu N elektronéw z polem elektromagnetycznym, bedacy sumg ope-

ratoréw jednoelektronowych Hy, mozna zapisaé jako H = ZH 1 =eE, oRexp(iwr), gdzie R

jest wektorem potozenia $rodka masy ukladu. Z postaci tego hamiltonianu wynika, iz pole
elektromagnetyczne nie ma wptywu na ruch wzgledny elektrondw i sprzezone jest tylko z ru-
chem $§rodka masy. Energia tego oddziatywania jest niezalezna od liczby elektronéw, ponie-
waz widmo energetyczne ruchu $rodka masy réwniez od tej liczby nie zalezy. Widmo pro-
mieniowania uktadu N elektronéw uwigzionych w potencjale oscylatora harmonicznego jest
wige identyczne z odpowiednim widmem jednoelektronowym, ktére sktada sie z szeregu
rownoodlegtych linii. Przylozenie zewngtrznego pola magnetycznego powoduje rozszczepie-
nie kazdej linii widma jednoelektronowego na dwie linie, odpowiadajace zmianie orbitalne;

liczby kwantowej o +1 wskutek przejscia.

5 l — T Przedstawiane w publikacji autor-

4 skiej [A3] wyniki rachunkéw pokazuja, Ze
-]  przyblizona niezalezno$¢ energii przej§é
A promienistych od liczby uwiezionych
elektronéw zachodzi réwniez dla poten-

cjalu uwigzienia typu studni kwantowe;j.
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uzyte przyblizenie dipolowe, a wiec maja

one charakter ogélniejszy od wynikéw

twierdzenia Kohna. W kropkach kwanto-

q wych o matych rozmiarach decydujace sg
a
D

Rys. 3.7. Obliczone wartosci oczekiwane odleglosci ~ efekty jednoczastkowe, co jest gtéwna
elektron-elektron <r;;> i odlegtoéci elektron-érodek . L. .
kropki <r;> dla stanéw dwuelektronowych (Is?)'S (li- Przyczyna stabej zaleznodci energii
nie ciagle) i (Is25)'S (linie przerywane). Pionowe
przerywane linie odpowiadaja niezwigzanym, zdelo-

kalizowany1a stanom. wazng przyczyna stabej zaleznoéci energii

przej$¢ od liczby elektrondw. Druga,

przejs¢ optycznych od liczby elektronéw jest fakt, iz oddziatywanie pomigdzy uwigzionymi
w kropce elektronami zalezy w niewielkim stopniu od ich stanéw kwantowych w przeciwien-
stwie do eléktronéw zwigzanych w atomach naturalnych. Efekt ten mozna wyjasni¢ za po-
mocg przedstawionych na Rys. 3.7. wartoéci oczekiwanych odlegloéci elektronu od érodka

kropki i odlegtosci elektron-elektron dla stanéw dwuelektronowych (15%)'S i (Is25)'S . Z Rys.
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3.7. wynika, ze §rednia odlégloéé elektron-elektron roénie liniowo z rozmiarem kropki i jest
niemal identyczna dla stanu podstawowego i wzbudzonego.

Roznica wilasnoéci optycznych ukladow elektronéw uwiezionych w potencjale typu
studni kwantowej od uktadéw uwigzionych w potencjale parabolicznym polega na rozroz-
nialno$ci przejs¢ S-P i P-D w pierwszym przypadku i braku tej rozroznialnoéci w przypadku
potencjatu oscylatora harmonicznego. Jezeli potencjal uwigzienia odbiega od parabolicznego,
mozliwa jest wiec obserwacja metodami optycznymi zapeiniania powlok oraz tak zwane;
,blokady Pauliego”, ktora oznacza, ze przy wzrastajacej liczbie elektronow niektore przejscia
staja si¢ zabronione ze wzgledu na calkowite zapelnienie odpowiednich powtok. Blokada
Pauliego byta obserwowana w samorosnacych kropkach kwantowych [21].

Wythumaczenie szerokiej stosowalnoéci parabolicznego potencjatu uwiezienia do inter-
pretacji pomiarow spektroskopowych w podczerwieni na kropkach kwantowych moze by¢
nastepujace. Pomiary przejsé optycznych sa najczescie] przeprowadzane w zewngtrznym
polu magnetycznym [13,14,18]. W przypadku kropek o relatywnie duzych rozmiarach
(~100nm) [13,14,18] w odpowiednio silnym polu magnetycznym, promien odpowiedniego
stanu Landaua staje si¢ mniejszy od charakterystycznej diugosci uwigzienia, a wiec parabo-
liczny potencjat pochodzacy od pola magnetycznego staje sie silniejszy od potencjatu uwig-
zienia kropki, co prowadzi do maskowania jego nieparabolicznego charakteru.

Argumentem za tym, ze potencjal uwiezienia ma charakter paraboliczny jest obserwo-
wana do$wiadczalnie przyblizona niezalezno$¢ energii przejéé dipolowych od liczby elek-
tronéw w kropkach kwantowych réznych typow. Wyniki tego paragrafu pokazuja, iZ wyclg-
ganie wnioskéw co do ksztattu potencjatu uwiezienia na podstawie obserwacji przejsé
optycznych jest ryzykowne i moze prowadzi¢ do bledu. Problem ksztaltu rzeczywistego po-

tencjalu uwiezienia bedzie szerzej omowiony w Rozdziale 5.

3.3.6. Podsumowanie

W podrozdziale tym przedstawiono wyniki rachunkéw wariacyjnych dla dwéch i trzech
elektronow uwiezionych w sferycznych kropkach kwantowych opisanych za pomocg mode-
lowego potencjatu typu prostokatnej studni o skofczonej gtebokosci. Obliczenia dla stanéw
podstawowych i kilku stanéw wzbudzonych zostaty przeprowadzone w ramach sprzgzenia
Russela-Saundersa. Podane zostato oszacowanie pojemnosci kwantowej kropki VoR?, dla kté-

rej mozliwe jest wiazanie w kropce dwoch i trzech elektronéw zarowno w stanie pod-
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stawowym jak i1 w stanach wzbudzonych o najnizszej energii. Obliczono energie dozwolo-
nych przej$¢ optycznych dla ukladéw elektronowych uwiezionych w kropkach sferycznych.
Pokazano staba zalezno$¢ energii dipolowych przej$¢ optycznych od liczby elektronéw
uwigzionych w prostokatnej studni potencjatu o symetrii sferycznej. Dotychczas uwazano,
ze wiasno$¢ ta jest charakterystyczna dla potencjatéw uwiezienia zblizonych do potencjatu
oscylatora harmonicznego. Wykazano, iz staba zaleznosé energii przejs$¢ dipolowych tego
samego typt. od liczby elektronéw zwiazana jest z silnym uwiezieniem elektronéw w krop-

kach kwantowych i jest niezalezna od ksztattu potencjalu uwiezienia.
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3.4. Uklady wieloelektronowe

Podrozdziat ten po$wiecony jest sferycznym kropkom kwantowym zawierajacym od
1 do 20 elektronéw nadmiarowych. Opisane zostana sztuczne atomy powstajace przy zapel-
nianiu pierwszych czterech powlok elektronowych (Is, Ip, 1d i 2s) W potencjale uwigzienia
typu sferycznej studni kwantowej. Omoéwiona zostanie nieograniczona metoda Hartree-Focka

i przedstawione zostana wyniki obliczen, uzyskane przy jej uzyciu, pochodzace z prac autor-

skich [A4,A5].

3.4.1. Nieograniczona metoda Hartree-Focka

W metodzie Hartree-Focka [24,35,67] N-elektronowa funkcja falowa @ przyblizana
jest przez wyznacznik Slatera, zbudowany z wzajemnie ortogonalnych i unormowanych jed-

noelektronowych spinorbitali @,, czyli

¢,() @2('51) goN(él)
@({6,})=_J%¢1(52) ¢2(§2) (PN(§2)

901(5,\,) @2(6/\/) QDN(éN)

) (3.8)

gdzie & =(r,,0,), r; jest wektorem potozenia, a 0, jest zmienna spinowg i-tego elektronu.
Posta¢ wyznacznikowa funkcji falowej (3.8) gwarantuje jej antysymetrig wzgledem zamiany
czastek. Jednoelektronowe spinorbitale przyjmowane sa w postaci iloczynu przestrzennej
(v) i spinowej (x ) funkcji falowej: @,(§) =y, (r)x, (0), gdzie x jest funkcja wlasng ope-
ratora z-owej sktadowej spinu (spinorem Pauliego), a s/=+1/2 jest spinowa liczba kwantowa.
Mozna pokazaé [24,35], ze dla zadanej konfiguracji spinowej, jednoelektronowe funkcje fa-
lowe @,, dla ktérych iloraz Rayleigha <<I>|H |(I>> /((I)|(D> przyjmuje warto$¢ minimalna, spet-
niaja uktad rownan wiasnych Hartree-Focka

K. =ep, , dla i=1,.,N, (3.9)
gdzie warto§¢ whasna e; jest tak zwang ,,energia jednoelektronowa” a h"" jest jednoelektro-
nowym hamiltonianem Hartree-Focka o postaci

R =_V*+V(@)+J-K . (3.10)
W (3.10) V jest energia potencjalng elektronu w polu zewngtrznym, J jest operatorem od-

dziatywania kulombowskiego, a K - operatorem oddziatywania wymiennego. Dziatanie ope-
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ratoréw J i K na jednoelektronowe funkcje spinowo-orbitalne zdefiniowane jest w nastgpuja-

Cy Sposéb:

J,(r,,0,) =[ﬁ(<p,- (rz,oa)lrilcp,-(rz,oz))}p,.<r,,o,>

j=

(L e oo
12

j=l

(3.11a)

N
Ko, (r,,0),) :2(<(p,‘ (r2,0'2)|ri|g0,. (r2’62)>90j (r]’o-l)]
12

j=1

(3.11b)

> ( (v, (r2)|ri|w,- )., 0|2, @)W, ), (cm] ,
1= 12

=1
gdzie r; jest odlegloscia migdzy elektronami. Z powodu ortogonalnosci funkcji spinowych
oddziatywanie wymienne zachodzi tylko miedzy elektronami opisanymi t3 samg funkcja spi-
nowa (o tym samym ,kierunku” spinu). W metodzie Hartree-Focka oddziatywanie elektronu
z samym soba (,,samoodziatywanie”), wystgpujace w oddzialywaniu kulombowskim (3.11a),
jest dokfadnie znoszone przez odpowiedni wyraz w oddziatywaniu wymiennym (3.11b). Na-
lezy tutaj zauwazy¢, ze takie znoszenie sig samooddziatywania nie wystgpuje w powszechnie
uzywanej metodzie LDA (Local Density Approximation) [68].

Pojedyncze réwnanie Hartree-Focka (3.10) ma postaé réwnania Schrédingera opisuja-
cego ruch elektronu w polu zewngtrznym o energii potencjalnej V(r) i w polu wytwarzanym
przez pozostale elektrony. Przyblizenie catkowitej funkcji falowej przez pojedynczy wy-
znacznik Slatera pozwala na redukcjg problemu wiasnego dla N-elektronowego hamiltonianu
(3.2) do uktadu N jednoelektronowych réwnan wlasnych. Energie catkowita uktadu N elek-
tron6w mozna zapisac jako

Ev=2e —iZ(qo;‘ €)0; )| - K)o, o, (&) . (3.12)

= i

W sumie energii jednoelektronowych oddziatywanie dla kazde; pary elektronéw wystepuje
dwukrotnie, stad konieczno$é odjecia drugiego wyrazu w réwnaniu (3.12). Kazde z réwnan
Hartree-Focka (3.9) zalezy od wszystkich jednoelektronowych funkcji falowych, ktére nie sg
z gory znane. Z tego powodu réwnania Hartree-Focka musza by¢ rozwiagzywane w sposéb
samouzgodniony. Odpowiednia procedura iteracyjna wyglada nastgpujaco: po zadaniu po-
czatkowych wartosci jednoelektronowych funkcji falowych, rozwigzywany jest uklad rownan
(3.9), ktory dostarcza nowych funkeji falowych, uzywanych w nastepnym kroku iteracyjnym.
Pgtla iteracyjna powtarzana jest az do momentu, gdy energia calkowita przestaje si¢ zmieniaé

W sposob zauwazalny. Metoda Hartree-Focka jest metoda wariacyjna. Ze wzgledu na sposéb
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rozwigzywania rownan, metodq Hartree-Focka zalicza sie do metod pola samouzgodnionego.
Innymi powszechnie uzywanymi metodami pola samouzgodnionego sa metody Hartree [67]
i LDA [68]. W metodzie Hartree catkowita funkcja falowa przyjmowana jest w postaci ilo-
czynu funkcji jednoelektronowych, ktéry nie jest antysymetryczny wzglgdem zamiany czg-
stek. W réwnaniach metody Hartree nie wystgpuje wigc operator wymiany. Zgodnie z meto-
da LDA, do hamiltonianu jednoelektronowego z metody Hartree dotaczane jest lokalne przy-
blizenie operatora wymiany oraz tzw. potencjal korelacyjny, czyli lokalna poprawka majaca
uwzgledniaé efekty korelacji elektron-elektron. Metoda LDA wprowadzajaca do hamiltonia-
nu odgadnigte poprawki, nie ma charakteru wariacyjnego.

Z hamiltonianem (3.2) i ze soba wzajemnie komutujg operatory kwadratu catkowitego
momentu pedu L2, kwadratu catkowitego spinu S, z-owej sktadowej calkowitego momentu
pedu L, , i z-owej sktadowej calkowitego spinu S,. Wieloelektronowa funkcja falowa powin-
na posiadaé petna symetrie hamiltonianu, tzn. powinna by¢ funkcja wiasna wszystkich wy-
mienionych operatoréw. Wyznacznik Slatera (3.8) konstruowany jest ze wspdlnych funkcji
wlasnych jednoelektronowych operatorow kwadratu spinu s> i kwadratu momentu pedu /°
oraz operatoréw z-owej skladowej spinu s, i momentu pedu /,. Skonstruowana w ten sposéb
wieloelektronowa funkcja falowa jest zawsze funkcja wiasng operatora z-owej sktadowe;j cat-
kowitego momentu pedu L, i z-owej skladowej calkowitego spinu S,. Za pomocg poje-
dynczego wyznacznika Slatera mozna skonstruowaé funkcje wlasne catkowitego momentu
pedu L dla stanéw podstawowych uktadéw N-elektronowych [24] (chociaz nie kazdy wy-
znacznik Slatera jest funkcja wiasng L? i nie kazdy stan wlasny L? mozna zapisaé za pomoca,
pojedynczego wyznacznika Slatera). Pojedynczy wyznacznik Slatera jest funkcjg wiasna dpe—
ratora kwadratu catkowitego spinu S? tylko w szczegdlnych przypadkach [67]: (i) zamknig-
tych powtok elektronowych, (ii) stanéw o catkowitej polaryzacji spinowej, (iii) takich samych
orbitali przestrzennych dla stanéw rdznigcych sig tylko spinowa liczba kwantowa. W przy-
padku powlok otwartych, warunek (iii) nie jest spelniony, poniewaz hamiltonian Hartree-
Focka (3.10) zalezy od spinu poprzez operator wymiany. Elektrony o réznych rzutach spinu
na o z, podlegaja dziataniu innego potencjatu, a wigc zajmuja rézne orbitale przestrzenne.
W ramach tradycyjnej (ograniczonej) metody Hartree-Focka narzucane jest spetnieniec wa-
runku (i), co zwiazane jest z konieczno§cia odpowiedniej symetryzacji hamiltonianu Hartre-
e-Focka [67]. Otrzymana w wyniku tego zadania wieloelektronowa funkcja falowa jest nieco
gorsza pod wzgledem wariacyjnym, lecz posiada petna symetri¢ hamiltonianu (3.2). W ra-
mach nieograniczonej metody Hartree-Focka pozwalamy elektronom o réznych sktadowych

z-owych spinu zajmowaé rdzniace sig orbitale przestrzenne, w zwiazku z czym calkowita
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funkcja falowa dla powlok otwartych nie jest funkcja wlasng operatora §2 [67]. W przypad-
ku powtok zamknigtych, metody Hartree-Focka ograniczona i nieograniczona sg sobie réw-
nowazne. Dla powlok otwartych réznice w energli catkowitej uzyskanej przy pomocy obu
metod sa niewielkie. Wyniki przedstawione w tej rozprawie zostaty uzyskane za pomoca
nieograniczone;j metody Hartree-Focka. Wybér ten podyktowany by} prostotg jej zastosowa-
nia.

Zgodnie z podejéciem Roothana [69] jednoelektronowe przestrzenne funkcje falowe

rozwinieto w jednoelektronowej bazie ztozonej z elementow fi

Vi) =3c f,@) (3.13a)

gdzie elementy bazowe zostaly wybrane w postaci gaussowskiej
£y =x"ylgm exp(-y,r?) , (3.13b)
kj, Ij, i m; sg liczbami catkowitymi, cj. oraz 7y sg parametrami wariacyjnymi. Parametry nieli-

niowe 7y zostaly wybrane w postaci postepu geometrycznego. We wzorze (3. 13b) wykladniki
kj, j, i m; zmieniajg sig¢ od 0 do 2 przy ograniczeniu k;+1, +m; <2. Za pomocy bazy (3.13b)

mozna zbudowaé wszystkie jednoelektronowe stany wlasne kwadratu momentu pedu odpo-
wiadajace stanom s, pid. Przy uzyciu rozwinigcia (3.13) réwnania Hartree-Focka (3.9) moz-
na zapisa¢ w postaci macierzowe;j

he =eSc, (3.14)
gdzie elementy macierzy Hamiltona h i macierzy catek przekrywania S zdefiniowane sg od-
powiednio jako h; =<f,. ]h”F’fj> 1S, =<f,. ,fj>. Elementy macierzowe hamiltonianu Har-
tree-Focka sg takie same dla wszystkich stanow Jednoelektronowych o zadanej skladowej
z-owej spinu. Dzieki temu w kazdej iteracji nalezy rozwiazaé réwnanie (3.14) dwukrotnie,
osobno dla kazdej wartosci sktadowej z-owej spinu. Uogoblnione réwnanie wiasne (3.14)
rozwigzywane jest Przy uzyciu numerycznej procedury diagonalizacyjne;. Diagonalizacja
tego réwnania dostarcza zbioru ortonormalnych wektorow wlasnych c i odpowiadajacych im
energii jednoelektronowych e dla obsadzonych spinorbitali jednoelektronowych.

Obliczenia wykonano wylacznie dla stanu podstawowego rozwazanych uktadéw N-
elektronowych. Sprawdzono, iz kolejne stany kwantowe zapehiane sa zgodnie z reguta Hun-
da [35]. Elektrony zajmuja kolejno powloki Is, Ip, 1di 2s, o degeneracji odpowiednio 2,6,
1012, przy czym zewnetrzna, otwarta powloka jest zapehiana tak, aby warto$¢ caltkowitego

spinu byta maksymalna (w wersji nieograniczone; metody Hartree-Focka oznacza to maksy-
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malng bezwzgledna wartoéé z-owej sktadowej catkowitego spinu). Maksymalny catkowity
spin odpowiada maksymalizacji korzystnego energetycznie oddzialywania wymiennego.
Stan podstawowy charakteryzuje si¢ najwiekszym, dopuszczonym przez powyzszy warunek
catkowitym momentem pedu, ktéry gwarantuje minimalizacje odpychajacego oddziatywania
kulombowskiego. Domkniecie powlok zachodzi dla nastepujacych liczb elektronow: N=2
(powloka Is), N=8 (powtoka Ip), N=18 (powloka Id) i N=20 (powloka 2s).

3.4.2. Pojemnos$¢ kwantowa kropki

W publikacjach autorskich [A2-A5] wprowadzono nowe pojecie ,,pojemnosci kwan-
towe)”. Przez ,,pojemnos¢ kwantowa” nanostruktury rozumiemy maksymalna liczbe elektro-
néw nadmiarowych, ktéra moze zosta¢ w niej zwigzana. Dobrze znany jest fakt, iz w sferycz-

nej kropce kwantowej traktowanej jako studnia potencjatu o glebokosci Vj i promieniu R sta-
ny zwiazane pojawiaja si¢ jezeli V,R> >m?/4[R,al] [63]. Kropka o mniejszej wartoéci
VoR? posiada pojemno$¢ kwantowa réwng zero. W podrozdziale 3.3. podano oszacowanie

wielkosci VoR? , dla ktérej mozliwe jest wiazanie dwdch i trzech elektronéow w kropce. Na

BN Seas
N
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stawowego ukladow N-elek-
tronowych (N=1,..,20) w
sferycznej kropce kwantowej
200 o promieniu R i glebokosci
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Rys. 3.8. 1 3.9. przedstawione zostaty obliczone energie stanu podstawowego dla ukfadu N

elektronéw (N=1,...,20) uwigzionych w sferycznych kropkach kwantowych o glebokosciach
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odpowiednio 50 i 10 rydbergéw donorowych. Przy ustalonej glebokosci studni warunek wia-

zania uktadu N-elektronowego ma postaé

E,<E,, , (3.15)
gdzie Ey jest energia stanu podstawowego N elektronéw. Warunek (3.15) jest spetniony, je-
zeli promien kropki jest odpowiednio duzy. Schodki widoczne w dolnej czesci Rys. 3.8.
i 3.9. odpowiadaja maksymalnej liczbie elektronéw, ktéra moze by¢ zwigzana w kropce o
danym promieniu, czyli pokazuja one pojemnoéé kwantows kropki. W ukladzie schodkéw
wyraznie widoczne sa kwantowe efekty zapeiania powlok w potencjale o symetrii sferycz-
nej. Charakterystyczne wigksze szerokosci schodkéw odpowiadaja sztucznym atomom po-
siadajacym zapetnione powtloki Is (2 elektrony), Ip (8 elektronéw) i 1d (18 elektronéw).

Dodanie nastgpnego elektronu wiaze sie z otwarciem nowej powloki, na ktérej elektrony
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Rys. 3.9. Energia stanu podstawowego uktadéw N-elektronowych (N=1,...,20)
uwigzionych w sferycznej kropce kwantowej o promieniu R i glebokosci
10Rp. Schodki na dolnej czgéci rysunku odpowiadaja maksymalnej liczbie
elektronéw, ktére moga zosta¢ uwigzione w kropce. Pionowe linie odpowia-
dajg zamknigtym powlokom. Jednostki jak na Rysunku 3.8.

posiadajg znacznie wigksza energig kinetyczna. Szeroko$¢ pozostalych schodkéw jest dyk-

towana wylacznie przez oddziatywanie elektron-elektron. Schodki piaty i trzynasty, ktore
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100

Rys. 3.10.  Pojemnos¢
kwantowa kropki sferycznej
w formie ,diagramu fazo-
wego”, na plaszczyznie R-
Vp. Liczby na rysunku od-
powiadaja maksymalnej
liczbie elektronéw, kiére
moga zostaé zwiazane w
kropce o danym promieniu i
glebokosci.  Linie ciagle
oddzielajg obszary o r16z-
nych pojemno$ciach kwan-
towych kropki.

10

odpowiadaja potowicznemu zapetnieniu powtok Ip i /d maja wyraznie wigksze szeroko$ci od
schodkow sasiednich, co jest oznaka reguty Hunda. Oddziatywanie wymienne jest szczeg6l-
nie silne dla uktadow ; potowicznie zapetniong powloka zewnetrzna, ktorej rozne orbitale
przestrzenne sa jednokrotnie obsadzone przez elektrony o tym samym kierunku spinu.

Rys. 3.10. przedstawia obliczong pojemno$¢ kwantowa kropki w formie ,,diagramu
fazowego” na plaszczyznie R-V, . Na rysunku oznaczono maksymalng liczbg elektronow,
ktora moze zostaé zwiazana w kropce o danym promieniu i glgbokosci. Linie ciagle oddzie-
laja obszary o réznych pojemnosciach kwantowych. Przedyskutowane wyzej zapelnianie
powtok jest dobrze widBczne takze na tym rysunku.

Diagram fazovs}y zostal wykorzystany do oszacowania promieni krytycznych pozwa-
lajacych na catkowite lub potowiczne wypelnienie powlok elektronowych w przypadku kro-
pek kwantowych Si w matrycy szklanej, kropek w porowatym krzemie 1 kropek
GaAs/Alg2GaggAs (Tabela 3.5).

Materiat Vo 1(sH) | 209 1500 [ 8349 [ 13045 [18(1dD ] 20 (259

SUsio, | 3.1 0.33 0.39 0.75 0.87 1.26 1.44 1.66
p-Si 1.7 0.47 0.56 1.14 1.36 2.2 2.43 2.86
GaAs 0.21 2.75 3.3 6.8 8.2 12.7 14.6 17.3

Tabela 3.5. Pojemno$¢ kwantowa kropek typu Si/SiO,, porowatego krzemu i GaAs/Alo,GagsAs.
W drugiej kolumnie zostaty podane przyjete glebokosci potencjatu uwigzienia (w elektronowol-
tach). W wierszach od drugiego do czwartego podane sa (w nanometrach) minimalne promienie
kropki, dla ktorych mozliwe jest zwiazanie podanej w pierwszym wierszu liczby elektronéw (w
nawiasach podano obsadzenie zewngtrznej powloki).
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Wyniki rachunkow kwantowych, wykonanych w ramach niniejszej rozprawy, zostaty
poréwnane z wynikami klasycznego modelu budowy atomu, zwanego modelem Thomsona.
Model ten byt stosowany przez kilku autoréw do opisu sztucznych atoméw [70-72]. W ni-
niejszej rozprawie model Thomsona zostat uzyty do oszacowania maksymalnego tadunku,
ktéry moze zostaé zgromadzony w przewodzacej kuli o promieniu R, zbudowanej z przewod-
nika o pracy wyjécia V. Zagadnienie to jest klasycznym odpowiednikiem problemu pojem-
no$ci kwantowe;. Rozwazmy uklad N klasycznych nosénikéw tadunku umieszczonych w polu
sferycznej studni potencjatu o skonczonej glebokosci. Zgodnie z elektrostatyka klasyczna w
warunkach réwnowagi trwatej noéniki tadunku zajmuja potozenia na powierzchni kuli i po-
siadaja zerowa energig kinetyczng. Minimalna energia potencjalna uktadu N-elektronéw
moze by¢ zapisana w jednostkach donorowych jako

E)* =-NV,+U, /R , (3.16)
gdzie U, jest energia oddziatywania kulombowskiego najkorzystniejszej energetycznie kon-

figuracji N elektronéw umieszczonych na sferze o promieniu jednostkowym. Warunkiem

N 1 2 3 4 5 6 7 8 9 10
Uy 0 1 3.464 | 7.348 | 12.949 | 19.970 | 28.906 | 39.350 51.520 | 81.193

Tabela 3.6. Minimalne energie oddziatywania kulombowskiego dla N klasycznych noénikéw 1a-
dunku umieszczonych na sferze o jednostkowym promieniu. Uzyto jednostek donorowych.

istnienia stabilnej konfiguracji N elektronéw jest spelnienie nieréwnoéci E N < EMes - Konfi-
guracje réwnowagi trwalej oraz odpowiadajace im wartoéci oddziatywania kulombowskiego
zostaty uzyskane w wyniku minimalizacji energii Uy metoda Monte-Carlo [A5]. Podane
w Tabeli 3.6. wartoéci Uy wartosci bardzo dobrze zgadzaja si¢ z wartoéciami podanymi przez
Morrisa et al. [72].

Rys. 3.11. Energia potencjal-

_ . na E5® klasycznego ukladu N

= noé$nikéw ladunku, odpowia-
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promienia R. Glgbokos¢ poten-
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Na Rys. 3.11. przedstawiona jest zaleznoéé energii E5“ od promienia kropki i liczby

noé$nikow tadunku dla Vp=50Rp, Rys. 3.11. podaje wyniki klasyczne, ktore odpowiadaja
kwantowym wynikom przedstawionym na Rys. 3.8. Jak wida¢ z Rys. 3.11. jeden klasyczny
elektron moze by¢ umieszczony w studni o dowolnie matym promieniu. W modelu klasycz-
nym promienie krytyczne kul, w ktdérych moga by¢ umieszczone kolejne elektrony s3 znacz-
nie mniejsze od promieni krytycznych przewidywanych przez mechanikg kwantowa. Jest to
spowodowane cechg kwantowo-mechanicznych stanow zwiazanych, ktére posiadaja niezero-
w3 warto$¢ oczekiwang energii kinetycznej. Rys. 3.11. pokazuje, ze w modelu'klasycznym
nie wystgpuje efekt zapetniania powtok elektronowych. Schodki oznaczajace maksymalng
liczbe elektronéw przedstawione na dolnej czesci Rys. 3.11, nie posiadajg jednak réwnej sze-
rokos$ci. Nieco szersze schodki pojawiaja sie w sposodb dosé przypadkowy a ich wigksza sze-
roko$¢ wynika z tego, iz dla pewnych liczb elektrondw konfiguracje rownowagowe sa szcze-
gélnie stabilne [70-72]. Wykonane przez Belkhira [73] rachunki kwantowo-mechaniczne dla
gazu elektronowego uwiezionego $cisle na powierzchni sfery réwniez nie wykazuja efektu
zapelniania powltok. Nalezy podkreslié, iz w przypadku kwantowym ograniczenie ruchu

elektronow do powierzchni kropki nie ma zadnego uzasadnienia fizycznego.

. Rys. 3.12. Potencjaly
“\3 . chemiczne uktadéw N-
elektronowych dla
Vo=40Rp w funkcji
promienia kropki obli-
czone metodq Hartree-
Focka. Na wstawce
przedstawiono energie
fadowania kropki (linie
ciagle, lewa skala)
oraz jej pojemnos¢
elektrostatyczng w
funkcji promienia dla
N=9 i N=13.
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Przedstawione w tym podrozdziale rozwazania na temat pojemnosci kwantowe;j kro-

pek kwantowych maja charakter oryginalny i zostaty po raz pierwszy opublikowane w pra-

cach autorskich [A2-A5].

3.4.3. Potencjaly chemiczne

Za pomocg metod spektroskopii pojemnosciowe;j i transportowej badane sg procesy

tadowania kropek kwantowych kolejnymi elektronami. W doéwiadczeniach tego typu uzy-

skano wyraZzny obraz zapeiania powtok w cylindrycznej kropce sterowanej bramka [17]

energia tadowania { R D]

[
liczba elektrondw

L L L LA LU BN L B

energia tadowania [ R D]

] [ L l 1 ] 1 I 1 [ I l 1 I L l 1 I
H 4 6 8 10 12 14 16 18
liczba elektrondw

Rys 3.13. Energia ladowania (czarne punkty)
kropek kwantowych o (a) R=ap, V=50Rp oraz
(b) R=2.5ap, V;=100Rp. Punkty potaczono li-
niami ze wzgledéw estetycznych. W przypadku
(a) w kropce miesci sig tylko 11 elektron6w

i w kropkach samozorganizowanych InAs/GaAs
[23], ktérych opis teoretyczny zostanie podany
w dalszej czgsci rozprawy. W doéwiadczeniach
transportowych wyznaczany jest potencjal che-
miczny, zdefiniowany jako

Uy =Ey-E,, , (3.17)
gdzie Ey jest energia stanu podstawowego ukladu
N elektronéw uwigzionych w kropce. Potencjat
chemiczny jest energia, jaka nalezy dostarczyd,
aby doda¢ do uktadu kolejny elektron. Kropka
kwantowa moze ,,pomiesci¢” N elektronow, jezeli
My <0. Wartoéé bezwzgledna potencjatu che-
micznego U, odpowiada iloéci energii uwalnia-
nej, gdy N-ty elektron jest wiazany si¢ w kropce.
Obliczone metoda Hartree-Focka potencjaty che-
miczne w funkcji promienia kropki przy gteboko-
Sci potencjatu uwigzienia Vy=40Rp zostaly przed-
stawione na Rys. 3.12. Charakterystyczne sa
znacznie powigkszone odstepy pomiedzy u, a us,
Mgapolfliga [ g, oraz nieco powiekszone -
pomiedzy /s a llgifl1salls. Znacznie powiek-
szone odstgpy odpowiadaja catkowitemu zapel-

nieniu powlok elektronowych a nieco powiekszo-
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ne - potowicznemu ich zapelnieniu.

Na wstawce do Rys. 3.12. przedstawiono obliczone wartoéci tzw. energii tadowania
kropki AE , zdefiniowanej [44] jako réznica migdzy potencjatami chemicznymi uktadow N+1
i N elektronéw, czyli

AEy =y, =My (3.18)

oraz pojemnosci elektrostatycznej, obliczanej wedtug wzoru [44]
Cy=e lAE,. (3.19)
Wartoéci te s interesujace z eksperymentalnego punktu widzenia i moga by¢ bezposrednio
poréwnane z ich klasycznymi odpowiednikami. Obliczona pojemnos$¢ elektrostatyczna wy-
kazuje liniowa zalezno§¢ od promienia kropki (wstawka do Rys. 3.12.) a energia tadowania
jest odwrotnie proporcjonalna do promienia. Podobna zalezno$cia od promienia charaktery-
zujg sie odpowiednie wielkosci klasyczne. W przypadku klasycznym, przy N — oo, wielkosci
te staja sig niezalezne od liczby elektronow zgromadzonych na powierzchni kondensatora.
Wstawka do Rys. 3.12. pokazuje silng zalezno$¢ obu tych wielkosci od liczby elektronow, co

jest efektem kwantowym. Na Rys. 3.13. przedstawiono energie fadowania kropki kolejnymi

T ! 1 T

radialna gestosé tadunku [1/ao]
radialna gestos¢ tadunku Waa]

(a1 ()

Rys. 3.14. Radialna gesto$¢ fadunku dla kropki sferycznej(a) o promieniu R=2ap i gtgbokosci
V,=10R,, dla liczby elektronéw N od 1 do 8 oraz dla atomu tlenu i jego dodatnich jonéw(b).

elektronami dla parametréw odpowiadajacym kropkom wystgpujacym w porowatym krzemie
(a) oraz kropkom typu Si/SiO; (b). Warto$¢ energii tadowania wyraznie wzrasta dla warto$ci
N odpowiadajacych polowicznie lub catkowicie zapelionym powtokom elektronowym. Dla
pozostatych wartosci N energie fadowania sa w przyblizeniu réwne. Energia tadowania krop-
ki jest wigc kolejng mierzalng wielko$cia, ktora pozwala na obserwacjg efektu zapelniania

powtlok elektronowych.
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3.4.4. Rozklad gestosci ladunky

Na Rys. 3.14. przedstawiono pordwnanie rozkladu gestosci tadunku dla sztucznych
atomow z N=1,...,8 (a) oraz dla atomu tlenu i jego jonéw (b). Rys. 3.14. przedstawia radialng

gestosé tadunku wyliczong metoda Hartree-Focka

N 27 n

ple)=rY, [do| sin(6)d6ly, (,0,p)" (3.20)

i=l o 0
dla kropki sferyczne; (a) zawierajacej N=1,...,8 elektronéw oraz dla atomu tlenu i jego dodat-
nich jonéw (b). W atomach sztucznych, niezaleznie od liczby elektronéw, uwigziony w krop-
ce tadunek zajmuje caly objetosé kropki wykazujac matlg penetracje do obszaru bariery.
W miarg wzrostu liczby elektrondw maksimum radialnej gestosci tadunky przesuwa sie nie-
znacznie w strong powierzchni kropki. Powoli roénie réwnies penetracja tadunku w glab ba-
riery. Natomiast rozmiar jondéw tlenu roénie bardzo szybko wraz ze wzrostem liczby elektro-
néw. Dla jonéw tlenu wyraznie widoczne jest pojawienie sig powloki p (dla trzeciego elek-
tronu). W przypadku sztucznego atomu radialne gestosci prawdopodobiefistwa dla powlok s i

p sa podobne, efekt ten nie jest wige widoczny.

3.4.5. Podsumowanie

W tym podrozdziale przedyskutowane zostaly wiasnogci uktadéw N elektronéw uwie-
zionych w sferycznych kropkach kwantowych dla N=1, ..., 20. Problem wlasny dla stanu
podstawowego N elektronéw w potencjale sferycznej studni zostat rozwigzany za pomoca
nieograniczonej metody Hartree-Focka. Wprowadzono nowe pojecie pojemnosci kwantowe;j
kropki, rozumianej jako maksymalna liczba elektron6w, jaka moze zostaé w niej uwieziona.
Wyniki przedstawione w postaci diagramu fazowego pozwalaja oszacowaé pojemno$é
kwantowa kropki o danej gtgbokosci i rozmiarze. Przedstawione zostato poréwnanie otrzy-
manych wynikéw kwantowych z wynikami modelu klasycznego. Oméwiono znaczenie re-
guly Hunda w mechanizmie zapelniania powlok sferycznych sztucznych atoméw. Zbadano
ewolucje rozktadu gestosci uwigzionego w kropce ladunku przy wzrastajacej liczbie elektro-

néw.
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Rozdzial 4. Stany donorowe w sferycznych kropkach
kwantowych
4.1. Wstep

Wiasnoéei uktadow potprzewodnikowych, w tym typ przewodnictwa, koncentracja
noénikéw oraz dtugo$¢ ekranowania, moga by¢ z duza elastyczno$cig modyfikowane przez
domieszkowanie. Z tego powodu, whasnoéci domieszek sa podstawowym i szeroko badanym
problemem fizyki potprzewodnikéw. Oprocz duzego znaczenia praktycznego, Badania wia-
snoéci domieszek sa bardzo interesujace z teoretycznego punktu widzenia. W rozdziale tym
rozwazony zostanie problem centréw donorowych D™ 1 D*~ w sferycznych kropkach kwanto-
wych. Centrum D~ sklada sig¢ z dodatniego jonu donorowego D' 1 dwbch zwiazanych na
nim elektronéw a centrum D*~ zawiera trzy elektrony zwiazane na D*. Ujemnie natadowana
domieszka donorowa D~ jest jednym z najprostszych ukladéw ,,wielociatowych”. Powstaje
w wyniku wiazania dodatkowego elektronu na neutralnym wodoropodobnym centrum dono-
rowym D°. W fizyce atomowej odpowiednikiem ujemnie natadowanego centrum donorowe-
go jest ujemny jon wodoru H™ . W krysztale litym centrum D° opisywane za pomoca hamil-
tonianu masy efektywnej posiada, podobnie jak atom wodoru, nieskoficzenie wiele stanéw
zwiazanych. Przy braku zewngtrznego pola magnetycznego zaréwno centrum D~ w polprze-
wodniku litym jak i jon H™ posiadaja wylacznie jeden stan zwiazany (jest to stan bodstawowy
o bardzo malej energii wiazania). W nieograniczonej przestrzeni uktady H™ i D™ nie posia-
daja zwiazanych stanéw wzbudzonych. Dowdd teoretyczny nieistnienia zwigzanych stanow
wzbudzonych uktadu zostal podany przez Hilla [74]. W krzystatach litych centrum D* nie
wystepuje. Jon H™ jest ukladem o bardzo silnej korelacji elektron-elektron. Zaniedbujaca ko-
relacje metoda Hartree-Focka nie przewiduje istnienia stabilnego uktadu H .

Przytozenie zewnetrznego pola magnetycznego powoduje zwigkszenie energii wiaza-
nia stanu podstawowego oraz pojawienie si¢ wzbudzonych stanéw zwiazanych. Podobny
wplyw na energie wiazania stanu podstawowego centrum D™ ma uwigzienie kwantowe.
Przejécia optyczne do wzbudzonych stanéw D™ w potprzewodnikowych studniach kwanto-
wych w obecnosci zewnetrznego pola magnetycznego zostaty do$wiadczalnie Zaobserwo-
wane i stanowily pierwszy dowéd wystepowania uktadu D~ w nanostrukturach pétprzewodni-
kowych [75-77].

Problem neutralnych i ujemnie natadowanych donorow w sferycznych kropkach

kwantowych byl rozwazany teoretycznie przez innych autoréw [56-59,78,79]. Uwigzienie w
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kropce sferycznej znacznie zwieksza energie wiazania stanéw neutralnej domieszki D oraz
energie przej$¢ promienistych [58]. Wariacyjne oszacowanie energii stanu podstawowego
centrum D™ umieszczonego w studni potencjatu o skonczonej glebokoscei i sferycznej symetrii
zostalo podane przez Zhu [56-57]. Problem stanu podstawowego D~ w nieskonczonej studni
o symetrii sferycznej zostal rozwiazany kwantowa metoda Monte-Carlo przez Joslina i
Goldmana [79]. Busser i Proetto [59], korzystajac z drugiego rzg¢du rachunku zaburzen i mo-
delu studni o nieskonczonej gleboko$ci, wysuneli hipoteze, iz D™ w kropkach kwantowych
posiada - podobnie jak w krysztalach litych - tylko jeden stan zwigzany. W rozdziale tym
przedstawiony zostanie dowod istnienia zwigzanych stanéw wzbudzonych centrum D~ w
kropkach kwantowych przeczacy tej hipotezie. Ponadto zaprezentowane zostang wyniki dla
standw zwigzanych tréjelektronowego centrum D*.

Jednym ze skutkéw ograniczenia dostgpnej dla elektrondéw przestrzeni w nanosfruktu-
rach poiprzewodnikowych jest znaczny wzrost efektéw sprzgzenia elektron-fonon. Sprzeze-
nie elektron-fonon powoduje dodatkowg stabilizacjg stanu podstawowego centrum D™. Efekt
ten w zastosowaniu do centrum D~ w silnie polarnej, sferycznej kropce kwantowej CdSe, oto-
czonej szklem, zostat opisany w ramach podejécia silnej lokalizacji (metoda Pekara) w publi-
kacji autorskiej [A9]. Wplyw sprzgzenia elektron-fonon na wiasnosci neutralnego centrum
D° w dwuwymiarowych studniach kwantowych zostal oméwiony w pracach [A10,A11]. Wy-

niki przedstawione w tym rozdziale pochodza z prac [A6-A8].

4.2. Model teoretyczny, problem energii wigzania

Rozwazamy dodatni jon donorowy umieszczony w $rodku sferycznej kropki kwanto-
wej. Hamiltonian centrum D~ w przyblizeniu masy efektywnej mozna zapisa¢ w jednostkach

donorowych jako

H='V12—V§‘£—£+1+V(I‘1)+V(r2), 4.1)

h o M
gdzie V (r) jest potencjalem prostokatnej, sferycznie symetrycznej studni potencjatu o skon-
czonej glebokosci, zdefiniowanym w Rozdziale 3. [réwnanie (3.1)]. Problem wiasny hamil-
tonianu (4.1) zostat rozwigzany metoda wariacyjna przy uzyciu funkcji prébnych podanych w
podrozdziale 3.3. W celu oszacowania energii stanu podstawowego D™ uzyto funkcji probne;

zawierajacej w sposob jawny odlegto$¢ miedzy elektronami rj; (3.6). Dla stanéw wzbu-

dzonych, w ktorych efekty korelacyjne sa znacznie stabsze (por. Rozdziat 2. 1 Tabela 4.1),
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uzyto funkcji falowej (3.4), w ktérej odleglo$¢ elektron-elektron nie wystgpuje w sposob jaw-
ny.

Zajmiemy sie teraz problemem wiazania stanéw D~ w pojedynczej, izolowanej kropce
kwantowej. Energia wiazania stanu kwantowego v centrum D~ jest minimalna energia, jaka
nalezy dostarczy¢ do uktadu, aby przenie$¢ jeden z elektronéw do obszaru bariery, nieskon-
czenie daleko od kropki. Wskutek dysocjacji centrum D™ w kropce pozostaje neutralne cen-
trum D’ a jeden z elektronéw zostaje przeniesiony do obszaru bariery. Dno pasma przewod-
nictwa materiatu bariery zostalo przyjete za zero energii, tak wiec minimalna energia stanu

koficowego tego procesu jest rOwna energii stanu podstawowego uwigzionego centrum D’

(oznaczanej E. 0) . Energia wiazania okre$lona jest zatem formuta
W, =EX -EP", (4.2)
gdzie E” jest energia stanu kwantowego v uktadu D™. Stan v centrum D~ jest zwiazany,

gdy warto$¢ W, jest dodatnia. W niniejszej rozprawie i publikacjach autorskich [A6-AS8]

energia stanu podstawowego D’ zostata wyliczona za pomoca funkcji prébnej typu Slatera -
(3.3).

Autorzy poprzednich prac teoretycznych [56-59] rozwazajac problem wigzania cen-
trum D~ w pojedynczej sferycznej kropce kwantowej korzystali z nastgpujacej definicji ener-
gii wigzania:

W, =EP +ES-EP (4.3)

gdzie E; jest energia stanu podstawowego elektronu w studni kwantowej. Definicja (4.3) jest

doktadnym odpowiednikiem definicji energii wiaza-

stan obecne ‘dokladne’

1's -5.8074 -5.8074 nia centrum D~ w krysztale litym. Warunkiem sto-
2°S -4.3485 -4.3504 _ _ ,
27s -4.2883 42919 sowalno$ci definicji (4.3) jest zatozZenie, ze uwolnio-
2°p -4.2647 -4.2663 i dvsociacii elekt ‘e oddziatvwui
>7p 45457 40477 ny w procesie dysocjacji elektron nie oddziatywuje z

_ centrum D’ znajdujac sie¢ jednoczeénie wewnatrz
Tabela 4.1. Poziomy energetyczne atomu

helu w rydbergach atomowych. Wyniki  kropki kwantowej w zwigzanym stanie podstawo-
dokladne wziete z prac [62]. Energia

stanu podstawowego policzona zostala WYL Oczywiste jest, ze w przypadku pojedynczej,
rzy uzyciu funkcji falowej (3.6), pozo- . . . . .. .
Is)ta?c, prgy wzyciu tJ”unkcji (31_4()_ )Zasl,)toso- izolowanej kropki kwantowej proces taki nie moze

wano standardowa notacj¢ atomowa sta-

n6w kwantowych, mieé miejsca. Definicja (4.3) ma sens fizyczny tylko

wtedy, gdy w wyniku dysocjacji centrum D~ jeden z
elektronéw przenosi sie do innej, oddalonej kropki kwantowej o tych samych rozmiarach.

Proces taki mogltby zachodzi¢ przy zatozeniu wystarczajaco silnego sprzgzenia migdzy krop-
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ol
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-
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0.0

0.1

R [aD] 0.2

Rys. 4.1 Energia wiazania stanu podstawowego D~ w kropce o

glebokodci Vy=40Rp.

Kropki przedstawiaja wyniki podane

przez Zhu [56]. Liniami oznaczono wyniki uzyskane przy po-
mocy funkcji prébnej (3.6). Linia ciagla przedstawia energie
wiazania (4.2), linia przerywana ,,energie wiazania” wedhig Zhu
{56] (4.3).

kami, ktére w takiej jednak
sytuacji trudno uznaé za od-
dalone i izolowane od siebie.
Dlatego fizyczna interpreta-
cja wielkosci WV jako energii
wigzania w przypadku poje-
dynczej, izolowanej kropki
kwantowej jest niepoprawna.

W zwiazku z tym ujemna
warto§¢ W, nie oznacza, Ze

stan Vv nie jest zwigzany.
Definicje energii wigzania
tego typu sa czesto stosowa-
ne przez autordw pracuja-
cych w modelach potencjatu
uwigzienia o nieskonczonej

glebokosci, gdzie zdefinio-

wanie progu kontinuum nie jest

mozliwe. Jezeli w kropce wigze sig jeden stan elektronowy, to E; <0, w przeciwnym przy-

padku Ej =0. Energie wigzania W, i Wv sa tozsame przy V,R> <m®/4 , gdy elektron nie

moze sig wigza¢ w kropce kwantowej pozbawionej domieszki.

4.3. Wyniki obliczen testowych

Jakos¢ zastosowanej dwuelektronowej funkcji probnej zostata zbadana poprzez jej

zastosowanie do problemu atomu helu. Tabela 4.1. przedstawia poréwnanie otrzymanych

R 2 4 6 8 10 12 15 )
Obecne 0.8998 -0.7784 -0.9926 -1.0364 -1.0487 -1.0529 -1.0548 -1.0554
QMC 1.4462 -0.7588 -0.9916 -1.0360 | -1.0478 -1.0514 -1.0522 -1.0555

Tabela 4.2. Energia stanu podstawowego centrum D™ umieszczonego w centrum sferycznej studni potencja-
tu. Wyniki obecne zostaty otrzymane za pomoca funkcji prébnej (3.6) dla glebokoéci studni V=40R,. W 3.
wierszu podane s wyniki kwantowej metody Monte Carlo dla studni o nieskoriczonej glebokosci [79].

wynikow ze znanymi z literatury, doktadnymi energiami stanu podstawowego i stanéw wzbu-

dzonych atomu helu. Zastosowana w obecnej rozprawie funkcja prébna odtwarza z duzg do-
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kladnoécia znane z fizyki atomowej
warto$ci. Wyniki otrzymane za po-
moca funkcji probnej (3.6) dla stanu
podstawowego centrum D~ w sferycz-
nej kropce kwantowej mozna porow-
naé z wynikami innych autoréw [56-
59,79]. Na Rys. 4.1. podano ,.energig
wiazania” obliczong wediug definicji
(4.3) i porébwnano wyniki otrzymane
przez Zhu [56] (czarne punkty) z
obecnymi wynikami. Linig ciagla
przedstawiono energig wigzania obli-

czong zgodnie z definicja (4.2), a linig

rzerywana - ,.energic wiazania’ we-
»

dhug definicji (4.3), wyliczong przy

uzyciu funkcji prébnej (3.6). Dla kro-
pek kwantowych o promieniu zbyt
matym, aby mozliwe bylo wigzanie
stanu jednoelektronowego w pozba-
wionej domieszki kropce (R<0.248
ap), obie energie wigzania, obliczane
wedhig definicji (4.2) 1 (4.3), przyj-
muja te same warto$ci. Przedstawione
wyniki obecnych obliczen zblizone sg
do rezultatéw Zhu [56]. Energia wia-
zania uzyskana przy uzyciu funkcji
prébnej (3.6) jest zazwyczaj nieco
wigksza od odpowiednich warto$ci
podanych przez Zhu, co wynika z do-
ktadniejszego uwzglednienia korelacji
elektron-elektron w funkcji falowej

(3.6). Funkcja falowa Zhu [56] za-

0.1 1 10
a,/R

Rys. 4.2. Poziomy energetyczne uwigzionego centrum D” w
funkeji odwrotnoéci promienia kropki (g-stan podstawowy, di
e —singlet i tryplet (I1s1p), b i ¢ —singlet i tryplet (1s2s) ) o
glebokoéci V=10Rp. Linia a oznacza prég kontinuum dla
stanéw D~. Linia f przedstawia sume energii stanéw podsta-
wowych centrum D% elektronu w kropce o promieniu R.

-50

-150 1 ] .
0 1 2
R/a b
Rys. 4.3. Energia stanu podstawowego i najnizszych niespo-
laryzowane spinowo stanéw wzbudzonych uktadéw D’ D i
D* w funkcji promienia kropki o glgbokosci studni potencjatu
SORD.

wiera odleglo$é r; w wyktadniku eksponenty, co - ze wzgledu na konieczno$¢ spelnienia

tzw. warunku wierzchotkowego [80] - jest mniej korzystne wariacyjnie od postaci liniowej
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zaleznosci od rp; uzytej w funkcji probnej (3.6). W Tabeli 4.2. przedstawiono poréwnanie
energii stanu podstawowego D~ w sferycznej studni potencjatu o glebokosci Vop=40Rp obli-
czonej przy uzyciu funkcji prébnej (3.6) z wynikami otrzymanymi za pomoca kwantowe]
metody Monte-Carlo dla nieskonczenie gtebokiej studni potencjatu podanymi przez Joslina i
Goldmana [79]. W celach poréwnawczych podane w Tabeli 4.2. energie liczone s od dna
studni. Dla R < 4 ap uzyskane oszacowania energii dla skonczonej studni sa nieco nizsze od
wynikéw metody Monte Carlo przy Vp=c. Dla wiekszych rozmiaréw kropki obie metody

dajg zblizone wy-

(IslpYP_| (slp)'P (Is25)’S (Is25)'S | (Usld)'D | (sld'D

niki. Zachowanie
9.1 10.2 19.8 21 20.6 21.2

to ma charakter

Tabela 4.3. Minimalne wielkosci V,R? (w jednostkach donorowych), dla ktérych ) .
mozliwe jest wiazanie stanéw wzbudzonych D" ogdblny: liczona od
dna energia stanéw zlokalizowanych studni silnie zalezy od glebokosci potencjalu uwigzienia
tylko dla malych rozmiarow studni. Oszacowanie energii D~ w przypadku krysztahu litego
(R=) zgadza sig doskonale z najdokladniejszym rachunkiem znanym z literatury [61]. Wy-
niki umieszczone na Rys. 4.1. oraz w Tabelach 4.1. 1 4.2. pokazuja, iz zastosowana funkcja

probna jest wystarczajaco elastyczna dla opisu uktadu D, zarébwno w krysztatach litych, jak i

w kropkach kwantowych.

4.4. Zwiazane stany wzbudzone centrow donorowych D™ i D”

Na Rys. 4.2. przedstawiono wyniki rachunkéw wariacyjnych dla energii stanu podsta-
wowego (ciagha linia oznaczona literg g) centrum D" i energii stanéw wzbudzonych (Is/ p)'P
i(Isl p)3P (linie przerywane odpowiednio d i e) oraz (]s2s)1S 1 (1s25)3S (linie kropkowane
odpowiednio b i ¢). Krzywa a oznacza energie progu kontinuum dla stanow D7, czyli sumg
energii stanu podstawowego D° i najnizszej energii elektronu w obszarze bariery (réwne]
zero). Krzywa f przedstawia sumg energii standéw podstawowych centrum D° i elektronu w
uwiezionych kropce o promieniu R ["prog kontinuum" wg definicji (4.3)]. Rys. 4.2. pokazu-
je, ze stan podstawowy centrum D~ jest stanem zwigzanym w kropce kwantowej o dowolnych
rozmiarach. Wiasnoéé ta zostata podana przez Zhu [56]. Nowa informacja, wynikajaca z
Rys. 4.2. jest fakt, iz stany wzbudzone centrum D~ moga byé zwiazane przy odpowiednio |
duzym promieniu studni. Poziomy energetyczne wszystkich stanéw wzbudzonych, zgodnie z
wynikami Bussera i Proetto [59], leza powyzej krzywej f, co jednak nie oznacza braku wigza-

nia.
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Na Rys. 4.3. przedstawiono uklad poziomdw energetycznych stanéw niskospinowych

dla centr6w donorowych DO, D i

D?". Energie stanéw D% zostaly

e wyznaczone za pomoca funkcji
Lo prébnej (3.4). Stany trdjelektrono-

we, podobnie jak wzbudzone stany

41-—‘

T T I

D™, sa stanami zwigzanymi, jezeli
kropka kwantowa jest wystarczajaco

rozlegta.

n
I
T

W Tabeli 4.3. przedstawiono

oszacowanie krytycznych wielko$ci

VoR?  dla ktorych mozliwe jest wia-

. Doy L a1, zanie wybranych stanéw wzbudzo-

Ala nych D™. Obecno$¢ dodatniego jonu
[»)

Rys. 4.4, Wartosci oczekiwane odlegloéci elektron-elektron donorowego w $rodku kropki
<riz> i elektron-centrum donorowe <r;> w funkcji promienia )

kropki R dla V,=40R, dla stanu podstawowego D~ (linie cia-  znacznie obniza wartosci krytyczne
gle) i wzbudzonego stanu (152s)'S (linie przerywane). ‘ ) .

& (1s2s) preety ) VoR? dla wszystkich stanéw elektro-
nowych w poréwnaniu do odpowiednich wartosci dla kropki ,,niedomieszkowanej” (por. Ta-
bela 3.2).

Na Rys. 4.4. przedstawiono oszacowane §rednie rozmiary centrum D~ w kropce

kwantowej: warto$ci oczekiwane odleglo$ci elektron - centrum donorowe (r,) oraz elektron

— elektron (rn) dla stanu podstawowego ([ sH'S (linie ciagte) i dla stanu wzbudzonego
(I525)'S (linie przerywane). W granicy krysztahu litego (R=00) w stanie podstawowym otrzy-
mano (q) =2"71a, i (r12> =4.41a,, co dokladnie zgadza sig¢ z warto$ciami podanymi dla jonu

H przez Thakkara i Smitha [62]. Maksymalna lokalizacja stanu podstawowego zachodzi dla
R=0.5ap. Przebieg krzywych obrazujacych $rednie rozmiary centrum D~ w stanie wzbudzo-
nym (Is2s)'S jest podobny jak w przypadku dwoéch elektronéw uwiezionych w kropce
kwantowej pozbawionej domieszki (patrz podrozdziat 3.3). Dla R<0.7ap stan (Is25)'S nie
jest zwiazany, jeden z elektronéw przebywa w barierze nieskoficzenie daleko od kropki, a
wiec rozmiary uktadu przyjmuja nieskoficzone wartoéci, co obrazuje pionowa linia na Rys.
4.4. Dla R>0.7ap S$rednie odleglosci elektron-elektron i elektron-centrum donorowe dla
zwiazanego stanu wzbudzonego rosng liniowo z promieniem kropki. Na podstawie przedsta-

wionych wynikéw mozna stwierdzié, iz za wiazanie stanu podstawowego odpowiedzialne jest
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centrum donorowe a zwigzane stany wzbudzone majg charakter ,,studniowy” 1 wystgpuja

dzieki obecnoéci potencjahu uwigzienia kropki kwantowe;.

12 ‘ Rys. 4.5. przedstawia
(1s25)'s
me ————_l1s2s)s wplyw potencjalu domieszki na
_ std)'D
—_— ) dwuelektronowe poziomy  ener-
etyczne. Oproécz wyraznego ob-
—_— s P kropka z domieszkg gety P 7 &
B w $rodku izeni iomd
—_—— s P nizenia pozioméw energetycznych
o 16 | ety 1 191012 2 1251 pod wplywem przyciagajacego
~ \_-—__—'._/
W ) O N e — R potencjalu domieszki, widoczne
, kropka bez domieszkl (1s1p)'P jest réwniez przesunigcie w dot
151p) P energii wzbudzonych stanéw typu
19 |- .
V =10R S wzgledem stanéw D.  Efekt
0 D f15°) 's o N
W™ R-25a wzglednego obnizenia energii sta-
D
2 néw S wynika z faktu, iZ w stanach

Rys. 4.5. Poziomy energetyczne centrum D~ (prawa czgéé O symetrii sferycznej obydwa
rysunku) i ukladu dwéch elektrondw (lewa czgs¢ rysunku)
uwiezionych w sferycznej kropce kwantowej o promieniu 2.5ap
i glebokosci 10 Rp

elektrony charakteryzuje niezero-
we prawdopodobienstwo znalezie-
nia si¢ na przyciagajacym centrum domieszkowym. Efekt wzglednego przesunigcia pozio-
méw energetycznych o symetriach S i D widoczny jest réwniez w podanych w Tabeli 4.3.
wartodciach krytycznych parametréw kropki kwantowej, dla ktérych zachodzi wiazanie od-

powiednich stanow.

4.5. Dipolowe przej$cia optyczne w domieszkowanych kropkach kwantowych

W przypadku dwuwymiarowych studni kwantowych, energie przej$¢ dipolowych w
stanach D’ i D™ w zewnetrznym polu magnetycznym sa dobrze rozréznialne [75-77]. W celu
zbadania mozliwoéci detekcji stanéw kwantowych natadowanej domieszki donorowej w sfe-
rycznej kropce kwantowej przeprowadzono obliczenia energii dipolowych przej$¢ optycznych
dla réznej liczby uwiezionych elektronéw. Energie najnizszego dipolowego przejscia optycz-
nego typu S-P dla kropki o glgbokosci Vy=50Rp przedstawione zostaly na Rys. 4.6. Piono-
wymi liniami zaznaczono promienie krytyczne, dla ktérych odpowiedni stan kwantowy o
wyzszej energii staje sig stanem zwiazanym. Krzywe oznaczone symbolami le, 2e, 3e przed-
stawiaja energie przejé¢ dla uktadéw jedno-, dwu- i trojelektronowych w kropce pozbawione;

domieszki. W Rozdziale 3 pokazano, ze przejécia dipolowe w tych ukfadach posiadaja zbli-
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30 , . zone do siebie energie. W
przypadku centréw donoro-
wych D? i D™ energie przejsé
S-P sa roOwniez bardzo stabo
rozroznialne. Natomiast
energia tych przej$é jest wy-
raznie wigksza od energii
przejs¢  dla elektronéw

uwigzionych w niedomiesz-

kowanej kropce kwantowej.
Energie przejs¢ dla centrum

D* pokrywaja si¢ z odpo-

| wiednimi warto$ciami dla

0 R/1 2 uktadow elektronowych w
a
D

Rys 4.6. Energia dipolowego przejécia optycznego S-P dla uktadow
jedno-, dwu- i tréjelektronowych w kropce o glebokosci V,=50R,.
Linie le, 2e i 3e odpowiadaja kropce bez domieszki. Pionowymi li-

niami zaznaczono promienie krytyczne pozwalajace na wiazanie biora-  dobne wyniki otrzymano dla
cego udziat w przejéciu stanu o wyzszej energii.

,niedomieszkowanych”

kropkach kwantowych. Po-

przejscia dipolowego P-D.
Przedstawione wyniki sugeruja, ze za pomoca spektroskopii optycznej nie bedzie
mozna rozréznié ukladéw D° i D™ w kropkach kwantowych. Natomiast samg obecnosé do-
mieszki donorowej w kropce mozna stwierdzi¢ na podstawie energii przej$é¢ dipolowych, o ile

w kropce uwigzione sa nie wigcej niz dwa elektrony.

4.6. Wplyw domieszki na potencjaly chemiczne

Na Rys. 4.7. pokazane zostalo poréwnanie energii stanu podstawowego uwiezionych
uktadéw elektronowych z domieszka donorowa w §rodku kropki (linie ciagle) i bez domieszki
(linie przerywane). Stabilizujacy wptyw dodatniego jonu donorowego jest dobrze widoczny.
Na Rys. 4.8. pokazano przebiegi potencjatéw chemicznych dla ukladéw jedno-, dwu- i tréj-
elektronowych w obecnosci (linie ciagte) i nieobecnosci (linie przerywane) domieszki. Po-
tencjaty chemiczne elektronéw uwigzionych w kropkach kwantowych moga by¢ wyznaczane
metodami spektroskopii pojemnosciowej i transportowej. Silne obnizenie potencjatu che-
micznego spowodowane dodatkowym kulombowskim potencjatem domieszki, a takze wy-

razne roéznice migdzy potencjatami chemicznymi dla réznych liczb elektronéw pozwalajg
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oczekiwaé, iz zaréwno wykrycie obec-
nosci jonu donorowego w kropce

kwantowej jak i wyznaczenie liczby

uwigzionych elektronéw w stanie pod-

stawowym lub w jednym ze stanéw
wzbudzonych, bedzie mozliwe za po-
moca metod spektroskopii transporto-
wej. Warto dodaé, ze w domieszkowa-
stud-
niach kwantowych GaAs/GaAlAs do-

nych quasi-dwuwymiarowych

konano niedawno obserwacji centrum
D~ w  tunelowaniu rezonansowym

przez studnig¢ kwantowa [81].

4.7. Podsumowanie

W rozdziale tym oméwiony zo-
stal wpltyw potencjatu centrum donoro-
wego na uklady elektronowe uwigzione
w sferycznych kropkach kwantowych.
Pokazano, iz wbrew postawionej po-
przednio [59] hipotezie, potencjat
uwigzienia kropki kwantowej) umozli-
wia wigzanie stanow wzbudzonych
centrum D~. Ponadto po raz pierwszy
wykazano stabilno$¢ tréjelektronowego
centrum D*” w kropce kwantowej. Wy-
znaczone zostaly warto$ci parametréw

kropki kwantowej, dla ktérych odpo-

-50 —
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Rys. 4.7. Energia stanu podstawowego jednego, dwdch
i trzech elektronéw uwigzionych w kropce kwantowej z
centralnie polozong domieszka donorowa (linie ciagle) i
bez domieszki (linie przerywane). Glegbokos¢ studni
potencjatu Vp=50Rp

potencjat chemiczny [ Ro]
R
w

.50 ' l '
0.0 0.5 1.0
R/ a
Rys. 4.8. Potencjaly chemiczne jednego, dwéch i trzech
elektronéw w kropce z centralnie potozong domieszka
donorowg (linie ciagle) i bez domieszki (linie przerywa-
ne). Vy=50Rp.

wiednie stany kwantowe staja si¢ stanami zwigzanymi. Podano w ten sposéb, alternatywny w

stosunku do przylozenia zewngtrznego pola magnetycznego sposdb stabilizacji stanéw wzbu-

dzonych ujemnie natadowanej domieszki donorowej. Pokazano slabg rozréznialno$¢ energii

dipolowych przej§¢ optycznych dla uktadow D° i D™ uwiezionych w sferycznych kropkach
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kwantowych. Wyniki obliczen wskazuja, iz jednoznaczna detekcja stanéw domieszkowych w
kropkach kwantowych powinna by¢ mozliwa w do§wiadczeniach mierzacych potencjaty che-

miczne, tzn. w pomiarach transportowych lub pojemno$ciowych.
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Rozdziat 5. Cylindryczne kropki kwantowe

5.1. Wstep

Rozdzial ten zawiera rozszerzenie przedstawionej w Rozdziale 3. teorii na kropki
kwantowe o nizszej symetrii. Rozwazane sa tuta] uktady wieloelektronowe uwigzione
w kropkach kwantowych w ksztatcie cylindra o $rednicy D i wysokosci H (Rys. 5.1.). Pomia-
ry wiasno§ci elektronowych kropek kwantowych sa czesto wykonywane w obecnosci ze-
wnetrznego pola magnetycznego, ktore pozwala na identyfikacjg symetrii obserwowanych
stanéw oraz na oszacowanie stopnia ich lokalizacji. Teoria oméwiona w tym paragrafie
obejmuje réwniez efekty wywotane zewnetrznym polem magnetycznym, przytozonym do
nanostruktury. Jednorodne pole magnetyczne skierowane zgodnie z osig cylindra, mozna
latwo wlaczy¢é do opisu teoretycznego noénikéw uwiezionych w cylindrycznych kropkach

Az kwantowych, poniewaz nie zaburza ono
|

symetrii uktadu. W tym rozdziale omo-

/_\ wione sa wyniki opublikowane w pra-
1
\D_J—/ cach [A12,A13].
|
Y Model cylindrycznej studni po-

H Y ot atie et ——»  tencjalu zostal zastosowany do opisu

doswiadczenia tadowania kolejnymi

/ . .
\;__/ elektronami samozorganizowanych kro-

pek InAs/GaAs [16,23]. Samozorgani-
¥ x

Rys. 5.1. Schematyczny rysunek cylindrycznej kropki zowane kropki kwantowe InAs/GaAs
kwantowe] powstaja spontanicznie podczas wzrostu
warstwy polprzewodnikowej naniesionej na podtoze z wiazki molekularnej. Ich powstawanie
jest wynikiem naprgzen spowodowanych  roznicg statych siect arsenku indu (0.606 nm)
i arsenku galu (0.565 nm). Taki sposéb powstawania samozorganizowanych kropek kwanto-
wych nosi nazwg mechanizmu Stranskiego-Krastanowa [82]. Przebieg tego procesu w przy-
padku, gdy na podtoze z GaAs nakladany jest InAs, wyglada nastepujaco: Pierwsza mono-
atomowa warstwa InAs, zwana warstwa zwilZajaca, pokrywa réwnomiernie cata powierzch-
nie GaAs. W dalszej fazie wzrostu, gdy ilo$¢ natozonego materiatu osiagnie grubo$¢ okoto
dwéch monowarstw, InAs zaczyna tworzy¢ trojwymiarowe wyspy o rozmiarach nanometro-

wych, zwane samozorganizowanymi kropkami kwantowymi. Rozktad tych wysp na po-

wierzchni jest regularny a ksztalty i rozmiary prawie jednorodne. Rozmiary kropek i $rednie
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odlegtosci migdzy nimi zdleiq od specyficznych warunkéw wzrostu. Warstwa kropek samo-
zorganizowanych przykrywana jest warstwa GaAs o grubosci znacznie wiekszej od wysoko-
Sci kropek. Ze wzgledu na duzy wplyw powierzchni, samozorganizowane kropki kwantowe
przed natoZeniem warstwy wierzchniej GaAs sa nieaktywne zardwno optycznie jak i elektro-
nicznie. Natomiast po przykryciu kropek warstwa GaAs ich ksztalty, rozmiary i skiad che-
miczny nie sg juz dobrze znane [83,84]. Ksztalt kropek przed natozeniem warstwy GaAs
moze by¢ bezposrednio obserwowany metodami elektronowej mikroskopii tunelowej (STM)
[1] lub mikroskopii sit atomowych (AFM) [1]. Interpretacja wynikéw tych pomiéréw nie jest
jednak jednoznaczna. Wedtug grupy Bimberga [52] kropki samozorganizowane maja ksztalt
piramid o kwadratowej podstawie. Wedlug innych grup obiekty te posiadajg ksztalt ptaskich
soczewek [85]. Przeprowadzone niedawno [83] pomiary rentgenowskie skladu kropek po
nalozeniu wierzchniej warstwy GaAs wskazujg na znaczny udzial galu w materiale kropek
oraz na rozmywanie si¢ warstwy zwilzajacej. Wedlug Sivernsa et al. [83] samozorgani-
zowane kropki kwantowe zbudowane sa ze stopu Ing31GaggoAs 1 nie sa osadzone na warstwie
zwilzajacej, lecz otoczone warstwa ,,uwiezienia” ztozong z Ing¢7GaggsAs, ktérej wysokosé
jest poréwnywalna z wysokoscia kropek.

Istnieje do§¢ bogata literatura teoretyczna [51-53] po$wigcona stanom jedno-
elektronowym w samozorganizowanych kropkach kwantowych. Wéjs et al. [51] podali przy-
blizone rozwiazanie jednoelektronowego réwnania Schrdédingera dla kropki o ksztalcie so-
czewkowatym. Uzywajac potencjatu typu studni Grundman et al. [52] oraz Cusack et al.
[53] rozwigzali réwnanie Schrodingera dla pojedynczego elektronu uwigzionego w pirami-
dalnej kropce kwantowej, polozonej na warstwie zwilzajacej. Rachunki [51-53] zostaly prze-
prowadzone przy zalozeniu, iz zar6wno kropka samozorganizdwana jak 1 warstwa zwilzajaca
zbudowane sa z czystego arsenku indu. Autorzy [51-53] uwzglednili potencjal uwigzienia
warstwy zwilzajacej oraz wplyw lokalnie panujacych naprezen na wlasnosci pasmowe InAs.
Rachunki wieloelektronowe dla kropek kwantowych o symetrii cylindrycznej z uwigzieniem
w postaci skoficzonej trojwymiarowej studni potencjatu nie zostaty dotychczas opublikowane
przez innych autoréw.

Dla potrzeb obliczen wielocialowych potencjal uwigzienia elektronow w samozorga-
nizowanych kropkach kwantowych jest zazwyczaj przyblizany poprzez potencjat dwuwymia-
rowego oscylatora harmonicznego. W ramach tego modelu, Wéjs i Hawrylak [86] podali
jakosciowy opis elektronowych wilasno$ci kropek samozorganizowanych. Praca Warburtona
et al. [87]) dowodzi jednak, iz ilo$ciowy opis danych eksperymentalnych w modelu dwuwy-

miarowego oscylatora harmonicznego nie jest mozliwy. W celu uzyskania iloSciowej zgod-
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Rozdziat 5. Cylindryczne kropki kwantowe
noéci z eksperymentem, autorzy pracy [87] byli zmuszeni do dokonania sztucznej separ%cji

charakterystycznej czgstosci oscylatora (w)1jego charakterystycznej dtugosci ( 1), pomimo

iz parametry te sg Sci$le ze soba zwiazane (I=vh/m'w) i potraktowania tych wielkosci jako
niezaleznych parametréw dopasowania. Ponadto wyniki niedawno przeprowadzonych po-
miarw magnetoabsorpcji na samozorganizowanych kropkach kwantowych wykazaty [21]
wyrazne famanie uogélnionego twierdzenie Kohna [12], co oznacza, iz potencjal uwiezienia
elektronéw w tych kropkach znacznie odbiega od potencjatu parabolicznego.

W rozdziale tym pokazemy, ze spojny opis danych spektroskopii pojemnosciowej na
samozorganizowanych kropkach kwantowych [23] mozliwy jest w modelu tréjwymiarowe;j,
cylindrycznej studni potencjahi o skonczonej glgbokosci. Potencjal typu studni o skonczonej
glebokoscei i rozmiarach jest naturalnym i blizszym rzeczywistosci przyblizeniem realnego
potencjatu uwigzienia, ktéry powstaje w wyniku wzglednego przesuniecia dna pasma prze-
wodnictwa w materialach kropki i bariery. W przeciwienstwie do potencjalu typu studni,
potencjal oscylatora harmonicznego nie posiada okre$lonego, skoficzonego zasiggu uwiezie-
nia. Pojecie progu kontinuum, czyli granicznej warto$ci energii oddzielajacej energie stanéw
zwiazanych i swobodnych, nie istnieje dla potencjahu parabolicznego. Oznacza to, ze kropka
kwantowa z uwiezieniem parabolicznym wykazuje niefizyczna zdolnoéé wiazania nieskof-
czonej liczby elektronéw nadmiarowych. Promief lokalizacji uwiezionego w potencjale para-
bolicznym uktadu elektronowego silnie roénie wraz ze wzrostem liczby nosnikéw. Jak po-
kazano w Rozdziale 3., elektrony uwiezione w studni kwantowej wypelniaja calg objetosé
kropki kwantowej a promien lokalizacji uwigzionego uktadu elektronéw stabo zalezy od ich
liczby. Przyblizenie dwuwymiarowe nie pozwala na penetracje uwigzionych elektronéw w
kierunku wzrostu kropki a wiec w kierunku przeptywu pradu, a ponadto powoduje przektla-

manie opisu oddziatywania kulombowskiego miedzy nosnikami uwigzionymi w kropkach

kwantowych [88].

3.2. Model teoretyczny

Hamiltonian uktadu N nadmiarowych elektrondw uwigzionych w cylindrze kwanto-
wym w obecno$ci zewnegtrznego jednorodnego pola magnetycznego B przytozonego wzdhiz

0si z ma postaé

H=Yhr)+Y Y 1 (5.1)

i=l i=l j>i 475880’},'

gdzie hamiltonian jednoelektronowy mozna zapisacé jako
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2

h(r)=—2h Vv? +V(r)+%m'wf(x2 +y2)+—;-ha)clz, (5.2)

*

m jest masa efektywna elektronu, € statyczng stala dielektryczna materiatu  kropki,
w, =eB/m’ oznacza czgsto$¢ cyklotronowa, [, jest operatorem z-towej sktadowej momentu

pedu, a V(r) jest energia potencjalng elektronu w cylindrycznej studni kwantowej, czyli

. ; 2 2
V) = V, dla lz|<H/2 i {Jx"+y°<D/2, (5.3)
0 w przeciwnym przypadku.

W rozdziale tym, podobnie jak w Rozdziale 3., za zero na skali energii przyjmujemy dno pa-
sma przewodnictwa materiatu bariery przy braku pol zewngtrznych. Wskutek symetrii cylin-
drycznej potencjatu uwigzienia zachodzi relacja komutacji migdzy hamiltonianem (5.2) a ope-
ratorem z-owej skladowej momentu pgdu i operatorem odbicia R, wzgledem plaszczyzny z=0.
Jednoelektronowe stany wiasne hamiltonianu (5.2) mozna wigce scharakteryzowa¢ okreslong
wartoécia wiasng operatora I, czyli magnetyczna liczba kwantowa M oraz warto$cig wlasng

operatora R,, okreslona przez parzysto§¢ P=x1. Zachodza wigc zwiazki: LW,» = MY e

i RV, =PV, gdzie v, jest funkcja witasna hamiltonianu (5.2) a n glowna liczba
kwantowa numerujaca stany o tej samej symetrii. Przy braku zewngtrznego pola ma-
gnetycznego, stany rozniace sig tylko znakiem magnetycznej liczby kwantowej sa zdegene-
rowane. Z uwzglednieniem spinowej liczby kwantowej stany o zerowej magnetycznej liczbie
kwantowej sa zdegenerowane dwukrotnie a pozostale — czterokrotnie. Jezeli cylinder ma
ksztalt ptaskiego dysku, tzn. jego wysoko§¢ jest znacznie mniejsza od $rednicy, odstgpy ener-
getyczne miedzy wartoSciami wiasnymi hamiltonianu (5.2), odpowiadajacymi stanom o roz-
nej parzystoéci sg znacznie wigksze od odstgpow energetycznych migdzy poziomami odpo-
wiadajacymi roznej liczbie kwantowej M. W tym czgsto ze wzgledow technologicznych
realizowanym przypadku, co najmniej pigé standw o najnizszych poziomach energetycznych
jest parzystych. Sa im przyporzadkowane kolejne magnetyczne liczby kwantowe M=0, %1
i 2. W zerowym polu magnetycznym elektrony zajmuja kolejne stany kwantowe zgodnie z
reguta Hunda. Drugi elektron zamyka powlokg s (M=0), szosty - powloke p (M=x+1), dziesiaty
- powtoke d (M=+2).

W oddzialywaniu elektronu z zewnetrznym, jednorodnym polem magnetycznym
[wzor (5.2)] uwzglednione zostaty dwa skiadniki. Skladnik zawierajacy kwadratows zalez-
noéé od czestoéci cyklotronowej, zwany czynnikiem diamagnetycznym, powoduje dodatkowa
lokalizacjg elektronu w plaszczyznie prostopadiej do pola. Drugi skiadnik zawierajacy ope-

rator z-owej sktadowej momentu pedu, zwany orbitalnym czynnikiem zeemanowskim, powo-
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duje zniesienie degeneracji stanéw rézniacych si¢ znakiem magnetyczne; liczby kwantowej
(energia stanu o okre$lonej liczbie kwantowej M zmienia sig W polu magnetycznym o czynnik

Mhw,/2). Oddziatywanie spinu elektronu z polem magnetycznym (spinowy efekt Zeemana)

zostato w hamiltonianie (5.2) zaniedbane, poniewaz w zwigzkach pétprzewodnikowych I11-V
odpowiedni przyczynek energetyczny jest o dwa rzgdy wielko$ci mniejszy od wkiadu pocho-
dzacego od orbitalnego momentu pedu [31].

Roéwnanie Schrodingera dla uktadu N elektrondw rozwigzane zostato w sposéb przy-
blizony za pomoca nieograniczone;j metody Hartree-Focka, ktéra zostata opisana w Rozdziale
3. Kazdy wyznacznik Slatera zbudowany ze stanéw wilasnych jednoelektronowych operato-
row [, i R, jest funkcja wiasng z-owej sktadowej catkowitego momentu pedu i posiada okre-
Slong parzysto§é. W rachunkach dla cylindrycznej kropki kwantowej zastosowane zostaly

wariacyjne jednoelektronowe funkcje falowe rozwiniete w bazie gaussowskiej

v(x,y,z)= zck,mpqx"y’z”’ exp[-c, (x* +y*) - ﬂqzz] , (5.4)

kimpg
gdzie indeksy sumowania sg liczbami catkowitymi zmieniajacymi si¢ w sposéb nastepujacy:
k,!1=0,1,2 przy ograniczeniuk +le <0,2>; m=01; p,g=1,2. Zespolone wspétczynniki rozwi-

nigcia ¢ sg liniowymi parametrami wariacyjnymi, otrzymywanymi w wyniku iterowanej
diagonalizacji jednoelektronowych réwnan Hartree-Focka. Parametry o, 8 , Sa nieliniowymi
parametrami wariacyjnymi, ktére opisujg stopien lokalizacji elektronéw odpowiednio w
ptaszczyznie x-y i w kierunku z. Parametry nieliniowe sg wyznaczane w drodze minimalizacji
energii catkowitej uktadu. Z powodow praktycznych baze (5.4) zapisano we wspdirzednych
kartezjanskich. Wynikajaca z cylindrycznej symetrii uktadu wzajemna réwnowazno$é wSspot-
rzgdnych x i y, zostata wprowadzona do rozwinigcia (5.4). Dzieki temu, ze jednoelektronowy
hamiltonian Hartree-Focka komutuje z operatorem z-owej sktadowej momentu pedu /, , stany
wlasne tego operatora s konstruowane automatycznie podczas numerycznej diagonalizacji
rownan Hartree-Focka. Za pomoca bazy (5.4) mozna z duza doktadnoscia wyznaczyé energie
pigciu najnizej potozonych pozioméw energetycznych odpowiadajacych stanom kwantowym
0 magnetycznej liczbie kwantowej M=0, 1, +2 i dowolnej parzysto$ci. Pozwala to na roz-
wiazanie réwnan Hartree-Focka dla uktadéw zawierajacych od jednego do dziesieciu (przy-

najmniej) elektronéw. Rozwazane stany jednoelektronowe oznaczamy wskaznikiem a,,,
gdzie a =s, p,d odpowiednio dla |M| =0,1,2, P = =1 oznacza parzysto$é stanu kwantowego a

+/ — oznacza znak magnetycznej liczby kwantowej M.

58



Rozdzial 5. Cylindryczne kropki kwantowe

Uwiezienie elektronéw w kropkach samozorganizowanych, ktérych rozmiary przy
podstawie nie przekraczaja 30 nm jest bardzo silne. Zgodnie z wynikami Rozdziatu 2. male
rozmiary kropek samozorganizowanych pozwalaja oczekiwa¢, iz efekty korelacji elektron-
elektron sa niewielkie, a metoda Hartree-Focka pozwala na rozwiazanie réwnania Schrdd-

ingera (5.1) z duza doktadnoscia.

5.3. Dyskusja wynikéw spektroskopii pojemno$ciowej

Model cylindrycznej kropki kwantowej zostal zastosowany do teoretycznego opisu
wynikéw spektroskopii pojemno$ciowej wykonanej na samozorganizowanych kropkach

kropki kwantowe InAs kwantowych InAs na podiozu

/

GaAs [23]. Oszacowano [23],
5 .81/ | as el
@) 2 N = D @ g C:E. 0 ze przecigtne wysokoscl 1 Sred-
§ 39 3 > ; é nice kropek wynosza od-

L E ") >0 ) . g .
® |92 D 3 %é‘ > powiednio 7 1 20 nm przy
2 |o2 Z 2 : . :
& 3 28 fluktuacjach rozmiardw nie

w

przekraczajacych 10%. Srednie
odlegtosci miedzy kropkami
wynosity okoto 100 nm. Sche-
mat uktadu warstw w probce
uzywanej w pomiarach przed-
stawiony jest na Rys. 5.2.(a).
Warstwa silnie domieszkowa-

nego krzemem GaAs speinia

role elektrody, ktoéra autorzy

rac 2 azwali ,tylnym
Rys 5.2. (a) Schemat uktadu warstw w do$wiadczeniu Millera et al. pracy [23] n ! yiny

[23]. (b) Schematyczny przebieg dna pasma przewodnictwa przez  kontaktem”. Na ten kontakt
uklad warstw. V, oznacza napigcie bramki, V; — barierg Schott- ]
ky’ego, V, - skok pasma przewodnictwa na ztaczu InAs/GaAs, Er - nalozona jest 22-nanometrowa

poziom Fermiego tylnej elektrody. ) )
bariera tunelowa w postaci

warstwy niedomieszkowanego GaAs, na ktérej znajduje si¢ warstwa zwilzajaca InAs oraz
warstwa samozorganizowanych kropek kwantowych utworzonych z InAs. Warstwa kropek
zostala przykryta 30-nanometrows warstwa niedomieszkowanego arsenku galu a nastgpnie
supersiecia [1] GaAs/AlAs o gruboéci 100 nm, stanowigcg barierg blokujaca przeptyw pradu

przez uktad warstw. Na supersie¢ nalozona zostata cienka, 2-nanometrowa warstwa GaAs, do
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ktérej przytozono metalowy kontakt typu Schottky’ego, nazwany elektroda bramki. Schemat

przebiegu dna pasma przewodnictwa w opisanym uktadzie warstw, gdy do bramki przytozone

Jest napigcie Vy, przedstawiony jest na Rys. 5.2.(b).

Dno pasma przewodnictwa materiatu kropek samozorganizowanych lezy ponizej dna

pasma przewodnictwa GaAs. Z tego powodu elektrony pochodzace z pozioméw donorowych

tylnego kontaktu wypetniaja kazda kropke az do poziomu Fermiego tego kontaktu. Za pomo-

capacitance (arb.units)

B=23T
] ]
-1 -0.5 0 0.5

gate volrage (V)

Rys. 5.3 Do$wiadczalne widmo [23] pojemnosciowe ukiadu
warstw przedstawionego na Rysunku 5.2, dla pél magne-
tycznych od 0 do 23T. Liniami przerywanymi zaznaczono
ewolucje¢ pikéw pojemnosciowych w polu magnetycznym.

ca napigcia bramki mozna zmieniaé
potozenie dna studni potencjatu kropki
wzgledem poziomu Fermiego tylnej
elektrody, a wigc regulowaé liczbe
elektronéw uwiezionych w kropkach.
W pomiarach do stalego napiecia
bramki V, dodana jest niewielka ni-
skoczgsto$ciowa sktadowa zmienna o
amplitudzie 4mV 1 czestosei 170kHz.
Przy odpowiednio dobranym napigciu
bramki V, potencjal chemiczny N
elektronéw w kropce staje sie réwny
poziomowi Fermiego tylnego kontaktu.
Wtedy, pod wplywem sktadowej
zmiennej napigcia, elektrony przepty-
wajg z tylnej elektrody do kropek i z
powrotem, co powoduje indukowanie
tadunku na bramce, a wigc zmiane po-

jemno$ci  elektrycznej nanostruktury.

Zmiany te zachodza z czgsto$cia skladowej zmiennej napigcia bramki, co umozliwia synchro-

niczng ze zmiennym napigciem detekcje zmian pojemnoséci. Ruch noénikéw pomigdzy elek-

trodg tylng a warstwa kropek rejestrowany jest jako maksimum rézniczkowej pojemnosci

uktadu warstw.
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Rys. 5.4 Obliczone (linie ciagle) i zmierzone (linie przerywane)
napigcia bramki, odpowiadajace tadowaniu kropki N-tym elektro-
nem w funkcji pola magnetycznego. Pola magnetyczne, przy kt6-
rych zmieniaja si¢ konfiguracje spinowo-orbitalne stanu podstawo-
wego, zaznaczone zostaly strzatkami (patrz Tabela 5.1).

Wyniki pomiaréw wy-
konanych w zewngtrznym polu
magnetycznym 0 roéznej induk-
cji zostaly przedstawione na
Rys. 5.3. Sygnat pojemno-
$ciowy zbierany jest z kilku
tysiecy kropek samozorganizo-
wanych, roznigcych sig nieco
rozmiarami, stad poszerzenie
pikéw pojemno$ciowych wi-
doczne na Rys. 5.3. Przy na-
pieciach bramki mniejszych od
V= —0.8V kropki nie zawieraja
elektronéw nadmiarowych. W
miare wzrostu napigcia bramki
pojawiajg sig¢ maksima po-
jemnos$ci odpowiadajace tado-
waniu kropek koiejnymi elek-

tronami. Silny wzrost pojem-

nosci dla napieé przekraczajacych ~0.4V zwigzany jest z tadowaniem warstwy zwilzajace)

[23]. Dla pél magnetycznych ponizej 8T wyraznie widoczne jest sze§¢ maksimow. Dla pola

magnetycznego ~87T, z tla odpowiadajacego fadowaniu warstwy zwilzajace] wynurzaja sig

maksima siédme i 6sme. Zmiany polozen pikoéw pojemnosci w funkcji pola magnetycznego

pozwalaja okre$li¢ symetrig spinowo-orbitalng stanéw zajmowanych przez kolejne elektrony.

Dwa pierwsze elektrony zajmuja powloke s, z P=1 i M=0. Elektrony od trzeciego do szdste-

go zajmuja powloke druga o liczbach kwantowych M=%1 (p1.) . Wyraine jest rozszczepie-

nie drugiej powtoki ze wzgledu na znak magnetycznej liczby kwantowej. Elektrony siédmy i

6smy, ktore wytaniaja sie z tta fadowania warstwy zwilzajacej, zajmuja stan o M= —-2. Dla

pola magnetycznego ~15T widoczna jest zmiana kolejnodci poziomow odpowiadajacych

M=+1iM=-2 (p1,+i d1,_) .
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Rozdziat 5. Cylindryczne kropki kwantowe

5.4. Opis teoretyczny wynikéw spektroskopii pojemnos$ciowej

Maksima w widmach pojemnosciowych [23] odpowiadaja tadowaniu kropki kwanto-
we] pojedynczymi elektronami i pojawiaja sie woweczas, gdy napiecie przytozone do bramki
doprowadza do zréwnania potencjatu chemicznego N elektronéw w kropce i poziomu Fer-
miego (Er) tylnego kontaktu, czyli

Ep =y +elV,~-V,) , (5.4)
gdzie u, jest potencjalem chemicznym N elektronéw w kropce przy braku zewngtrznego
pola elektrycznego, Vi=650mV jest wysokoscia bariery Schottky’ego pomiedzy metalows
bramka a GaAs [89], e jest tadunkiem elementarnym, a A=1/7 [23] jest wspotezynnikiem kon-
wersji napigcia na energig, ktérego warto$é wynika z odlegtodci warstwy kropek od obu elek-
trod [por. Rys. 5.2.(a)]. Wartoéci potencjatéw chemicznych uj =E,, —E,_, gdzie Ey jest

energig stanu podstawowego ukladu N elektronéw, zostaty obliczone metoda Hartree-Focka.

B [T] N B<B B> B W réwnaniu (5.4) zanie-
B] - 125 4 S2P_P+ (0,1) S2p_2 (_2,0) dbany ZOStai Spadek pO"
, =153 5 Szpf p, (=1,1/2) S2pfd_ (-4,1/2) tencjahu elektrycznego
B, =144 | 6 s pip? (0,0) s pip.d_ (3,1) wewnatrz kropki, co jest
+ J
B,=156| 6 | s’p’p.d_ (:3,1) s*pld? (-6,0) usprawiedliwione  malg
— 2 2 2 2_2 2
B,=148 | 7 s2p_2p+2d_ (-2,172) | s 2p~2p+§1_2 (-5,1/2) wysokoscia kropek. W
B,=025] 8 | p_p.dd, (0O1)| s'p’pid® (-4,0)

temperaturze ciektego

Tabela 5.1. Oszacowane pola krytyczne B; (w teslach), dla ktdrych naste-
puje transformacja N-elektronowego stanu podstawowego. Zajete orbitale
jednoelektronowe oraz z-owe skiadowe catkowitego momentu pedu i cat- pew w elektrodzie tylnej
kowitego spinu (M,,,, S,,) w jednostkach A przed (kulomna 3: B < B)) i po
(kulomuna 4: B>B;) transformacji. Parametry kropki kwantowej sa takie  S3 centra donorowe.
same jak na Rysunku 5.4. Dla wszystkich orbitali P=1 i indeks ten zostal

helu zbiornikiem elektro-

Oznacza to, Ze poziom
Fermiego mozna zindentyfikowaé z poziomem donorowym w polu magnetyczym. Zaleznosé
poziomu Fermiego od zewnetrznego pola magnetycznego zostala obliczona w pierwszym rze-
dzie rachunku zaburzen ' (

E. =E,+8.28%x107B*[meV/T"], (5.5)
gdzie Ep=—6 meV jest energia elektronu zwiazanego na donorze przy braku pola magnetycz-
nego.

Parametry geometryczne dysku kwantowego, to jest jego érednica D i wysoko$§é H,

gleboko$¢ studni potencjatu Vp i stata dielektryczna & materiatu kropki, zostaty dopasowane
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gnergia [meV]
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Rys. 5.5. Obliczone poziomy energetyczne pojedynczego elek-

tronu uwiezionego w cylindrycznej kropce kwantowej

InAs/GaAs, przy braku zewngtrznego pola magnetycznego, w

funkcji wysokosci kropki. Linie ciagle (przerywane) odpowiadaja
stanom z P=1 (P=-1).

0

-100

-200

potencjat chemiczny [meV]

-300 L | | I

H {nm]

Rys 5.6. Potencjaly chemiczne uktadu N-elektronéw uwigzionych
w cylindrycznej kropce kwantowej InAs/GaAs, w funkcji wyso-
kosci cylindra. Stany sg zdegenerowane wzgledem (pominigtego)
znaku M.

do danych do§wiadczalnych, co po-
zwala [51] na cze$ciowe uwzgled-
nienie naprezef oraz obecno$ci galu
w materiale kropki. Najlepsze wy-
niki  uzyskano dla  D=22nm,
H=6.3nm, Vy=317meV i &=13.5.
Uzyto oszacowania masy efektywnej
podanego przez autoréw ekspery-
mentu [23] m,=0.057my (my jest ma-
sq spoczynkowa elektronu).
Otrzymane z dopasowania warto$ci
rozmiarOw  geometrycznych  sa
zgodne z warto$ciami oszacowany-
mi przez Millera et al. [23] z do-
kladnoscig do biedu pomiaru. Poda-
ne przez Millera et al. [23] oszaco-
wanie masy efektywnej elektronu
oraz uzyskane w niniejszej pracy
warto$ci glebokosci studni
i statej dielektrycznej wskazujg na
mozliwo$¢  znacznego  (50-70%)
udzialu galu podstawiajacego ind w
materiale kropki, co jest zgodne z
wynikami pomiarow sktadu kropek
samozorganizowanych wykonanymi
przez Sivernsa et al. [83]. Doktadna
zawarto§¢ galu w kropkach mozna
bedzie wyznaczy¢ na podstawie wy-
nikéw obliczen z uzyciem hamilto-
nianu, ktéry w sposéb jawny

uwzgledniatby naprezenia [52-53].

Obliczone napiecia bramki odpowiadajace pikom pojemnosci dla N=1,...,8 elektronéw

zostaty przedstawione na Rys. 5.4. (linie ciagte) i poréwnane z wynikami spektroskopii po-

jemno$ciowej (linie przerywane). Pole magnetyczne znoszace degeneracjg stanow o liczbach
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kwantowych M i -M, indukuje zmiane symetrii N-elektronowego stanu podstawowego dla pol
krytycznych zaznaczonych strzatkami na Rys. 5.4.

Dla pél krytycznych B; i B4 nastgpuje famanie reguty Hunda dla odpowiednio cztero- i
o$mioelektronowych Sztucznych atoméw. W przypadku tych uktadéw zewnetrzne powtoki,
odpowiednio p i d, s3 do polowy zapetnione. Przy braku Zewnetrznego pola magnetycznego

obsadzona  jest konfi-

0 :
guracja o maksymalnym

spinie, zgodnie z reguts
Hunda. Pod wptywem pola
magnetycznego  zachodzi
przegrupowanie  elektro-
néw w ramach zewngtrznej
powtoki.  Elektrony zaj-

mujg konfiguracje o zero-

potencjat chemiczny [meV]
@
o
I

wym spinie i maksymalne;j

-120 — z-owej sktadowej catkowi-

I tego momentu pedu. Dla

pél magnetycznych

-1600 L 1' ' i ' ; B,.,....Bs nastepuje zmiana
Rys. 5.7, Zaleznos¢ potencjaléw chemli_g?];nc]h od wysokosci cylindra dla Symetrii stanu pod-
dysko-podobnej kropki kwantowej o znacznej dysproporcji migdzy uwie- stawowego w pigcio-, sze-

zieniem w kierunku z i w plaszczysnie x-y.
Scio- i siedmioelektro-

nowych sztucznych atomach. Dla tych pél krytycznych elektrony opuszczajg powloke p; . ,
ktérej energia rosnie z polem magnetycznym i zajmuja stany powloki d,,., ktérej energia
maleje z polem magnetycznym, Zmiany obsadzenia standw jednoelektronowych dla odpo-
wiednich pél krytycznych sq szczegotowo zidentyfikowane w Tabeli 5.1, Nalezy podkreslié,
ze zgodnos¢ obliczonych i zmierzonych warto$ci pél krytycznych oraz zaleznosci potozen

pikow pojemnoéciowych od zewnetrznego pola magnetycznego jest bardzo dobra.
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5.5. Wplyw geometrii na wlasnosci elektronowe kropek kwantowych

Przedstawiony w poprzednich podrozdziatach model cylindrycznej kropki kwantowej
dostarcza bardzo dobrego opisu eksperymentu na kropkach samozorganizowanych. Z tego
powodu model zastuguje na doktadniejsze przestudiowanie. Na Rys. 5.5. przedstawione zo-
staly energie kilku najnizszych poziomoéw odpowiadajacych stanom wilasnym pojedynczego
elektronu uwiezionego w cylindrycznej studni kwantowej w funkcji jej wysokosci H (warto-
§ci pozostalych parametrow sa takie same jak na Rys. 5.4.). Liniami ciaglymi narysowane sg
energie standw parzystych, a przerywanymi — nieparzystych. Jak wida¢ z Rys. 5.5. zwigksze-
nie wysokoéci cylindra ma znacznie silniejszy wptyw na energie stanow nieparzystych, co
prowadzi do zmiany kolejno$ci pozioméw energetycznych. Zmiana kolejnosci poziomow
jednoelektronowych ma swoje odbicie w przebiegu potencjatow chemicznych ukladow
wieloelektronowych. Rys. 5.6, przedstawia potencjaly chemiczne N elektronéw dla
N=1,...,10 w funkcji wysokosci cylindra. Na rysunku opisane zostaly powloki zajmowane
przez N-ty elektron. Dla kropek o matych wysoko$ciach odstgpy migdzy kolejnymi poten-
cjalami chemicznymi wykazuja mechanizm zapeiniania powlok quasi-dwuwymiarowego
sztucznego atomu. Whasno$¢ ta zostata dodatkowo zobrazowana na Rys. 5.7. dla érednicy
cylindra D=40 nm, czyli dla bardzo duzej dysproporcji pomigdzy uwigzieniem w kierunku
wzrostu z i w plaszczyznie x-y. Znacznie powigkszone réznice potencjatow chemicznych
zwiazane sa z zapeltnianiem kolejnych powtok s;, p; i d;. Nieco mniej powigkszone odstgpy
pomiedzy potencjatami chemicznymi w przypadku potowicznie zapetnionych powlok p; i dy,

(dla N=4 i N=6) sa oznaka speknienia reguty Hunda dla uktadu dwuwymiarowego.

N 1 2 3 4 5 6 7 8 9 10
H [nm] [ 0.725 1.2 1.9 2.15 2.5 2.75 3.9 4.35 4.9 54

Tabela 5.2. Wartosci krytyczne wysokoéci cylindra pozwalajace na wiazanie N elektronéw dla
danych z Rys. 5.4 (D=22nm, V=317meV, &=13.5 i m,=0.057my)

Powrdémy teraz do wynikéw przedstawionych na Rys. 5.6. Charakterystyczne zagie-
cia przebiegow potencjaléw chemicznych, widoczne przy wysokosciach kropki wigkszych od
12 nm, zwigzane sa ze zmianami konfiguracji spinowo-orbitalnej stanu podstawowego, za-
chodzacymi w wyniku obsadzania stanéw nieparzystych w funkcji z. Nieobsadzony dla pta-
skich kropek stan s-; jest przy wysoko$ci wigkszej od 12 nm zajmowany przez elektrony szo-
sty i siddmy, ktére opuszczaja powloke d;. W waskim zakresie wysokoéci ~19 nm stan s—;

jest zajmowany przez piaty i szosty elektron. Powyzej 20 nm stan ten obsadzaja elektrony
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trzeci i czwarty. Przy H bliskim 17 nm dziewiaty i dziesiaty elektron przechodza z powloki
d; do p-;. Powloka d, znika w ten sposéb z widma potencjatéow chemicznych dla N=1,...,10.

Rysunki 5.6. i 5.7. podajg informacje na temat pojemnodci kwantowej kropki cylin-

drycznej, czyli maksymalnej liczby elektronéw, jaka moze zostaé uwigziona w kropce.

Kropka kwantowa moze zwigzaé N elektronéw, jezeli wiazanie N-tego elektronu jest ko-

rzystne energetycznie. Warunek istnienia stabilnego ukladu N uwigzionych elektronéw moz-

na zapisa¢ w postaci nierdwnosci

Uy <0 . (5.6)

Warto$ci krytyczne wysokosci dla wiazania N elektronéw przy $rednicy kropki D=22nm

umieszczone  zostalty w

[ Tabeli 5.2. Model cylin-

- drycznej studni przewiduje,
-160 {— =

200 1z w kropce o Srednicy

= 22nm i wysokoéci 5.3nm,
E —  ktdéra najlepiej odpowiada
g -200 E danym  do$wiadczalnym
§ g [23], moze sie zwiazaé
g s dziesig¢ elektronéw. Eks-
§'24° — I P, T 7 =250 perymentalnie  [23] ob-

serwuje si¢ tadowanie kro-

pek tylko o$mioma elektro-

-280:‘________----I~——--"‘§1 | nami. Dla zerowego pola

0 10 20

magnetycznego wi-
pole magnetyczne [T) gnety & v

docznych jest tylko sze$é

Rys. 5.8. Obliczone potencjaly chemiczne (linie ciagle, skala lewa) dla  Pikow pojemnosci. Sygnaty
N=1,...,8 elektronéw oraz poziomy energetyczne jednego elektronu (linie hod tad .

przerywane, skala prawa) dla cylindrycznej kropki kwantowej pochodzace  z  tadowania
InAs/GaAs o wysokosci 18 nm i $rednicy 22 nm, w funkcji pola magne-
tycznego. Strzatkami oznaczono pola magnetyczne, dla ktérych naste-

puja transformacje stanu podstawowego, opisane w tekicie (por. Tabela  pami ging w tle silnego sy-
5.3).

kropek kolejnymi elektro-

gnatlu pochodzacego z 1a-

dowania warstwy zwilzajacej. Wythumaczenie »niepetnego” tadowania kropek w polu ma-
gnetycznym opiera sig na fakcie, iz przytozenie zewngtrznego pola magnetycznego rozszceze-
pia powloke d zajmowang przez elektrony od siédmego do dziesiatego. Potencjaly chemicz-

ne siédmego i dsmego elektronu (po ztamaniu reguty Hunda) malejg w zewngtrznym polu
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magnetycznym, co umozliwia ich obserwacjg dla B > 8 T. Natomiast potencjaty chemiczne
dziewiatego i dziesiatego elektronu rosna z polem magnetycznym, sg zawsze maskowane
przez tadowanie warstwy zwilzajacej i w zwigzku z tym nie sa obserwowane. Jednak przy
braku do$wiadczalnego dowodu wigzania dziewiatego i dziesiatego elektronu w samozorga-
nizowanych kropkach kwantowych [23], nalezy dopuscic mozliwo$¢, iz przewidywane przez
model cylindrycznej kropki istnienie stabilnego ukladu dziesieciu uwiezionych elektronéw
wynika z zaniedbania warstwy zwilzajacej w potencjale uwigzienia. Wiaczenie warstwy zwil-
zajacej do modelu - oprocz rozstrzygniecia tej watpliwosci — powinno pozwoli¢ na okreslenie
jej sktadu i grubosci.

Wszystkie zajete poziomy energetyczne widoczne na Rys. 5.4. odpowiadaja najniz-
szemu parzystemu stanowi ruchu elektronu w kierunku z. Jest to cecha charakterystyczna
kropek o érednicy znacznie wigkszej od wysokosci, takich jak kropki samozorganizowane
[16,23]. Dzigki temu mozliwy jest jakociowy opis teoretyczny wlasnoéci elektronowych
kropek samozorganizowanych w ramach dwuwymiarowego modelu uwiezienia [86]. Dostep-
na obecnie technologia pozwala na wytwarzanie kropek kwantowych o roznorodnych ksztat-
tach [90], ktore niekoniecznie sa plaskimi, dysko-podobnymi cylindrami. W tego powodu

warto przestudiowaé wiasnosci cylindrycznych kropek kwantowych o porownywalnych war-

B,[T] N B<B, B> B, tosciach $rednicy 1 wy-
B=1 4] s’pp. O s p? (2,0) sokosel.
B,=65 | 5| s*p’p, (-L1/2) |s 2 D 2 s, (-2, 1/2) Jak pokazuje
B,=49 |6 s*pip? (0,0) s’pip.s, (-L1) Rys. 5.6. stany pod-
B,=82 |6} s*p’p.s, (-1,1) s?pisy (-2,0) stawowe N elektrondéw
B;=68 | 7| s*p’pls, (0,112) | s’plp,si (-1172) w kropkach o wysokosci
By=16.6 | 7 | s’p’p,s’ (-1,12) | s'plsid. (-4.1/2) | Lorgwnywalnej ze $red-
— 2.2 2.2 2.2 2
TS o G gttt cop ] e o ymer

odbiegajaca w sposob

Tabela 5.3. Oszacowane pola krytyczne B; (w teslach), dla kt6rych naste-
puje transformacja N-elektronowego stanu podstawowego. Podano zajgte
orbitale jednoelektronowe oraz z-owa sktadowa catkowitego momentu pedu  ku uwiezienia quasi-
i catkowitego spinu (M, Sir) W jednostkach % przed (kolumna 3: B < B;)i )

po (kolumna 4: B>B,) transformacji. Parametry kropki kwantowej sa takie dwuwymiarowego. Rys.

same jak na Rys. 5.8. Dla wszystkich orbitali, oprécz s_;, P=1 i indeks ten }
zostal pominigty. 5.8. przedstawia prze-

zasadniczy od przypad-

biegi potencjatéw chemicznych (linie ciagte, lewa skala) W zewngtrznym polu magne-
tycznym dla kropki cylindrycznej o wysokosci H=18nm. Linie przerywane odpowiadaja po-
ziomom jednoelektronowym (prawa skala), za$ strzalkami zaznaczono pola krytyczne. Ob-

raz krzywych jest jakosciowo rozny od przedstawionego na Rys. 5.4. Zwiazane jest to zZ po-
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jawieniem si¢ nowego stanu s-,, nieparzystego wzgledem z. Przebiegi pierwszych czterech
potencjatéw chemicznych sa jakosciowo takie same jak te przedstawione na Rys. 5.4. Zata-
mania krzywych dla pél krytycznych B,,....Bs sa wynikiem zmiany kolejnoéci pozioméw Di+
1 s~. Pola krytyczne B,,...,Bs sa charakterystyczne dla istotnie tréjwymiarowego przypadku
uwigzienia i nie wystepuja przy uwiezieniu quasi-dwuwymiarowym. Pola krytyczne Bs,..., By
wynikajg ze zmiany kolejnoéci pozioméw p, . i di- . Efekt przecinania sie tych dwoch po-
zioméw widoczny jest takze na Rys. 5.4. dla piatego i szdstego elektronu. W przypadku
kropki o wysoko$ci H=18nm efekt ten przenosi sig¢ na siédmy i 6smy elektron. Zmiany kon-

figuracji spinowo-orbitalnej rozwazanych standw zostaly szczegétowo przedstawione w Ta-
beli 5.3.

5.6. Podsumowanie

W tym rozdziale oraz w pracach [A12-A13] przedstawione zostaly pierwsze komplet-
ne wyniki badan teoretycznych wieloelektronowych samozorganizowanych kropek kwanto-
wych. Przedstawiono opis wlasnosci uktadéw kilku elektronéw uwigzionych w tréjwymia-
rowe] cylindrycznej studni potencjatu o skonczonej glebokosci, uzyskany przy uzyciu nie-
ograniczonej metody Hartree-Focka. Zbadano wplyw geometrii potencjatu uwiezienia i ze-
wnetrznego pola magnetycznego na symetrie przestrzenno-spinows standéw wieloelek-
tronowych.  Wyznaczono maksymalng liczbe elektronéw, ktora moze zostaé uwigziona
w kropce cylindrycznej (,,pojemno$é kwantows” kropki) w zalezno$ci od jej rozmiaréw.
Opracowany model teoretyczny zostal zastosowany do interpretacji wynikéw spektroskopii
pojemnosciowej dla samozorganizowanych kropek kwantowych typu InAs/GaAs. Otrzymane
wyniki stanowia pierwszy sp6jny ilosciowy opis teoretyczny obserwowanych do§wiadczalnie
wiasnosci elektronéw uwigzionych w tych kropkach. Wyniki obliczen wskazuja na znaczny
udzial galu w materiale kropek. Uwzglednienie potencjatu warstwy zwilzajacej powinno w
przysztosci pozwoli¢ na oszacowanie jej rozmiaréw i sktadu. Model cylindra kwantowego
pozwolil réwniez na opis ewolucji potencjatéw chemicznych w zewnetrznym polu magne-
tycznym dla kropek o wysoko$ci pordbwnywalnej ze Srednica. Uzyskane wyniki wykraczaja
poza opis plaskich samozorganizowanych kropek kwantowych i moga by¢ uzyteczne w opisie

kropek o poréwnywalnej wysokosci i $rednicy.
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Rozdziat 6. Kropka kwantowa sterowana bramka

W 1996 roku grupa Taruchy i Kouwenhouvena [17,31] przedstawita bardzo interesu-
jace wyniki spektroskopii transportowej dla cylindrycznej kropki kwantowej sterowanej
bramka. Urzadzenie wytworzone przez Taruchg ef. al. [17,31] stanowi prototyp tranzystora
jednoelektronowego [91,92]. Pomiary [17,31] wykazaly wyrazny wptyw efektow kwantowo
-mechanicznych na obserwowany przeptyw pradu przez strukturg. Rozdziat ten jest poswig-
cony numerycznej symulacji wlasnosci elektronowych tej nanostruktury. Celem symulacji
byt opis ilo§ciowy wynikéw pomiaréw transportowych [17,31], tzn. wyznaczenie granic blo-
kady kulombowskiej [10] w funkcji napigcia bramki (V,) i napigcia Zrédlo-dren (V) oraz
zmian potozen pikdéw pradowych w obecno$ci zewngtrznego pola magnetycznego. Wyniki

opisane w ponizszym rozdziale zostaty opublikowane w pracach [A14-A16].

6.1. Urzqdzeﬁie uzywane w pomiarach

Pierwszym etapem produkcji cylindrycznej kropki kwantowej [17] (Rys. 6.1.) byt
wzrost planarmnego uktadu warstw naniesionych metoda wiazek molekularnych (MBE) [4].

Otrzymany [17] ukiad warstw sktadal sig
dren

ze studni kwantowej wykonane] z
Ing0sGaggsAs o grubosci 12 nm, otoczone)
barierami z Alg2:Gag7sAs o grubosciach
7.5 nm (dolna bariera) i 12 nm (gérna ba-
bramka riera). Uklad studni i barier otoczony byt
domieszkowanym w sposéb modulowany
arsenkiem galu o grubos$ci okoto 500 nm.
Sasiadujace z barierami warstwy GaAs
o grubosci 3 nm byly niedomieszkowane.
Koncentracja domieszek donorowych Si
w GaAs rosta w miarg oddalania si¢ od
Rys. 6.1. Schemat kropki kwantowej sterowanej bram- barier. Na wierzchnig warstwg arsenku
ka (17} galu nalozono kotowa metalowa maskg
o promieniu okoto 250 nm. Obszar niechroniony maska zostat poddany procesowi, ktéry po-
legat na takiej kombinacji suchego i mokrego trawienia chemicznego, ze z gornej czesci ukla-

du warstw, z uktadem podwojnej bariery whacznie, utworzony zostat cylinder. Wokoét dolne;
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czeSci wytrawionego cylindra, tzn.

wokdt uktadu studni i barier nato-

zono metalowsg elektrode typu -

220meV

Schottky’ego. Wierzchnia metalo-

AlGaAs
AlGaAs

wa maska uzyta zostata jako elek-

GaAs iUO GaAs troda drenu, natomiast elektrodg
zrodia przytaczono do dolnej war-

InGaAs stwy silnie domieszkowanego ar-

Rys. 6.2. Uwiezienie "pionowe"-przebieg dna pasma przewod- senku galu.
nictwa w kropce Taruchy [17]. . ] )
W doéwiadczeniu [17] mie-

rzony byl prad Zrédto-dren modulowany poprzez przylozone napigcie bramki. ,,Pionowy”
potencjat studni kwantowej (por. Rys. 6.2.) wraz z ,bocznym” potencjalem wytwarzanym

przez elektrodg bramki two-

2R > rzyly trojwymiarowy obszar
kropki kwantowe;j dla elektro-
néw z pasma przewodnictwa.

Dla zerowego (lub znikomo

matego) napigcia zroédto-dren

kropka kwantowa mogta by¢

zapeiniona elektronami az do

GaAs (3nm) poziomu Fermiego elektrod

ni-GaAs (dnm) zrodta i drenu. Za pomocg

napiecia bramki sterowano

nz—GaAs (150nm)

bocznym potencjalem uwig-

zienia kropki kwantowej, a co

Rys. 6.3. Modelowa struktura uzywana w obliczeniach. za tym idzie liczba uwigzio-
nych w niej elektronéw. Pre-
cyzyjne sterowanie urzadzeniem za pomocg przylozonego do bramki napigcia mozliwe byto
dzieki ekranujacym wiasno$ciom warstw GaAs domieszkowanych w sposob modulowany.
Niedomieszkowana warstwa GaAs bezpoérednio sasiadujaca z barierami chronita uwigzione

w warstwie InGaAs elektrony od wplywu fluktuujacego przestrzennie potencjatu pojedyn-

czych zjonizowanych domieszek. Pomiary prowadzone byty w temperaturze ~200 mK.
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6.2. Struktura modelowa uzywana w obliczeniach

Do opisu teoretycznego wszystkich obserwowanych wiasnosci elektronowych kropki
sterowanej bramka [17], konieczne bylo rozwiazanie réwnan Poissona-Schrddingera dla ca-
lego urzadzenia. Pomimo, iz struktura (Rys. 6.1.) nie jest symetryczna wzgledem warstwy
studni kwantowej, zmierzone charakterystyki pradowo-napigciowe urzadzenia (Rys. 6.10.)
wykazuja prawie idealng symetrig przy zmianie polaryzacji zrodto-dren. Opierajac sig na tej
przestance przyjeto modelowy uktad warstw, ktory jest symetryczny wzgledem studni kwan-
towej (Rys. 6.3.). Uklad ten utworzony jest przez odbicie zwierciadlane dolnej czgsci realnej
struktury (Rys. 6.1.) wzgledem plaszczyzny przechodzacej przez $rodek warstwy studni
kwantowej. Model (Rys 6.3.) umozliwia wyznaczenie warunkéw brzegowych na potencjat
elektrostatyczny. Uklad barier i studni otoczony zostal metalowa elektroda bramki o szeroko-
$ci 40 nm i wewngtrznym promieniu R. Przyjeto dwuwarstwowy model domieszkowania mo-
dulowanego, zgodnie z ktérym na elektronowe wlasnos$ci urzadzenia decydujacy wpltyw maja
dwie warstwy n-GaAs. Grubo$¢ pierwszej warstwy n-GaAs — d; — o koncentracji donoréw n,
zostala przyjeta jako jeden z parametréw modelu. Grubos¢ drugiej warstwy o koncentracji
donoréw n, (przy czym n; < n; ) zostala ustalona na 150 nm, co gwarantuje catkowite ekra-
nowanie (znikanie) pola elektrostatycznego w warstwie n;-GaAs w poblizu elektrod zrodta i

drenu dla najwiekszego (co do wartoéci bezwzglednej) potencjatu bramki V, zastosowanego

w eksperymencie [17].
6.3. Rozwiazanie ro6wnania Poissona

Potencjal elektrostatyczny @ w urzadzeniu jest okre$lony przez napigcia przylozone
do elektrod, wysoko$é bariery Schottky’ego miedzy metalowa bramka a potprzewodnikiem,
rozktad zjonizowanych domieszek donorowych oraz rozkiad elektronéw uwigzionych
w kropce. Potencjal @ speinia rownanie Poissona

Vo =—p(r)/g.e , - (6.1)
gdzie & jest stalg dielektryczna prozni, € jest stala dielektryczna arsenku galu, a p(r) jest
przestrzenna gestoscia tadunku wewnatrz urzadzenia, na ktora sktada sig gesto$¢ tadunku zjo-
nizowanych domieszek donorowych i elektronéw uwigzionych w warstwie InGaAs. Cylin-

dryczna kropka kwantowa (Rys. 6.1.) zbudowana zostata z arsenku galu i jego stopéw z nie-
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wielkim udziatem indu i glinu. Whasnosci dielektryczne uzytych materiatéw niewiele sig od
siebie roznia. Dla prostoty przyjeto dla catej struktury stata dielektyczna arsenku galu e=12.6,
a efekty polaryzacyjne na granicy o$rodkéw o nieco rdznych wiasnosciach dielektrycznych
- zostaly zaniedbane.

Napiecia przylozone do elektrod wyznaczaja warunki brzegowe konieczne do rozwia-
zania réwnania Poissona. Z powodu silnego domieszkowania arsenku galu w poblizu zrédia
i drenu odpowiednie kontakty maja charakter omowy, co umozliwia przyjecie na powierzchni

srédta i drenu warunkoéw brzegowych typu Dirichleta, tzn. ®(r,)=V,, ®(r,)=V,, gdzie V;

jest potencjalem Zrodia, a V4 — potencjatem drenu. Pomiedzy metalows elektroda bramki
a niedomieszkowanym potprzewodnikiem powstaje ztacze Schottky’ego. W zwiazku z tym
wlasciwy warunek brzegowy (typu Dirichleta) natozony na wewnetrznej powierzchni bramki
ma postat: @(r, )=V, =@, gdzie ¢, =0.65V jest wysokoscig bariery Schottky’ego na zla-
czu Al/GaAs [89]. Dla zamknigcia powierzchni otaczajacej kropkeg wybieramy pobocznicg
walca miedzy bramka i drenem (Zzrédtem) (Rys. 6.3.) Na takiej powierzchni znane s3 (to zna-
czy latwo je wyliczy¢) warunki brzegowe nieskonczenie daleko od osi symetrii walca. W nie-
skoficzonodci wpltyw kolowej przerwy w elektrodzie bramki jest zaniedbywalny, struktura
moze by¢ traktowana jako planarna, a pole elektryczne jest prostopadte do powierzchni elek-
trod zrodta i drenu. Na potencjat catkowity natozono wigc warunek brzegowy typu von
Neumanna zadajac, aby jego pochodna radialna o®/dp znikala na pobocznicy pudta obli-
czeniowego miedzy elektroda bramki a Zrédiem i drenem. Sprawdzono, ze dla realistycznych
rozmiaréw nanostruktury potencjal w obszarze zajmowanym przez uwigzione elektrony pra-
wie nie zalezy od odlegtoéci od osi cylindra, na ktérej przyjmowano spetniony w nieskonczo-
noéci warunek brzegowy. W zwiazku z tym, aby przyspieszy¢ obliczenia numeryczne, waru-
nek brzegowy dokladnie spelniony w nieskoficzonosci zostat natozony na powierzchnig walca
0 promieniu réwnym wewnetrznemu promieniowi bramki R.

Réwnanie Poissona jest rozwigzywane aby wyznaczy¢ potencjal zewngtrzny dla
uktadu N elektronéw uwiezionych w kropce kwantowej. W tym celu uzyteczne jest odsepa-
rowanie od catkowitego potencjatu elektrostatycznego @ sktadowej pochodzacej od tadunku

uwiezionych elektronéw @

() =9, @) +0,(r) , (6.2)
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gdzie ¢y jest potencjalem pola elektrostatycznego wytworzonego przez zjonizowane do-
mieszki donorowe oraz napigcia przylozone do elektrod i barierg Schottky’ego. Potencjat @.

pochodzacy od elektronéw uwigzionych w kropce mozna zapisac jako

2 far )’ (6.3)

Jr-rf

r)=-—
Pa(r) e € £

gdzie v, sa jednoelektronowymi orbitalami Hartree-Focka obsadzonymi przez N elektronéw
uwiezionych w kropce.

Mozliwo$§é przeptywu pradu przez kropke kwantowg jest determinowana przez
wzgledne potozenie pozioméw Fermiego zrodia i drenu oraz potencjatu chemicznego N elek-
tronéw uwiezionych w kropce. Celem rachunkéw bylo wyznaczenie wzglednych potozen
tych wartoéci przy zadanej geometrii, domieszkowaniu warstw arsenku galu i przytozonych
napigciach. Jezeli w kropce uwigzionych jest N elektronow 1 rozwazana jest mozliwos¢ tune-
lowania dodatkowego (N+1) elektronu poprzez posredni stan kwantowy, bgdacy stanem pod-
stawowym N+1 elektronéw w kropce, nalezy obliczy¢ potencjat chemiczny

Py =Eyu—Ey » (6.4)
gdzie E; oznacza energig stanu podstawowego ukladu j elektronéw wewnatrz kropki. W celu
wyliczenia obydwu energii wystepujacych we wzorze (6.4) uzywany byl potencjal elektro-
statyczny wyznaczony przy zatozeniu, ze w kropce zawarty jest tadunek g = —Ne. Wynika to
ze stacjonarnego opisu tunelowania rezonansowego N-plus-pierwszego elektronu przez krop-
ke. W procesie tym [A16], prawdopodobienstwo znalezienia tunelujacego elektronu wewngtrz
kropki jest znacznie mniejsze niz na zewnatrz niej. Stosowane przyblizenie odpowiada row-
niez sytuacji, gdy czas przebywania N-plus-pierwszego elektronu w stanie posrednim we-
wnatrz kropki jest znacznie krotszy niz czas reakcji domieszek donorowych na dodatkowy
ladunek. Zakladamy wiec, ze stan uktadu domieszek przy tunelowaniu rezonansowym N-
plus-pierwszego elektronu pozostaje niezmieniony.

Przy zalozonej geometrii, domieszkowaniu, przytozonych napigciach 1 ggstosci uwig-
zionego w kropce tadunku, wygodniej jest skorzysta¢ z addytywnosci (6.2) oraz wyrazenia

(6.3) i zamiast (6.1) rozwiazywaé rownanie Poissona na potencjat @q
Vip, =—p,(r)/ €€ | (6.5)

gdzie p4(r) jest gestoscia tadunku zjonizowanych donorow. W temperaturze zera bezwzgled-

nego pojedynczy donor ulega jonizacji, jezeli lokalna warto$¢ catkowite; energil potencjalnej
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elektronu wyznaczonej przez potencjat elektrostatyczny @ przekracza warto§é krytyczng
zrywajacg wiazanie elektronu na domieszce donorowej. Prowadzi to do nastgpujacego spo-
sobu wyznaczania gestoéci tadunku zjonizowanych donoréw:

en(r), dla-ed >W,

0, w przeciwnym przypadku,

pd (r) = { (66)

gdzie Wp=6 meV, a n(r) jest koncentracja donoréw w punkcie r. Zastosowanie schodkowego
rozkladu Fermiego w powyzszym wzorze jest usprawiedliwione bardzo niska temperatura,
w ktorej przeprowadzone zostaty pomiary (~200mK).

Réwnanie (6.5) na potencjat ¢, zostalo rozwiazane numerycznie za pomoca rdznico-
wej metody relaksacyjnej na cylindrycznej siatce (iAp, jAz). Warunki brzegowe na potencjal’
¢q uzyskiwane sg z warunkéw na catkowity potencjat elektrostatyczny @ po odjeciu przy-

czynku pochodzacego od uwiezionych w kropce elektronéw wedhug wzoru (6.3).
6.4. Rownanie Schriodingera dla ukladu N uwigzionych elektronéw

Potencjal uwigzienia dla elektrondw w kropce mozna przedstawié w postaci sumy po-
tencjatu uwigzienia ,,pionowego” (w kierunku z) ¢@,, ktéry wynika z réznicy w potozeniu dna
pasma przewodnictwa warstw studni InGaAs, barier AlGaAs i otaczajacego strukturg GaAs,
oraz potencjatu uwigzienia bocznego, ktory jest wyliczany z réwnania Poissona (6.5). Poten-
cjal uwigzienia pionowego przedstawiony jest na Rys. 6.2. Ze wzgledu na matg szerokoéé
studni InGaAs (12nm) oraz niewielka warto§¢ stosowanych w do§wiadczeniu napieé zrodio
-dren (<10mV), zmiana potencjatu elektrostatycznego ¢, przy zmianie wspoirzednej z we-

wnatrz studni jest zaniedbywalnie mata. Potencjal uwiezienia bocznego zostal wiec przyjety
w formie
0,(0)=0,(p,2=0) 6.7)

a nastgpnie przedstawiony w postaci analitycznej jako rozwiniecie
— 3 )
0, (P)=) vp*. (6.8)
i=0

Posta¢ analityczna (6.8) umozliwia zmniejszenie numerycznego kosztu rozwiazania réwnania
Schrodingera. Do dokladnego opisu krzywizny potencjatu konieczne bylo wprowadzenie
sktadowych anharmonicznych zawierajacych p* i p®.

Ksztalt kropki kwantowej [17,31] ze wzgledéw technologicznych moze odbiegaé od

ksztaltu idealnego cylindra. Stwierdzono, iz wprowadzenie matego zaburzenia symetrii obro-
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towej potencjatu (6.8) pozwala na uzyskanie lepszej zgodnosci z danymi do$wiadczalnymi.
Anizotropia uwigzienia bocznego zostala wprowadzona poprzez zastapienie zmiennej P
w téwnaniu (6.8) przez P, gdzie p* =(1+y)* x> +(1-7)*y*, a y jest parametrem anizotro-
pii.

Réwnanie Schrodingera dla uktadu N uwigzionych elektron6w rozwiazano za pomocg
nieograniczonej metody Hartree-Focka opisanej w poprzednich rozdziatach pracy. Hamilto-
nian Hartree-Focka dla elektronu poddanego dziataniu opisanego wyzej potencjalu uwigzie-
nia, w obecnoéci zewnetrznego pola magnetycznego ma postac¢

2 —
H,.=- h .V2+%m-w3(x1+y2)+%hfgclz—erpd(x,y)+(pz(z)+J—K . (69)

2m
gdzie J i K sa odpowiednio operatorami kulombowskim i wymiany, zdefiniowanymi w Roz-
dziale 3, I, jest operatorem z-owej sktadowej momentu pedu, a @ jest czgstoscig cyklotro-
nowa. Podobnie jak w Rozdziale 5 spinowy efekt Zeemana zostal pominigty.
Zgodnie z podejéciem Roothana [69] jednoelektronowe funkcje falowe zostaly rozwi-

nigte w gaussowskiej bazie wariacyjnej
y(r)= exp(ﬁﬁzz)ZCUx"'“ y" expl-a, (x* +y*)] , (6.10)

m_n

przy czym 0<m, +n, <5. Taki wybor wyktadnikéw przy jednomianie x™y umozliwia kon-

strukcje funkcji whasnych operatora z-owej sktadowej momentu pgdu o magnetycznych licz-

bach kwantowych \M l=0,...,5. Baza (6.10) umozliwia wprowadzenie anizotropii do rachun-

kow w prosty sposéb. W celu osiagnigcia wystarczajacej doktadno$ci wyliczanych potencja-
16w chemicznych, z kazdym z 15 jednomianéw bazy (6.10) stowarzyszono trzy funkcje gaus-
sowskie z wykladnikami @, wybranymi zgodnie z postepem geometrycznym. Catkowita
liczba elementéw bazowych wynosita wigc 45. Dalsze rozszerzanie bazy opisujacej funkcje
falowe w plaszczyZnie x-y nie zmieniato oszacowania wariacyjnego energii calkowitej. Oka-
zato sie, iz dla kropki sterowanej bramka [17] pojedyncza funkcja Gaussa zalezna od zmien-
nej z wystarcza catkowicie do opisu dziatania urzadzenia, poniewaz uwigzienie pionowe jest
w tym przypadku znacznie silniejsze od uwigzienia bocznego. Oszacowany $redni promien
uktadu uwiezionych elektronéw w ptaszczyznie studni kwantowej InGaAs jest okolo dziesig-
ciokrotnie wiekszy od gruboéci kropki w kierunku z (w przypadku kropek samozorganizowa-
nych odpowiedni stosunek wynosi okoto 3). Wzbogacenie zaleznoSci funkcji probnej od z
obniza obliczone potencjaly chemiczne ukiadéw N-elektronowych o stalq warto$¢, ktore)

oszacowaniem od gory jest ImeV. Sprawdzono réwniez, iz ze wzgledu na znaczng dyspro-
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porcjg migdzy uwigzieniem bocznym a pionowym, jednoelektronowe funkcje falowe dla od-
dziatywujqcego uktadu N elektronéw mozna efektywnie rozseparowad, tzn. zapisa¢ w postaci
iloczynu funkcji zaleznej od z i funkeji zaleznej od (x,y), opisujacej ksztalt funkcji falowe;
w plaszezyznie studni [dokladna funkcja falowa pojedynczego elektronu uwiezionego w po-
tencjale bedacym suma potencjatu —e_gE +(x,y) 1 potencjahu ¢, (z) poddaje sig¢ separacji w
sposob Scisty]. W wyniku rachunkéw wariacyjnych stwierdzono, ze parametr wariacyjny 3
maleje niezwykle stabo wraz ze wzrostem liczby uwigzionych elektronéw. Oznacza to, ze

zwigkszenie liczby elektronéw uwigzionych w kropce nie powoduje zauwazalnego wzrostu

ich penetracji do obszaru barier AlGaAs.
6.5. Samouzgodnione rozwigzanie problemu Poissona-Schrodingera

W urzadzeniu Taruchy {17] istnieje bezposredni zwiazek pomigdzy gesto$cia tfadunku

elektronbw  uwiezionych w

punktowyiadunekelektrono kropce a gestoécig tadunku zjo-
nizowanych domieszek. Zaden
z tych rozkladéw gestoéci nie
— - réwnanie ‘iPOiSSOhé[ jest znany, a wiec w celu ich
y o znalezienia konieczne jest roz-

Potencjat uwigzienia bocznego wigzanie rownan Poissona i

Schroédingera w sposéb samo-

RownanleSchrodmgera uzgodniony. W zwiazku z tym

Gestosc¢ uwigzionego fadunku

> Enjergia cathowita EN zostala opracowana procedura
Potencjat uwigzienia bocznego iteracyjna rozwiazywania réw-
; nan Poissona i Schrédingera,

" Schrod ger g— Energia calkowita Ey, ktérej schemat blokowy przed-

stawiony jest na Rys. 6.4.
Rys. 6.4. Schemat blokowy samouzgodnionego rozwiazania réwnan
Poissona-Schrédingera przy obliczaniu potencjatu chemicznego
(N+1) elektronéw w kropce kwantowej [17].

Ostatecznym celem rachunku
jest  wyznaczenie potencjatu
chemicznego ukfadu N +1 elektronéw w kropce wzgledem pozioméw Fermiego elektrod zré-
dia 1 drenu.

Dla zadanej geometrii uktadu, koncentracji domieszek i przytozonych napigé znane sg

warunki brzegowe naloZone na calkowity potencjal elektrostatyczny ®. Na wejsciu do
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schematu iteracyjnego (Rys. 6.4.) w centrum kropki (p=0, z=0) umieszczony zostat tadunek
punktowy g = -Ne. Dla punktowego fadunku mozliwe jest wyliczenie warunkow brzegowych

na potencjal ¢ i rozwiazanie réwnania Poissona (6.5). Po rozwigzaniu rownania Poissona
(6.5) wyznaczana jest zgodnie z rozwinigeciem (6.8) posta¢ analityczna 64(,0), ktora jest

wstawiana do rownan Hartree-Focka jako potencjal zewnetrzny. Rozwiazanie rownan Har-
tree-Focka umozliwia obliczenie Ey energii catkowitej uktadu N elektronéw uwigzionych w
kropce oraz rozktadu gestoéci tych elektronéw. Dla wyznaczonej w ten sposob gestosci ta-
dunku elektronéw ponownie wyznaczane sa warunki brzegowe i rozwiazywane jest rownanie
Poissona na ¢, Wyliczony potencjat wstawiany jest znowu do réwnan Hartree-Focka i to
postepowanie powtarzane jest az do uzyskania zbieznoéci. Zbiezno$¢ procedury osiagana jest
po 2-3 iteracjach. Obliczony potencjat @, wykorzystywany jest nastepnie do wyznaczenia
energii stanu podstawowego ukladu N+1 elektronéw. Znajomos¢ obu energii En.; 1 Ey

umozliwia obliczenie poszukiwanego potencjatu chemicznego.
6.6. Parametry fizyczne modelu

Dokladne wartoéci parametrow urzadzenia [17] nie sq znane. W zwiazku z tym nastg-
pujace wielkoéci zostaty potraktowane jako parametry dopasowania: wewngtrzny promien
bramki R, koncentracje domieszek n; i ny, gruboéé pierwszej warstwy domieszkowanej dj,
parametr anizotropii ¥ oraz Uy - polozenie dna pasma przewodnictwa materiatu studni In-
GaAs wzgledem dna pasma przewodnictwa GaAs (por. Rys. 6.2.). Ponadto uzyto wartosci
masy efektywnej dla stopu IngosGagesAs m =0.065 [93] i jednolitej dla calego urzadzenia
statej dielektrycznej e=12.6.

Wyniki pomiaréw pradu Zrédio-dren w funkcji napigeia bramki (Rys. 6.9.), diamen-
téw kulombowskich na plaszczyznie Vg-Vys (Rys. 6.10.) oraz pikow pradowych w zewngtrz-
nym polu magnetycznym (Rys. 6.11.), wykazuja podobne jakosciowo efekty zapelniania po-
wlok quasi-dwuwymiarowego sztucznego atomu. Odpowiadajace sobie piki pradowe dla
trzech roznych przeprowadzonych pomiaréw [17,31] sa jednak nieco przesunigte na skali na-
piccia bramki. Pomiary z cala pewnoécig nie zostaty przeprowadzone na jednym urzadzeniu,
tylko na trzech réznych probkach. W celu odtworzenia obserwowanych charakterystyk ko-
nieczne bylo wiec dopasowanie trzech zestawow parametrow. Roznice migdzy warto$ciami
poszczegolnych parametréw z kazdego z zestawow sa niewielkie. Najlepsza interpretacjg

wynikéw pomiaru diamentéw kulombowskich (Rys. 6.10.) uzyskano dla n,=6.3 x 10" em?,

77



Rozdziat 6. Kropka kwantowa sterowana bramka

np=17.5 x 10'® em™, R=220nm, d,=20nm, 7=0.035 i U,=-55meV. Dla pomiaréw w ze-

wngtrznym polu magnetycznym (Rys. 6.11.) otrzymano: n,=6.5 x 10'% cm?3, n=17.1 x 10'®

cm'3, R=220nm, d,=20nm, ¥=0.035 i U;=-53.5meV. Najlepsze wyniki dla potozen pikéw

pradu przy (prawie) zerowym napieciu zrodto-dren (Rys. 6.9.) n;=3.8 x 10 em, n,=32 x

10" em?, R=230nm, d;=50nm, ¥=0.035 i Uy=-55.5meV. Potozenia pikdw przy B=01 V,; ~0
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> identyczne. Wigksze

réznice wystepuja mie-
dzy parametrami opisu-
Jacymi piki pradu a

pierwszymi dwoma ze-

Rys. 6.5. Energia potencjalna elektronu w urzadzeniu przy N=0, V,=0, V=0 i
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Rys. 6.6. Wynikajaca z uwigzienia bocznego energia potencjalna
elektronu w funkcji napiecia bramki.

Stawami parametréw

(napigcie odpowiadajace
pierwszemu pikowi jest tutaj o
okoto 0.4V wigksze niz w pozo-
statych przypadkach). Uzyska-
ne z dopasowania wartosci tych
parametrow niewiele rdznia sie
od wartoéci nominalnych i od-
powiadaja rzeczywistej nano-
strukturze. Dla poréwnania no-
minalna koncentracja domie-
szek krzemowych w pierwszej
warstwie arsenku galu wynosita

7.5 x 10'° em™ [94]. Dopaso-

wana warto$¢ koncentracji donoréw n; jest nieco mniejsza od nominalnej koncentracji domie-

szek krzemowych, co zwiazane jest z efektami kompensacyjnymi. Niewielka czeéé domie-

szek krzemowych podstawia arsen zamiast galu stajac sig w ten sposéb akceptorami. Dodat-

78



Rozdzial 6. Kropka kwantowa sterowana bramka

kowy elektron z neutralnej domieszki donorowej. zajmuje korzystny energetycznie wolny
stan akceptorowy. Para dodatnie centrum donorowe-ujemnie natadowany akceptor jest neu-
tralna i przy stosowanych napieciach nie wnosi przyczynku do ekranowania.

Niewielka anizotropia nanostruktury powoduje, ze potencjaly chemiczne ulegaja nie-
znacznemu przesunigciu w stosunku do przypadku idealnej symetrii cylindrycznej. Efekt
energetyczny anizotropii przestrzenne;j jest podobny do efektu niewielkiego pola magnetycz-
nego. Poziomy energetyczne zdegenerowane ze wzglgdu na magnetyczng liczbg kwantowa
pod wplywem anizotropii ulegajg rozszczepieniu. Rozszczepienie to jest jednak na tyle male,
iz kolejno$¢ obsadzania powlok przez kolejne elektrony nie jest zmieniona. Poprawka anizo-
tropowa do potencjatu nie komutuje z operatorem z-owej sktadowej momentu pedu, a wige
stany wlasne hamiltonianu Hartree-Focka (6.9) nie sa stanami wlasnymi operatora [,. Ponie-
waz jednak efekt ten jest niewielki, kolejne powloki bgdg umownie nazywane s,p,d f,g itd.,

tak jak w przypadku idealnej symetrii obrotowej potencjatu uwigzienia (patrz Rozdziat 5).

6.7. Potencjal elektrostatyczny

Wypadkowy potencjat elektrostatyczny w urzadzeniu, obliczony dla Vi=V,=0 i V,=-
1.5V, przy braku elektronéw wewnatrz kropki, przedstawiony jest na Rys. 6.5. Odleglto$¢ w
kierunku z réwna szerokoéci dwoch oczek siatki odpowiada gruboéci studni InGaAs, ktorej

$rodek lezy w plaszczyznie z=0. Na kra-

"~ wedziach rysunku oraz na elektrodzie

bramki pokazane sg przyjete warunki

—_ brzegowe. Warunek brzegowy znikania

% pochodnej radialnej na pobocznicy walca

c%—‘ 0.25 pomiedzy elektrodq bramki a Zrodlem i

%,, drenem, przyjety tutaj w odlegtosci 330

' nm od osi cylindra, przenosi sig¢ w sposob

przyblizony na kilkadziesigt nanometrow

w glab obszaru domieszkowanego arsenku

" -3 . ‘[2\!] -1 o galu. Jak wida¢ z Rys. 6.5., przylozony

:ys. i:'}’. Potenciat w centrum kropki w funkeji napicia  POtencjat bramki jest szybko ekranowany
ramki.

przez zjonizowane domieszki.
W przeciwienstwie do kropek samozorganizowanych, w pionowej kropce sterowanej

za pomocg pola elektrycznego, potencjal uwigzienia zmienia sig z napigciem bramki. Rysunek
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6.6 przedstawia ewolucjg bocznego potencjatu uwigzienia ¢4(p,z=0) w funkcji napigcia bram-
ki. Podobnie jak na Rys. 6.5. zaloZzono brak fadunku wewnatrz kropki. W tym przypadku
potencjat @4 jest tozsamy z catkowitym potencjatem elektrostatycznym @. Dla V,=0 poten-
cjal na styku polprzewodnika z elektroda bramki (dla p=220 nm) jest rtéwny wysokosci barie-
ry Schottky’ego. W miare wzrostu warto$ci bezwzglednej napigeia bramki zwigksza sig
krzywizna potencjatu uwiezienia. Prowadzi to do zmniejszania si¢ obszaru zajmowanego
przez ustalona liczbg uwigzionych elektronéw wraz z rosngca wartoscia bezwzgledng na-
piecia bramki. Na Rys. 6.6. widoczna jest ponadto nieparaboliczno§¢ potencjalu uwigzienia.

Ksztalt potencjatu

b . .
a> m ) zblizony jest do
arabolicznego je-
— — P g0 ]
dynie dla duzych co
L -e\/s Lt .
IR met do moduhu napigé
eV,
bramki, gdy w
-6V -eVy kropce nie mieszcza
Hn — My —_—

sig juz elektrony. W
stosowanym [17,31]
Rys. 6.8. Model blokady kulombowskiej. W przypadku (a) w kropce uwiezionych zakresie napiqé

jest N elektron6w, a przeptyw pradu jest zablokowany. Blokada zostaje zniesiona ) )
np. poprzez zwigkszenie potencjatu zrédia (b). W przypadku (b) przez kropke bramki, potencjat w

ie prad, a liczba uwigzionych elektronéw oscyluje migdzy N a N+1. B )
piynie pra weony yiwe mieczy srodku kropki (tzn.

dla p =0) zmienia sig bardzo stabo.

Potencjat w $rodku kropki dla szerszego zakresu napig¢ bramki zostal przedstawiony
na Rys. 6.7. Przedstawiona zalezno$¢ ma silnie nieliniowy charakter. Pole elektryczne bram-
ki dla napie¢ miedzy 0 V a okoto —1.8 V jest catkowicie ekranowane przez domieszki w po-
blizu powiefzchni cylindra i nie ma wptywu na potencjal w §rodku kropki. Dla napig¢ bramki
ponizej —1.8 V domieszki w otoczeniu $rodka kropki ulegajg jonizacji. Dla V,<-3 V wszyst-
kie domieszki sa zjonizowane a potencjat w §rodku kropki staje sig liniowo zalezny od przy-

lozonego napiecia, tak jak w przypadku braku ekranowania.

6.8. Blokada kulombowska

Dla opisu wynikéw spektroskopii transportowej [17,31] zastosowano model blokady

kulombowskiej [10]. Zgodnie z tym modelem transmisja elektronu przez kropkg kwantowa
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jest mozliwa wtedy, gdy proces ten jest korzystny energetycznie. Rozwazmy proces tunelo-
wania elektronu przez kropke, w ktérej uwigzionych jest N elektronéw a energia Fermiego
Zrédta jest nieco wiqkszé od energii Fermiego drenu (Rys. 6.8.). W pierwszym etapie procesu
(Rys. 6.8.) elektron opuszcza elektrode Zrodta i tuneluje przez barierg AlGaAs do obszaru
kropki kwantowej. Dla matych napigé Zrodio-dren mozliwe jest tunelowanie elektronu wy-
lacznie poprzez stan podstawowy ukladu elektronéw uwigzionych w kropce. Energia stanu
poczatkowego (ukiadu wszystkich nadmiarowych elektronéw bioracych udzial- w procesie)
jest suma energii Fermiego Zrédla i energii stanu podstawowego N elektronow uwiezionych w
kropce, czyli jest réwna -eV+Ey. Po wejsciu dodatkowego elektronu do kropki powstaje stan
podstawowy N+1 elektronéw o energii Ey.;. Proces ten jest korzystny energetycznie, jezeli
—eV.+Ey2Ey, » 6.11)

czyli inaczej

—eV, Z My, - (6.12)
Podobna analiza prowadzi do nastepujacego warunku opuszczenia kropki kwantowej przez
elektron i jego przejécia do drenu:

Ly 2 =€V, . (6.13)

Jezeli oba powyzsze warunki sa spelnione, czyli jezeli —eV 2y, 2-eV,

', mozliwa jest
transmisja elektronu ze Zrédia do drenu przez kropke. Jezeli jeden z powyzszych warunkow
jest spelniony elektrony ze #rédia ,wpadaja” do kropki kwantowej lub opuszczaja kropke
przechodzac do drenu, co zachodzi do chwili, gdy odpowiednia nierownos¢ przestaje byc
spetniona. Gdy zaden z warunkéw (6.12)-(6.13) nie jest spelniony, w kropce uwigziona jest
w sposéb trwaty stata liczba elektronéw. Zakres napigé ViV, , dla ktérych liczba elektronéw
w kropce jest ustalona, a przeptyw pradu zablokowany, nazywany jest obszarem blokady ku-
lombowskiej. W przypadku zaniedbywalnie malej roznicy potencjatéw zrodia
i drenu warunek przeptywu pradu przez kropke sprowadza sig¢ do rownosci
Py, =—eV,_ . (6.14)
Zastosowany model blokady kulombowskiej umozliwia jedynie wyznaczenie granic
obszaréw, w ktérych liczba elektronéw w kropce jest ustalona oraz potozen pikéw pradu
w funkcji napigcia bramki. W ramach tego modelu nie mozna otrzyma¢ szerokosci i wysoko-

$ci pikéw pradowych.
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6.9. Piki pradu dla zaniedbywalnej réznicy napi¢é zrédlo-dren

Na Rys. 6.9. przedstawiono obliczony przebieg potencjatéw chemicznych dla
N=1,..,12 elektron6w w funkcji napigcia bramki przy zerowym napieciu zrédlo-dren. Za
zero na skali energii przyjgto poziom Fermiego elektrody Zrédla, co oznacza, Ze warunek
(6.14) jest spemiony, gdy potencjat chemiczny ukladu N elektrondéw przecina prosta u=0.
W ten sposob punkty przecigcia wykresow z osig odcigtych wyznaczajg obliczone potozenia
pikéw pradu na skali napigcia bramki. Zalezno$¢ potencjatéw chemicznych od napiecia
bramki jest nieliniowa. Przyczyna tej nieliniowos$ci jest przedstawiona wyzej nieliniowa za-

lezno$¢ potencjatu elektrostatycznego od napigeia bramki. Wielko$¢ du,, /9V, nosi nazwe

wspotczynnika konwersji. Jego warto$¢ jest miarg reakcji uwigzionego uktadu elektronowego
na zmiang napigcia bramki. O ile w przypadku kropek samozorganizowanych catkowicie
wystarczajace okazalo si¢ przyjgcie wspotczynnika konwersji z geometrii nanostruktury
a wigc niezaleznego od N i napigcia bramki (por. rdwnanie (5.4)), o tyle w kropce pionowej

sterowanej bramka wspdtczynnik konwersji zalezy w bardzo wyrazny spos6b od liczby elek-

—_
o

7

potencjat chemiczny [ meV ]
I

L\ S ONNRRRR L
_ \\\ N\
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Rys. 6.9. Potencjaty chemiczne (krzywe ciagle) N elektronéw z N=1,...12 dla zaniedbywalnie matej r6znicy

napieé zrodto-dren (przy V,=0) w funkcji napigcia bramki V, . Przecigcia krzywych z prosta u=0 wyznaczaja
obliczone polozenia pikéw pradowych. W tle umieszczone zmierzone do$wiadczalnie [17] piki pradu.
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|
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Rys. 6.10. Diamenty kulombowskie dla N=0,...,6 na plaszczyznie Vg~V
(napigcie dren-zrédlo - napigcie bramki) . Krzywe przedstawiajg napigcia
dla ktorych spelnione sq warunki py=-eV i uy=-eVy W tle zmierzone
[31] przewodnictwo rézniczkowe.,

trondw 1 przylozonego na-
pigcia. Na Rys. 6.9.
umieszczone zostaly row-
niez piki pradu zrédlo-dren
zmierzone [17] przy napig-
ciu V= 0.1 mV. Zgodnos¢
polozen zmierzonych i ob-
liczonych pikéw jest bar-
dzo dobra.

Rysunek 6.9. ilu-
struje ponadto mechanizm
zapelniania powlok elek-
tronowych quasi-dwuwy-
miarowego sztucznego
atomu. Roéznice migdzy
napieciami pikéw drugiego
i trzeciego oraz szOstego i
siédmego, ktére odpowia-
daja\. rozpoczeciu zapelnia-

nia 'powiok lp oraz 1d sa

wyraznie wicksze od pozostatych. Wigkszy jest rowniez odstep migdzy czwartym 1 piatym

pikiem, co jest oznaka spetnienia reguty Hunda dla potowicznie zapetnionej powloki 1p. Dla

pikéw od siédmego do dwunastego zapelniane s powloki 1d oraz powloka 2s, przy czym
zapelniane sa kolejno spinoorbitale: 1d.(1), 1dy (1), 2s(1), 1d-(}), 1d+ (1), 25(1) (strzatki w

nawiasach odpowiadaja kierunkowi spinu dodawanych elektronéw). Z powodu anharmo-

niczno$ci potencjalu uwigzienia poziom energetyczny stanu 2s potozony jest nieco powyzej

poziomu 1d. Réznica energii tych pozioméw jest jednak mniejsza niz energia oddzialywania

kulombowskiego pomigdzy elektronami, co powoduje, Ze kolejnoé¢ zajmowania orbitali jest

taka, jak w przypadku dwuwymiarowego izotropowego oscylatora harmonicznego, dla kt6-

rego stany 2s i 1d sa zdegenerowane. Z drugiej jednak strony, oznaka anharmonicznosci po-

tencjatu jest brak wiekszego odstgpu po dziewiatym piku.
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6.10 Diamenty kulombowskie

Rys. 6.10. przedstawia poréwnanie obliczonych i zmierzonych granic obszaréw blo-
kady kulombowskiej, czyli tzw. diamenty kulombowskie [31] (biate rombopodobne figury
w otoczeniu osi Vy4=0). Krzywe ciagte przedstawiaja obliczone wartosci napig¢, dla ktérych

spetnione sa warunki 1, =—eV, oraz p, =—eV,. Warunki te okre$laja granice obszaréow

blokady przeptywu pradu przez urzadzenie. Przeciecia krzywych ciagtych z osig V,;=0 od-
powiadajg potozeniom pikéw pradu dyskutowanym w poprzednim podrozdziale. Diamenty
kulombowskie odpowiadaja wartoéciom V,, i Vi, dla kt6rych przeptyw pradu przez nano-
strukturg jest zablokowany a liczba elektronéw w kropce ustalona. Dla napieé spoza tych
obszar6w przez nanostrukturg ptynie prad. Diamenty kulombowskie odpowiadajace za-
mknigtym powlokom elektronowym, czyli N=2 i N=6, sa znacznie wieksze od pozostatych.
Czwarty diament odpowiadajacy potowicznie zapetnionej powloce 1p jest wyraznie wiekszy
od diamentéw sasiednich. W tle rysunku umieszczono zmierzone eksperymentalnie prze-
wodnictwo rézniczkowe 9I/9V,, . Szare linie odpowiadaja zmierzonym napieciom, przy kt6-
rych przewodnictwo rézniczkowe nie znika. Dane do$wiadczalne pokazuja, ze granice obsza-
réw blokady kulombowskiej s3 réwniez widoczne poza obszarem diamentéw. Oznacza to, iz
spetnienie jednego z warunkéw u, =-eV, lub u, =—eV,, takze pgta obszarem blokady,
powoduje nagty wzrost natezenia pradu. Uzyskana zgodno$¢ wynikéw modelu teoretycznego
z eksperymentem jest znakomita. Nalezy podkresli¢, iz pierwsze obliczenia ksztattu diamen-

tow dla urzadzenia Taruchy [31] zostaly podane w pracach z udziatem autora rozprawy

[A14,A16], z ktérych pochodza prezentowane tutaj wyniki.
6.11. Piki pradu w zewngtrznym polu magnetycznym

Na Rys. 6.11. pokazano poréwnanie obliczonej (krzywe ciagle) i zmierzonej [31]
(krzywe przerywane) ewolucji polozen pikéw pradu w zewngtrznym polu magnetycznym
przytozonym wzdtuz osi struktury dla N=1,...,5. Elektrody Zrédta i drenu zbudowane sg z bar-
dzo silnie domieszkowanego donorami arsenku galu, podobnie jak elektroda tylna w ekspe-
rymencie Millera [23]. Poziom Fermiego elektrod wyznaczony jest wiec przez energie elek-
tronu zwigzanego na domieszce donorowej. Polozenia pikéw wyznaczone zostaly zgodnie

z warunkiem €. = i, , gdzie zalezno§¢ poziomu Fermiego od pola magnetycznego wprowa-
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dzono w ten sam sposéb jak w Rozdziale 5 [por. réwnanie (5.5)]. Na Rys. 6.11. oznaczono

konfiguracje orbitalng stanu podstawowego N elektronéw przy danym napieciu bramki i polu

magnetycznym. Dla kazdej konfiguracji orbitalnej stanem o najnizszej energil jest stan

o maksymalnej sktadowej z-owej catkowitego spinu, dlatego konfiguracje spinowe nie zostaty

na rysunku oznaczone.

-1.5

2 2 s“p.d_ f.
P2y s%pld. P-0- Ty,

\,.‘

-
>m ﬁl b Sp-
8
o) 1 I ]
0 4 8
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Rys. 6.11. Obliczone (krzywe ciagle) i zmierzone [31] (krzywe
przerywane) potozenia pikéw pradu w funkcji napigcia bramki i
zewnetrznego pola magnetycznego. Oznaczono konfiguracje elek-
tronowe stanu podstawowego. Strzalkami zaznaczono zalamania
krzywych przeptywu N-plus-pierwszego () i N-tego (@) elektronu
wynikajace z transformacji N -elektronowego stanu podstawowego.

Wymuszone polem ma-
gnetycznym transformacje sta-
nu podstawowego ukladu N
uwigzionych elektronow wi-
doczne s3 w formie zataman
krzywych,  odpowiadajacych
tunelowaniu przez kropke N-
tego elektronu (symbole )
i N-plus-pierwszego elektronu
(symbole f;). Odpowiadajace
sobie zalamania, zwigzane z tg
samg transformacja stanu pod-
stawowego, potaczono linig
przerywanag. W przypadku
kropki Taruchy [17,31] poten-
cjal uwiegzienia bocznego za-
lezy od napigcia bramki (por.
Rys. 6.6.). Z tego powodu
krytyczne wartosci pola ma-
gnetycznego — wWymuszajacego
transformacje stanu podstawo-
wego réwniez zaleza od napig-

cia bramki. Dla mniejszych co

do modutu napieé bramki potencjal uwigzienia bocznego ulega wyptaszczeniu, co prowadzi

do zmniejszenia stopnia lokalizacji uktadu. Warto$¢ pol krytycznych zmniejszaja sig dla ma-

lejacych wartosci bezwzglednych napigcia bramki, poniewaz wpltyw pola magnetycznego na

uktad elektronowy jest efektywnie tym silniejszy im stabsza jest jego lokalizacja. To obser-

wowane eksperymentalnie zjawisko zostalo weze$niej opisane teoretycznie wylacznie w pra-
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cach autorskich [A14-A16]. Autorzy poprzednich prac teoretycznych [95,97-99] zaktadali
staly, niezalezny od napiecia bramki potencjat uwigzienia bocznego, w zwiazku z czym nie
udato im sie édtworzyé wynikéw eksperymentu [31].

Z powodu duzego promienia lokalizacji wplyw skiadnika diamagnetycznego hamilto-
nianu, kwadratowego w funkeji pola magnetycznego jest wyraznie widoczny w postaci od-
powiedniego zakrzywienia krzywych.  Pole magnetyczne w zakresie od zera do 8 T calko-
wicie wystarcza do przesledzenia pelnej ewolucji stanu podstawowego. W granicy silnych
pol magnetycznych stan podstawowy ukfadu elektronowego jest catkowicie spolaryzowany

spinowo. Wszystkie transformacje stanu podstawowego (za wyjatkiem transformacji o;-

B3) powoduja  zmniejszenie  od-

i N B<B, | B>B;, | o|T] B.(T] dziatywania kulombowskiego mie-

1 2 5t sp_. 4.25 3.5 . . .

2 3 . P pli rl 45 ) dzy  uwigzionymi  elektronami
2 2 2

3 4 S PP+ P - 075 0.5 1 prowadza do zwiekszenia sktado-

4 4 spe_ sp.d 3.75 33

5 4 spd. | spdf | 49 4.4 wej z-owej catkowitego  spinu.

6 5 szpz_p+ s°p°d 1.4 _

7 5 spPd | spdf | 41 Transformacja ukladu dwuelektro-

8 5 s’pdf |spdfg | 5

nowego o;-f;z konfiguracji s° do
Tabela 6.1. Warto$ci p6l krytycznych (B=c; lub ) odpowia-
dajacych transformacji N-elektronowego stanu podstawowego.
Dla wartosci o; (B) (kolumny 5 i 6) widoczne sa zakrzywienia migdzy elektronami. Niezaleznie od
na linii tunelowania N-tego (N-plus-pierwszego) elektronu, W

kulomnach 3 i 4 podano konfiguracje elektronowe odpowied- warto$ci pola magnetycznego ener-
nio dla pola magnetycznego B<B; i B>B,.

sp- zachodzi dzigki oddzialywaniu

gia jednoelektronowego stanu s jest
zawsze mniejsza od energii stanu p_. Przy braku oddzialywania, dwuelektronowym stanem
podstawowym bytby wiec zawsze stan s°. Przejscie jednego z elektronéw na orbital D- powo-
duje jednak zmniejszenie energii odpychania kulombowskiego migdzy elektronami, co jest
przyczyng wystgpowania tej transformacji. Im silniejsze jest oddziatywanie kulombowskie
tym pole krytyczne odpowiadajace tej transformacji jest mniejsze. Jedyng transformacja, kt6-
ra zmniejsza z-owg sktadows catkowitego spinu (z1 Ado 0 h)izwicksza oddzialywanie ku-
lombowskie pomigdzy elektronami jest transformacja a3-f3 dla N=4. Transformacja ta od-
powiada tamaniu reguty Hunda pod wptywem zewngtrznego pola magnetycznego. Obliczone
warto$ci pol krytycznych zostaty podane w Tabeli 6.1.
Zgodno$¢ obliczonych potozen pikéw pradu w funkcji pola magnetycznego ze zmie-
rzonymi warto$ciami jest zaskakujaco dobra. Obliczone pola krytyczne dla N=3 i 4 sa nieco
mniejsze od faktycznie obserwowanych, co mozna wyjasnié za pomocg pokazanej w Roz-

dziale 2. tendencji metody Hartree-Focka do faworyzowania stanéw spolaryzowanych spi-
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nowo. Oznacza to, ze efekty korelacyjne dla kropki Taruchy [17,31] sa widoczne, chociaz sa
one bardzo niewielkie. W celu ich dokladniejszego oszacowania poréwnano wyniki metody
Hartree-Focka z wynikami metody dokladnej przedstawionej w Rozdziale 2. oraz ze wstgp-
nymi wynikami metody mieszania konfiguracji dla nanostruktury Taruchy [17,31]. Oszaco-
wane roznice wartoéci potencjatu chemicznego obliczonego za pomoca metody Hartree-
Focka i metod dokladnych wynosi okoto 1-2 meV. Nalezy jednak zauwazy¢, ze przedsta-
wione wyniki metody Hartree-Focka oddaja w najdrobniejszych szczegotach ksztalt przebie-
géw eksperymentalnych [31]. Metoda Hartree-Focka odtwarza wszystkie obserwowane pola
krytyczne i nie produkuje sztucznych transformacji, ktére zostaty uzyskane przez Steffensa et
al. [95]. Autorzy ci [95], probujac zinterpretowa¢ wyniki Taruchy [31], zastosowali przybli-
zenie gestoéei lokalnej oraz spinowo-pradowa metodg funcjonatow gestosci [96] dla dwuwy-
miarowego ukladu elektronowego uwigzionego w potencjale oscylatora harmonicznego 1
poddanego dziataniu zewngtrznego pola magnetycznego. Przyblizenie gestosci lokalnej [68]
nie rozréznia kierunku spinu i przektamuje oddzialywanie wymiany, co nie pozwolito auto-
rom [95] na odtworzenie transformacji o;-f;. Ponadto, przy uzyciu metody spihowo-prqdo-

wej uzyskali oni [95] wiele sztucznych, nie obserwowanych transformacji.

6.12. Dyskusja

Eksperyment przeprowadzony przez zespoty Taruchy i Kouwenhouvena [17,31] pozo-
staje jak dotad najczystszym i najpigkniejszym do$wiadczalnym dowodem kwantowej natury
whasnosci elektronowych polprzewodnikowych kropek kwantowych. Eksperyment ten nie
zostal dotychczas zinterpretowany przez innych autoréw w sposdb ilosciowy. Autorzy po-
pr