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Kapitel 1
Einleitung

Mit der zunehmenden Nachfrage nach schnellen optoelektronischen Bauele-
menten durch die moderne Kommunikationstechnik gewinnen insbesondere
Halbleiter-Heterostrukturen an Bedeutung. Durch die Reduzierung der Dimen-
sionalitét der aktiven Schichten ist die Oszillatorstiarke der Exzitonen gegeniiber
dem Volumenmaterial enorm erhéht. Bei den dimensionsreduzierten Halbleitern
kommt den zweidimensionalen Systemen, Quantenfilmen (QF), eine besondere
Bedeutung zu. Die Herstellung von QF hoher Qualitdt ist durch das Aufwach-
sen verschiedener Halbleitermaterialen wihrend der Epitaxie vergleichsweise
einfach. Durch das Einfiigen einer Schicht von Halbleitermaterial mit geringerer
Bandkante als das umgebende Barrierenmaterial wirkt in dieser Schicht eine
Potentialbarriere auf die Ladungstriger. Dagegen erfordert die Herstellung
von Quantendrihten (1-dimensional) oder Quantenpunkten (0-dimensional)
besondere Herstellungsverfahren, die oft mit einem Qualitétsverlust verbunden
sind. Neben der Erhohung der Oszillatorstirke des Exzitons im QF fiihrt die
Dimensionsreduzierung zu einem Bruch der Translationsinvarianz in Wachstums-
richtung. Die Authebung der Impulserhaltung in dieser Richtung eréffnet einen
strahlenden Zerfallskanal fiir die optische Anregung, so dafl die Lebensdauer auf
Zerfallszeiten von einigen Pikosekunden beschrinkt ist [1-4], im Gegensatz zu
Nanosekunden im Volumenmaterial.

Wie bei der Dimensionsreduzierung der optisch aktiven Schichten hat auch
die Einschrinkung der Freiheitsgrade des Lichtfelds drastische Konsequenzen
fiir die optischen Eigenschaften der Heterostruktur. In Mikroresonatoren wird
durch aufeinanderfolgende Schichten alternierenden Brechungsindizes eine
Dimensionsreduzierung fiir das Licht erreicht. An Stelle des Kontinuums an
Lichtmoden im freien Raum tritt ein diskretes Spektrum von Resonatormoden.
Sind die Resonanz des Resonators und des aktiven Materials entartet, so fiihrt
die Normalmodenkopplung zu einer Aufspaltung [5]. Neben der Anwendung
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6 KAPITEL 1. EINLEITUNG

dieser Strukturen als einmodige Halbleiterlaser, besteht auch Interesse hinsicht-
lich grundsétzlicher physikalischer Fragestellungen, wie z.B. die Erhéhung der
spontanen Emission [6].

Bei der Herstellung von Halbleiterstrukturen ist ein gewisses Mafl an Unordnung
nicht zu vermeiden. Diese vermindert i.a. die Giite der Probe hinsichtlich
moglicher Anwendungen. Da die Qualitdtsanforderungen jedoch von der je-
weiligen Anwendung abhéngen, ist eine quantitative Erfassung der Unordnung
wiinschenswert, um die Qualitdt im Vergleich zum Aufwand zu optimieren.
Die Untersuchung dieser Defekte durch direkt abbildende Verfahren, wie z.B.
Hochauflésende Transmissionselektronen-Mikroskopie [7], hat den Nachteil, daf§
die Probe hierzu zerstort werden muf}. Daher sind zur Klassifizierung der Giite
zerstorungsfreie Methoden erwiinscht.

Optische Experimente haben sich als geeignetes Hilfsmittel erwiesen. Hierbei
mufl aus den Mefergebnissen indirekt auf die vorliegende Form und Stérke
der Unordnung geschlossen werden. Es hat sich gezeigt, dafl bei nichtlinearen
optischen Experimenten, insbesondere dem Vier-Wellen-Mischen (VWM), die
Unordnung zu charakteristischen Photonechos fiihrt [8-13]. Schon die Analyse
der exzitonischen Linienform und Breite in der linearen Absorption kann
Anhaltspunkte iiber Stirke und Léngenskala der Unordnung geben, denn
die Fluktuation der effektiven Bandkante &uflert sich in einer inhomogenen
Verbreiterung der exzitonischen Resonanz [14-18].

Wiéhrend beim VWM optische Nichtlinearitéiten zu einem Signal in eine aus
der Transmission und Reflexion abgebeugte Richtung fiihren, ist es bei der
resonanten Rayleigh-Streuung (RRS) das Unordnungspotential selbst, das zu
optischen Feldkomponenten in einem endlichen Winkel zur Propagationsachse
des Anregungspulses fiihrt. Bei niedrigen Anregungsintensititen kann die RRS
daher als lineares optisches Experiment angesehen werden. Die RRS an Halblei-
tern ist zu unterscheiden von der Rayleigh-Streuung im urspriinglichen Sinne,
welche die elastische Streuung von Licht an einem rdumlich inhomogenen System
punktformiger Teilchen beschreibt [19]. Ist das eingestrahlte Licht spektral in
der Nihe eines optischen Ubergangs, so findet die Streuung verstirkt statt. Im
QF bilden zwar die Exzitonen optische Resonanzen, doch erst der Bruch der
Translationsinvarianz in der Filmebene durch das Unordnungspotential und
die Streuung der Exzitonen in Impulszustéinde, die an abgebeugte Richtungen
des elektrischen Feldes koppeln, fiihren zu einem nicht verschwindeneden
RRS-Signal. Da die Exzitonen ausgedehnte quantenmechanische Zustinde mit
einer Dispersion darstellen, konnen sie hierbei i.a. nicht als punktféormige Streuer
angesehen werden.

Als inverses Streuproblem erfordert die RRS eine addquates mikroskopisches



Modell, um auf dessen Grundlage experimentelle Befunde interpretieren zu
kénnen. Erst dann ist es moglich, aus den gestreuten Signalen auf die Stéirke
und Form der Unordnung zu schliefflen. Die bisherigen theoretischen Ansitze
hierzu basieren meist auf einer Fernfeldnéherung fiir das gestreute Feld eines
Ensembles punktformiger, dispersionsloser, resonanter Streuer deren Anwendung
durch Annahmen iiber die Art der Unordnung motiviert wird [20-25]. Durch
diese Approximationen sind die berechneten RRS-Signale unabhingig von
mikroskopischen Léngenskalen. Der Zugang ist schon durch seine Eingangsvor-
raussetzungen auf bestimmte Grenzfille eingeschrinkt. Es hat sich gezeigt, daf3
sowohl die quantenmechanische Natur der exzitonischen Bewegung [26] als auch
die strahlende Selbstenergie [27] wesentlichen Einflu8 auf die RRS-Signale haben.
Eine mikroskopische Theorie erfordert daher die Beriicksichtigung der we-
sentlichen Wechselwirkungen im Halbleiter. Wahrend im Grenzfall starker
Unordnung, wie z.B. bei amorphen Halbleitern, die Coulombwechselwirkung eine
untergeordnete Rolle spielt, ist diese bei schwacher Unordnung auf der gleichen
Ebene wie das Unordnungspotential zu behandeln [28]. Das Exziton fiihrt
hierbei mit seinem Bohr-Radius eine intrinsische Léngenskala im Vergleich zur
Korrelationsldnge des Unordnungspotentials ein. Bei kleiner Korrelationsliange,
Fluktuationen auf Skalen kleiner dem Bohr-Radius des Exzitons, fiihrt die
Relativbewegung von Elektron und Loch zu einer Mittelung der Unordnung, so
dafl die optische Linie schmaler ist als die Varianz des Unordnungspotentials
erwarten 148t [14, 15, 17].

Nichttriviale Unordnungseffekte, die iiber eine inhomogene Verbreiterung der
optischen Resonanzen hinausgehen, ergeben sich immer dann, wenn die Unord-
nung in ein komplexes Wechselspiel mit anderen Quasiteilchenwechselwirkungen
des Systems tritt. Die zugehorigen Energieskalen sind hierbei ein Maf dafiir,
inwieweit sich verschiedene Wechselwirkungen beeinflussen kénnen. In unge-
ordneten Systemen ist die Coulomb-Wechselwirkung dann zu beriicksichtigen,
wenn das Unordnungspotential auf Skalen der Bindungsenergie variiert. Eine
weitere Energieskala ist durch die Kopplung an das Lichtfeld definiert. Durch
die Verbesserung epitaktischer Verfahren ist die Probenqualitéit in den letzten
Jahren weiter gestiegen, so dafl Effekte durch die Strahlungskopplung beobachtet
werden konnten. In optisch ausgedehnten Volumenhalbleitern, d.h. ausgedehnt
im Vergleich zur Wellenlédnge des Lichtes, bilden Polaritonen als die Quasiteil-
chen des gekoppelten Systems aus Exziton und elektrischem Feld die elementare
optische Anregung [29]. Propagationseffekte fiithren hier zu einem Aufbrechen
des Pulses und Polariton-Schwebungen [30-34]. Bei Mikroresonatoren ergibt
sich in analoger Weise eine polaritonische Aufspaltung durch die Kopplung der
Resonatormoden an die exzitonische Resonanz im QF [5]. Fiir diese Strukturen
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wurde eine Verringerung der inhomogenen Linienbreite durch eine polaritonische
Mittelung iiber das Unordnungspotential vorhergesagt [35, 36, 37|, die jedoch
durch die experimentellen Befunde nicht bestéitigt werden konnte [38, 39, 40].
Die Strahlungskopplung bewirkt i.a. eine komplexe Energierenormierung der
Polaritonen als neue Quasiteilchen gegeniiber den Exzitonen. In Mehrfachquan-
tenfilmen (MQF), bei denen durch breite Barrieren bedingt kein Uberlapp der
elektronischen Wellenfunktionen verschiedener QF besteht, kann die optische
Anregung im Gegensatz zu quasistationdren Polaritonen im Volumenhalbleiter
oder Resonator strahlend zerfallen. Die von einem QF emittierten Felder konnen
in positive oder negative Wachstumsrichtung propagieren und von den anderen
QF entweder reabsorbiert, transmittiert oder reflektiert werden [41-44]. Durch
die Emission und Reabsorption transversaler Felder werden die exzitonischen
Zustande in verschiedenen QF untereinander gekoppelt. Die Phasenlage der vor-
und riicklaufenden Felder zur optischen Anregung innerhalb der QF ist durch
die optische Weglidnge zwischen den QF gegeben, die damit die komplexe Ener-
gierenormierung bestimmt. So formiert sich beispielsweise in Bragg-Strukturen,
MQF mit einer Periode von einer halben Wellenléinge an der Exzitonresonanz,
eine superradiante Mode, die proportional zur Filmzahl strahlend verbreitert
ist. In Anti-Bragg-Strukturen mit einer Periode von einer viertel Wellenldnge
des resonant eingestrahlten optischen Feldes ergibt sich auch ein Realteil der
strahlenden Renormierung, was zu einer Aufspaltung der Resonanzen fiihrt
[45, 46].

Im Rahmen einer semiklassischen Theorie, welche das optische Feld klassisch
durch die Maxwellgleichungen, die Dynamik des Ladungstrigersystems quanten-
mechanisch in einem Dichtematrixformalismus beschreibt, wird in dieser Arbeit
der EinfluB verschiedener Formen von Unordnung auf die optischen Eigen-
schaften von Halbleiter-Heterostrukturen, MQF und QF in Mikroresonatoren,
untersucht. Diese Arbeit ist demnach in drei Teile gegliedert. Zunéchst werden
ausgehend von einem Hamiltonian, der die Gesamtenergie des Systems bestehend
aus dem elektronischen Anteil und dem Lichtfeld beschreibt, Heisenberg’sche
Bewegungsgleichungen fiir die Observablen hergeleitet, die als Quelle in die
Wellengleichung fiir das optische Feld eingehen. Durch systematische Approxima-
tionen werden dann Bewegungsgleichungen fiir die Schwerpunktsbewegung des
Exzitons im Unordnungpotential hergeleitet. Die fiir eine konkrete Realisierung
der Unordnung erzielte Losung dieser Bewegungsgleichungen geht in Form einer
nichtlokalen Suszeptibilitit in die Propagation des optischen Feldes ein, das
damit selbskonsistent mit der Materialdynamik berechnet werden kann.

Zwei Ergebnisteile sind den Resultaten fiir MQF (Kap. 3) und Mikroresonatoren
(Kap. 4) gewidmet. Es zeigt sich, dal sowohl fiir die Linienbreite und Form



der linearen Spektren, insbesondere jedoch fiir die RRS-Signale die Lingenskala
der Unordnung im Vergleich zum Exziton-Bohr-Radius eine bestimmende Rolle
spielt (s. Kap. 3.1). Bei gleicher Absorptionslinienbreite fiihren verschiedene
Lingenskalen der Unordnung zu signifikanten Anderungen des RRS-Signals. In
Kap. 3.2 werden die VWM-Signale von MQF untersucht. Hier ist zur numerischen
Auswertung die Beschrinkung auf langwellige Unordnungspotentiale notwendig.
Die VWM-Signale von ungeordneten Bragg-Strukturen sind gepréigt durch die
Koexistenz von superradianter und subradianten Moden. Im Gegensatz zur
superradianten Mode, deren strahlende Breite durch die kohérente Kopplung
erhoht wird, zeichnen sich die subradianten Moden durch eine weitgehend
reduzierte strahlende Verbreiterung aus. Im Vergleich mit experimentellen
Ergebnissen werden strahlende und nichtstrahlende Zerfallszeiten der optischen
Anregung analysiert. Die Untersuchung der linearen optischen Eigenschaften
von Mikroresonatoren (s. Kap. 4) zeigen, dafl die Kopplung der Resonator-
moden durch das Exziton, welches am Unordnungspotential gestreut wird, im
intermedidren Bereich zwischen den Regimen schwacher und starker Kopplung
zu zusatzlichen Signaturen in den Spektren fiihrt. Diese lassen sich nicht
durch die alleinige Wechselwirkung des QF mit der fundamentalen Mode des
Resonators erklidren, sondern erfordern die Beriicksichtigung der Impulsstreuung
polaritonischer Zustinde.



Kapitel 2

Maxwell-Halbleiter-Bloch-
Gleichungen

In diesem Kapitel werden Maxwell-Halbleiter-Bloch-Gleichungen (MHBG) her-
geleitet, welche die Wechselwirkung eines klassischen Lichtfeldes mit dem optisch
induzierten Interbandstrom innerhalb eines ungeordneten QF beschreiben. Die
MHBG stellen ein System gekoppelter Differentialgleichungen dar. Dieses bein-
haltet einerseits eine Wellengleichung fiir die Propagation des optischen Feldes,
andererseits nichtlokale Halbleiter-Bloch-Gleichungen, die als Heisenberg’sche Be-
wegungsgleichungen die Ladungstrigerdynamik beschreiben. Durch die Streuung
der Ladungstriger am Unordnungspotential koppelt die Materialdynamik nicht
nur an die Impulskomponente in Anregungsrichtung des eingestrahlten Feldes,
sondern der Interbandstrom induziert Felder, die in abweichende Richtungen pro-
pagieren. Daher ist es in Anwesenheit von Unordnung notwendig, den Vektorcha-
rakter der Maxwell-Gleichungen zu beriicksichtigen, wihrend die Felder im ho-
mogenen System durch eine skalare Wellengleichung beschrieben werden konnen.
Durch geeignete Approximationen werden Bewegungsgleichungen fiir die Schwer-
punktsbewegung des Exzitons im Unordnungspotential aufgestellt, wodurch die
optischen Felder als experimentell beobachtbare Grofien selbskonsistent mit der
Materialdynamik berechnet werden kénnen.

Es werden exzitonische Einheiten verwendet, i = m, = e*/¢, = 1, wobei m,
die reduzierte Masse des Exzitons, e die Elementarladung und ¢, die dielektri-
sche Konstante des Halbleitermaterials ist. Die Lichtgeschwindigkeit im Material
c ergibt sich aus der Vakuumslichtgeschwindigkeit ¢y durch ¢ = ¢y/ /€ = /&/,
wobei a die Feinstrukturkonstante ist.
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2.1. HAMILTONIAN UND BEWEGUNGSGLEICHUNGEN 11

2.1 Hamiltonian und Bewegungsgleichungen

In realen Halbleiterstrukturen liegt immer ein gewisses Mafl an Unordnung vor.
Neben den Formen von Unordnung, die auch vom Volumenhalbleiter her bekannt
sind, wie z.B. Gitterdefekte, sind dimensionsreduzierte Strukturen insbesondere
durch Fluktuationen der Confinementenergie als Folge von Grenzflichenrauhheit
oder Legierungsunordnung, der Variation der chemischen Zusammensetzung des
Film- oder Barrierenmaterials, betroffen. Die Unordnung fiihrt zu einer effektiven
Bandkante, die als Funktion vom Ort variiert, und daher als Unordnungspotential
auf die Ladungstrager wirkt. Im Gegensatz zum idealen Halbleiter ist in der An-
wesenheit von Unordnung die Translationsinvarianz nicht mehr gegeben. In einer
Impulsraumdarstellung fiihrt die Unordnung daher zu einer Streuung der La-
dungstriger zwischen verschiedenen Kristallimpulsen. Der Hamiltonian ist nicht
mehr diagonal in den entsprechenden Quantenzahlen.

Im Rahmen einer semiklassischen Beschreibung des Halbleiters in Wechselwir-
kung mit einem optischen Feld wird im Folgenden das elektronische System
quantenmechanisch beschrieben, wihrend fiir das elektromagnetische Feld eine
klassische Theorie angewandt wird. Der Hamiltonian 148t sich wie folgt aufteilen:

H = H0+HCb+HWW+HFeld- (21)

Hierbei beschreibt

Ho = 3 [ avil) (=g + Viessnt + Vompimemen + U) ) $,6)(22)
S m()

die Bewegung der freien Elektronen mit Masse my im gitterperiodischen Kristall-
potential Vi ,istay- Die Heisenberg’schen Erzeugungs- und Vernichtungsoperato-
ren, ﬁl(x), Vs (x), wirken auf Elektronen am Ort x mit Spin s. In einem System
reduzierter Dimension erfahren die Ladungstriger durch die hohere Bankante des
Barrierenmaterials ein Confinementpotential Vioon, finement- Das Unordnungspoten-
tial U(x) reprisentiert den fluktuierenden Teil der Bandkante. Insbesondere bei
dimensionsreduzierten Systemen ist das Unordnungspotential durch die Variation
des Confinementpotentials als Folge von Legierungsunordnung oder Grenzflichen-
rauhheit gegeben.

Die Energie des transverslen elektromagnetischen Feldes wird durch die klassische
Hamiltonfunktion

1

Hyiolq = 3

/dV (B2 + [BP?) (2.3)

beschrieben. ¢, ist die dielektrische Konstante fiir das Halbleitermaterial, E; das
transversale elektrische Feld und B die magnetische Flufidichte. Der longitudinale
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Hey = Z/dVl/d‘/zﬁl(xl)dg(xz)vcz)(xl — %)y, (%2) s, (x1), (24)

51,52

mit dem Coulomb-Potential Viy(x; — x) = €?/€ey/x1 — x3| beschreibt die Wech-
selwirkung der Elektronen untereinander. Mit dem transversalen Vektorpotential
A, definiert durch:

Er=-30A, B=VxA, (2.5)
und dem zugehorigen kanonischen Impuls IT = ﬁc—E wobei das volle elektrische

Feld E durch

e T
E(x) = VZ/ PRCALCILIC) (2.6)

€p|x — X/|

gegeben ist, 148t sich der Wechselwirkungsanteil des Hamiltonians schreiben als:

Z/de* J(A-p+p-A)d(x +Z/dv AL 5t ) x).

I 2m000 2m0 2
(2.7)
Auswertung der Hamilton’schen Bewegungsglelchung =1l = ergibt eine Wel-
lengleichung fiir das transversale elektrische Feld:
1 A7 d
A— =0 )Er=—5—( 2.8
(8- 50 Br = 5 i) (28)

Die Wellengleichung kann alternativ auch aus den Maxwell’schen Gleichungen
hergeleitet werden [47, 48]. Da die Feldenergie im Hamiltonian enthalten ist,
wird durch ein dufleres Laserfeld die Gesamtenergie des Systems nicht gedndert.
Das System ist im Rahmen dieser Formulierung abgeschlossen. Da das optische
Feld nicht als externe zeitabhéngige Stérung sondern in Form von dynamischen
Variablen beschrieben wird, ist der Hamiltonian nicht explizit zeitabhéngig und
die Gesamtenergie ist erhalten. Das elektrische Feld als dynamische Variable trigt
jedoch wie auch die elektronischen Observablen eine implizite Zeitabhidngigkeit.
Das transversale elektrische Feld wird in Gl. 2.8 durch den makroskopischen trans-
versalen Strom (jr) getrieben, der die Materialantwort auf die optische Anregung
enthilt. Der transversale Strom ist gegeben durch:

ir=j- %VV/dV’ CY) (2.9)

x —x'|
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Wobei der gesamte Strom j = —cg ‘H?XW im Wesentlichen durch den Dipoloperator
bestimmt ist [49]:

i= 3 [ av (it + 00509 (2.10)

Im Folgenden wird der zweite Summand vernachléssigt, der mit dem im Bereich
der Bandkante eingestrahlten optischen Feld nicht resonante Intrabandiibergéinge
darstellt. Zudem ist dieser Anteil eine Ordnung héher im elektrischen Feld als der
Dipolbeitrag.

Um die optische Antwort des elektronischen Systems zu berechnen, ist es notwen-
dig neben der Wellengleichung die Heisenberg’sche Bewegungsgleichung fiir den
Strom, i (j ) ([H j]) +4(23) zu berechnen. Die Heisenberg’schen Erzeuger und
Vernichter, 9, ¢, den Eigenfunktionen des geordneten Anteils von H, entwickelt.
Liegt Unordnung vor, so ist die resultierende Impulsraumdarstellung des Hamil-
tonians nicht mehr diagonal im Kristallimpuls, jedoch bleibt der Vorteil erhalten,
daf3 der Operator der kinetischen Energie ein Multiplikationsoperator statt eines
Differentialoperators im Ortsraum ist.

In der “Envelope Function Approximation” fiir quasi-zweidimensionale Syste-
me [50] lassen sich die Heisenberg-Operatoren nach dem Produkt aus Einhiillen-
denfunktionen des n-ten Quantenfilmes ¢(z) und gitterperiodischen Blochfunk-
tionen u, s kno(X) entwickelt, die fiir jeden Wellenvektor ein Orthogonalsystem
beziiglich der Ortsabhingigkeit bilden:

D Um0 ()N (2)all (2.11)
u’o—,k// 5T

Hierbei liegt die z-Achse in Wachstumsrichtung der Halbleiter-Heterostruktur.
Die Koordinaten in der Quantenfilmebene sind durch den Index “//” gekenn-
zeichnet. Die elektronischen Zustinde im Band p werden durch ebene Wellen mit
Wellenvektor k, in der Quantenfilmebene moduliert. Die Summe iiber die Dre-
himpulskomponente o des Gesamtdrehimpulses in Wachstumsrichtung lduft iiber
o = +1/2,+£3/2 fiir das Valenzband von schwerem (hh) und leichtem Loch (lh),
sowie o = +1/2 fiir das Elektronband.

Fiir ein Zweibandmodell bestehend aus hh-Valenzband und Elektronband bietet
sich der Ubergang in das Elektron-Loch-Bild an:

n _ n J— 1—
a’c,o,k// - cnaaak// ? a’l},o’,k// - dn,a,—k// (212)

Mit der Entwicklung GIl. 2.11 ist nun der Hamiltonian im Impulsraum gegeben
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durch:
— T
m
2 : h,m t
+ ( k// k’// Gmk//co'amyk’// Uk// //dam k//dd,m,—k’//)
a,m;ky .k
+ 1 Vi o ¢l c
9 k//3 o1,0.ky1+kys 0’2,],k//2—k//3 U2a]ak//2 o1,8.k )
Z.aj’k//l71&//271'://350'170'2
. Vi d! d! d dyy i
9 k3 oriky1+kys o259,k 2=k 02,5,k p2%01,0.k 1
iajvk//lak//2ak//3:alvo—2
_ E: ij Lt i
Vk//300'1,l k//1—|—k//3daz,j,k//z—k//3d0'27]7k//2 o155,k 1
Z.ajak//171(//271(//30'170'2
§ : m T
- d’UCETk// kl// amk//da’m k/// —|—h0, +Hfzeld (2.13)
m,a,a’,k//,k’//
e/h,m

., ist die Einteilchenenergie im entsprechenden Elektron- (e) oder Lochband
(h) des m-ten QF und beschreibt die freie Elektronenbewegung im Potential der
Ionenriimpfe. An den Bandkanten kann die Bandstruktur bei direkten Halbleitern
durch parabolische Dispersionen genihert werden, €f , = =FE,+k? / 2/me, ek// =
—k? / /2/my,, wobei m,, my, die effektiven Massen von Elektronen bzw. Loéchern
sind und E, die Bandliicke ist.

Um den Unordnungsanteil des Hamiltonians herzuleiten wurde angenommen, dafl
das Unordnungspotential eine langsam veréinderliche Funktion auf der Skala einer
Elementarzelle ist. Damit ist die Rotationssymmetrie auf dieser mikroskopischen
Skala erhalten und der Unordnungsanteil ist diagonal in den Drehimpulquanten-
zahlen. Beziiglich der optischen Eigenschaften hat dies zur Folge, dafi verschie-
dene Polarisationsrichtungen des optischen Feldes nicht durch die Unordnung
gekoppelt werden. Elektronen und Locher werden jedoch zwischen verschiedenen
Impulszustinden gestreut. Uﬁf/ "™ ist die Fouriertransformation des Unordnungs-
potentials im Ortsraum zu den verschiedenen Béndern, wobei das Matrixelement
mit den Confinementfunktionen des m-ten QF gebildet wird.

Im strikt zweidimensionalen Grenzfall ist das Coulomb-Potential gegeben durch
2

Vi = e i, 2.14
W = Aq] (214)

wobei d;; = |2;—%;| den Abstand zwischen dem i-ten und dem j-ten QF bezeichnet.

In Dipolndherung und “Rotating Wave Approximation” [51] koppelt das elektri-
sche Feld am Ort des QF m, gegeben durch das Matrixelement mit den Confi-

. m - . : .
nementfunktionen, E7, _, = (m|Erx, w,|m), iber das Dipolmatrixelement

7
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E(k)

ET (k]'kQ]
NaVYaVYaY, .4 C+ d+
ki~ ko

A

Abbildung 2.1: Schematische Bandstruktur fiir die hh-Ubergéinge des niedrigsten
Subbandes

smk, Qo m 1w, Wobel der Impuls

k) — k') an die Schwerpunktsbewegung der Interbandkohérenz abgegeben wird.
Da mit

d,. an den entsprechenden Interbandiibergang cf //dT

de, = pe,x = tule, Fey) =d;, (2.15)
nur die hh-Uberginge:

o :13/2,3/2) — [1/2,1/2)
ot :3/2,-3/2) — [1/2,-1/2)

mit der entsprechenden zirkularen Polarisationsrichtung des optischen Feldes,
Er = E° e,+ + E° e,-, angeregt werden kinnen, werden im folgenden Heisen-
berg’sche Bewegunglgleichungen i0;(x) = ([, H]) fiir die Interbandkohérenzen

m,ot

kyk ) = <d:l:3/2,m,—k’//0:|:1/2,m,k//> (2.16)

zu den entsprechenden zirkularen Polarisationsrichtungen des optischen Feldes

hergeleitet, um den makroskopischen Strom als Quelle der Wellengleichung GI.
2.8 zu berechnen. Durch die Streuung an der Unordnung gibt es Beitrige mit
Schwerpunktsimpuls K, # 0 zum Interbandstrom,

i) = Y Y Gy R pn(z) e,

g':a'i m,K//

E : 2 : m,o 1K *
= 6t P%K//—Fk//,%b‘K//—k// eZ //X// (pm(z) (eddcv)ea’ (217)
o=c* m,K// k//
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wobei M = m, + my. Im Gegensatz zum homogenen Fall sind daher die Be-
wegungsgleichungen fiir die Interbandkohérenzen nicht diagonal im Kristallim-
puls, sondern erfordern eine nichtlokale Theorie. Die Interbandkohirenzen kop-
peln an die Elektron- bzw. Lochdichten. Die Struktur der lokalen Halbleiter-
Blochgleichungen [51] kann mit Hilfe der Matrizen,

(:’T:e)k//l,k//2 = 123//”1(;//2 <C nk /1 Unk//2>

('7:h)1<//1,1<//2 - 1};//?,(1;(//2 <da k1 don, k//Q)

(P)k/I kpp k//l,k//2 = (dopn, k//gcan k//1>

(,P*)k//l,k/ﬂ = 1?//(:,;//2 <c<1;',n k//1 on, k//2> (2.18)

erhalten werden. ¢ nimmt hierbei die Werte o, o~ fiir die entsprechenden hh-
Interbandkohérenzen und die dazugehorigen Dichten in den Drehimpulszustdnden
13/2,F3/2) fiir die Locher und [1/2,F1/2) fiir die Leitungselektronen an. Nach
Anwendung eines Hartree-Fock Entkopplungsschemas, welches auf der x2-Ebene
noch exakt ist, ergibt sich ein geschlossenes nicht-lineares Differentialgleichungs-
system:

P = WI+U) - P+P-Wh+U) + (F) - Qr+ Qg - Fr, — Qg)

i0Fe = For We+U) = We+U))-Fo— (PT-Q — QF - P")

0 Fn = Fn Wh—Uy) — Wh—Uy ) - Fr— (P - Qr — Qg - P*T)
(2.19)

Hierbei ist die Matrixmultiplikation beziiglich der Impulsquantenzahlen definiert,
(A- B, k), = Zk,// (A1, (Bl 5, sowie die Transponierte, ANk )1 k)y =
(A)k sk, - Die Einteilchenenergien W, p,, die verallgemeinerte Rabifrequenz (g
und das Unordnungspotential ¢/ im QF n sind gegeben durch:

n,o . en e/hyn,o
(We/h)k//l,k//2 - 5k//1,k//2€k//1 ,Z fk//l K kys—k)
K/, #0
h,m,c’
T ( &m0’ — fhm ) 2.20
’ - k//l k//2 fk :l:k//l,k :l:k//2 k’//:Fk//l,k’//:Fk//Q ) ( )
k//,a m
Q n,o — no Z V’ILTl 2.21
( R)k//l,k//2 K k//l—k//2+ : k//1 K/ k=K, ? ( )
k//7£
n __ rre/hmn
(Z/{e/h,)k//l,k//2 = Yk (222)

Durch die Streuung der Ladungstriger an der Unordnung werden auch die ent-
sprechenden Komponenten des elektrischen Feldes miteinander gekoppelt. Daher
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ist auch bei senkrechtem Einfall des anregenden Laserpulses die Losung des vol-
len Vektorproblems notwendig, um zu einer selbskonsistenten Beschreibung des
Systems zu gelangen. Im Gegensatz zum homogenen Fall, der eine skalare Theo-
rie fiir das optische Feld erlaubt, miissen daher in Anwesenheit von Unordnung
Vektor-MHBG gelost werden.

2.2 Formale Losung der Wellengleichung

In die Bewegungsgleichungen geht das elektrische Feld am Ort des jeweiligen QF
ein. Da neben dem extern eingestrahlten Laserfeld die induzierte Interbandpo-
larisation zum effektiven Feld beitrigt, wird die Wellengleichung Gl. 2.8 formal
geltst, um zu einer selbskonsistenten Beschreibung der gekoppelten Dynamik des
Ladungstrigersystems und des optischen Feldes zu gelangen.

Nach Fourier-Transformation der Wellengleichung Gl. 2.8 beziiglich der Koordi-
naten in der Filmebene und der Zeit ergibt sich im Frequenzraum:

Amiw
ir(Ky,z,w) =K, z,w). (2.23)

2
2 W _
(82 + g — K//) ET(K//,Z,(U) = — Cg
Mit Hilfe der Green’s Funktion des D’Alembert-Operators auf der linken Seite

von Gl. 2.23 148t sich eine partikuldre Losung angeben [52]:

1 ~ ,
Er(Kj,z,w) = %/dz'emz_‘z'H(K//,z,w) (2.24)

Hierbei ist xk? = k2 — K?/, k = w/c die Projektion des Wellenvektors vom Betrag
k = w/c auf die Wachstumsrichtung. Die Komponenten in der Filmebene E; =
E,e; + Eye, und die Komponente des Feldes in Wachstumsrichtung FE,, so daf}
Er = E/+ E.e,, sind neben der homogenen Losung durch den transversalen Teil
des Stromes (G1.2.9) gegeben:

2miw 1 .
E = — T iKk|z—zm|3m
I 2 ;(iﬁe Ji

1 m 1 K| Z2—2m 1 —Kl|z—2zm
K (K ) (e e |)>
(2.25)

21w s 1k(z2—2zm —K(z—2zm

E, = —@(ZK//'JH (emlemmn) — g7 KGmem))

2m <z

- ) Ky j(e e — eK<“m>)), (2.26)

Zm>2
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wobei K = |K/|. Wahrend die Komponenten in der Filmebene stetig sind, macht
die z-Komponente einen Sprung an der jeweiligen Position der QF z = z,,. Bei
Beschriinkung auf hh-Ubergange verschwindet die z-Komponente des Interband-
stromes j, = 0, da d.,e, = 0.

Im Allgemeinen ist die optische Wellenldnge A sehr viel gréfler als die Dicke des
QF L,. Daher ist die Annahme idealen Confinements der optischen Anregung,

iy, 2) ZJ (K))e ZJ (K))d(2 — zm), (2.27)

unkritisch. Korrekturen sind von der GréfSenordnung (L,/)\)? [45].

2.3 Das Exziton im Unordnungspotential

Das Problem wechselwirkender Teilchen in einem Unordnungspotential ist ein
breites und facettenreiches Gebiet. Sind im homogenen Fall iiber den Kristall
ausgebreitete ebene Wellen Eigenfunktionen des Systems, so fiihrt Unordnung
zu zunehmender Lokalisierung der Wellenfunktionen durch kohérente Riickstreu-
ung (Anderson Lokalisierung [53]) oder inkohirente Relaxation in tiefliegende
Zustande, wie z.b. in amorphen Halbleitern [54]. Neben der Unordnung sind
die Ladungstriger in realen Halbleitern Wechselwirkungsprozessen ausgesetzt.
Hierbei spielt die Coulomb-Wechselwirkung der Ladungstriger untereinander
eine dominante Rolle. Das Verhalten wechselwirkender Teilchen in einem
Unordnungpotential zeichnet sich aus durch eine stédrkere Delokalisierung der
Wellenfunktion im Vergleich zum wechselwirkungsfreien Fall [55]. Attraktive und
repulsive Wechselwirkung wirken bei der Delokalisierung in dhnlicher Weise [56].
Die Lokalisierung des Quasiteilchens wird im Folgenden insbesondere beziiglich
der Wechselwirkung mit dem optischen Feld eine Rolle spielen, bedeutet doch die
Lokalisierung im Ortsraum eine grofle Breite des Wellenpaketes im Impuls mit
entsprechender Kopplung an verschiede Komponenten des elektrischen Feldes (s.
Kap. 2.4).

Die optischen Eigenschaften von Halbleitern sind bei niedrigen Anregungsinten-
sititen an der Bandkante dominiert durch das Exziton, welches im Vergleich
zum Kontinuum eine grofie Oszillatorstérke auf einen diskreten Zustand vereint.
Dieser Effekt ist in 2D-Systemen noch ausgeprigter als im Volumenmaterial.
Neben der Bildung des Exzitons als gebundenes Elektron-Loch-Paar fiihrt die
Coulomb-Wechselwirkung bei wachsender Anregungsintensitit durch zunehmen-
de Elektron-Elektron-Streuung zu einem Dephasieren der optischen Anregung
[57, 58, 47]. Die Verbreiterung des Exzitons ist hierbei homogen und die
Oszillatorstérke bleibt iiber einen grofien Ladungstrigerdichtebereich erhalten
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[59].

Der EinfluB von Unordnung auf die optischen Eigenschaften von QF, insbe-
sondere die Lage und Form der Exzitonresonanz wurde in der Vergangenheit
eingehend untersucht [60-66] Dies betrifft also das Zusammenspiel von Unord-
nung und der attraktiven Coulomb-Wechselwirkung zwischen Elektronen und
Lochern als fiihrender Beitrag bei niedrigen Anregungsintensititen. Neben einer
asymmetrischen Verbreiterung der Exzitonresonanz wird hierbei eine Rotver-
schiebung des Absorptionsmaximums vorhergesagt [15, 17]. Oft ist in diesem
Zusammenhang von einer inhomogenen Verbreiterung die Rede. Dieser Begriff
ist jedoch im Sinne eines Ensembles energetisch gegeneinander verschobener
optischer Resonanzen, wie es in der Atomphysik durch Doppler-Verschiebung
in Gasen oft vorliegt, nur in Grenzfillen auf Halbleitermaterialen anwendbar.
Durch das Unordnungspotential wird die effektive Bandkante im Halbleiter orts-
abhéingig. Neben einer Verschiebung der Resonanzenergien analog zum Ensemble
inhomogen verbreiterter atomarer Resonanzen konnen die Ladungstriger an
der Unordnung gestreut werden, wobei die Dispersion des Quasiteilchens eine
Rolle spielt. In dieser Hinsicht unterscheidet sich der Festkoérper qualitativ vom
atomaren System. Die Eigenenergien des ungeordneten Systems sind je nach
Form der Unordnung um die urspriingliche Exzitonresonanz gestreut, wobei auch
die Lebensdauer der Zustinde durch die Unordnung beeinfluit werden kann.

In diesem Kapitel wird eine Theorie zur Beschreibung optischer Anregung an
ungeordneten QF entwickelt, um den Einflul von Grenzflichenrauhheit und
Legierungsunordnung auf die optischen Eigenschaften von QF zu untersuchen.
Die Unordnung wird hierbei nicht storungstheoretisch behandelt, sondern es
werden Observablen fiir eine konkrete Realisierung berechnet. Als dynamische
Variablen werden sowohl der Interbandstrom, der als Summe mikroskopischer
Beitrage eine Quelle des elektrischen Feldes bildet, als auch das elektrische Feld
selbst beschrieben, das in einem optischen Experiment die beobachtbare Grofle
darstellt.

Ein in der Literatur hiufig verwendeter, alternativer Ansatz ist die Losung der
Zwei-Teilchen-Schrodinger-Gleichung fiir das Exziton im Unordnungspotential
[14, 15, 21, 26]. Durch numerische Simulationen im Ortsraum oder analytische
Ergebnisse fiir Grenzfille werden die Wellenfunktionen und Energieeigenwerte
bestimmt um dann mit Hilfe Fermi’s Goldener Regel Ubergangsmatrixelemente
zu bilden, die eine optische Dichte, d.h. eine Suszeptibilitdt, definieren. Die
Wechselwirkung mit dem optischen Feld wird nicht selbskonsistent beschrieben.
Schon beim SQF wird daher die Strahlungsddmpfung vernachléssigt, die fiir
dimensionsreduzierte Systeme eine intrinsische homogene Verbreiterung der
exzitonischen Resonanz darstellt. Dies kann zu unphysikalische Ergebnissen
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fiihren, wie z.B. eine endliche Streuintensitét fiir ¢ — oo [26]. Die Methode ist
insbesondere ungeeignet um MQF zu beschreiben, in denen auch in Anwesenheit
von Unordnung die Wechselwirkung iiber das optische Feld nicht vernachlissigt
werden kann [67, 68, 69], sowie realistische SQF Systeme, da die Grenzfliche
zwischen dem Halbleitermaterial und der Luft iiber das optische Feld Einflufl auf
die Dynamik nimmt [4].

Die hier vorgestellte Theorie erlaubt durch die simultane Loésung von Wel-
lengleichung und Heisenberg’schen Bewegungsgleichungen die selbskonsistente
Berechnung der Observablen in Anwesenheit von Unordnung. Die dynamischen
Variablen, die Quellen des optischen Feldes darstellen, werden direkt berechnet,
ohne daf hierfiir die Wellenfunktionen bekannt sein miissen.

2.3.1 Bewegungsgleichung fiir das Exziton

Um die lineare optische Antwort eines QF zu berechnen, wird die Interband-
kohérenz beziiglich ihrer Relativbewegung nach Eigenfunktionen der Wannier-
gleichung [51] ¢, (k) entwickelt:

n,o . .o
Prlie i, = 2 P ENPIK, (2.28)

Unter Vernachldssigung der nichtlinearen Terme fiir geringe Anregungsinten-
sitdten ergibt sich damit aus Gl. 2.19 fiir die Schwerpunktsbewegung des Zu-
standes v:

0P, = (QV,K// - z'%) Pl + YUY o P —vielER(Ky 1) (2.29)
V’:Q//

Die Osrzillation mit der Frequenz ), x ;= % + Ey — ¢, ist durch die para-
bolische Schwerpunktsbewegung des Exzitons gegeben, sowie durch die effekti-
ve Bandkante E, — ¢, des entsprechenden Zustandes v, die schon die mittle-
re Confinementenergie enthilt. Um Wechselwirkung mit anderen Quasiteilchen
oder Elektron-Elektron-Streuung Rechnung zu tragen ist hier eine ph&nome-
nologische nichtstrahlende Dephasierungsrate v, eingefiihrt worden. Der Inter-
bandiibergang PZ’IE// koppelt mit seiner Oszillatorstéirke v, = up,(r = 0), die
neben dem Betrag des Dipolmatrixelementes durch den Uberlapp der Loch- und
Elektronwellenfunktion bestimmt ist, an die entsprechende zirkulare Feldkompo-
nente E7°(K,t) = e} Ef(K/,t) am Ort des n-ten QF. Das Unordnungspoten-



2.3. DAS EXZITON IM UNORDNUNGSPOTENTIAL 21

LI LI n.uri

A

1 . L

1 I

B

Abbildung 2.2: Exziton im Unordnungspotential, A: kleine Korrelationsldnge ge-
geniiber dem Exziton-Bohr-Radius A, < ag, B: grofle Korrelationsliange A\, > ag

tial wird durch die Relativbewegung des Exzitons gemittelt:

v * e,n mp h,n Me
Ura, = ;%(k//) (V&0 (g - Q) - Ul iy + ﬁQ//)) (2.30)
/

Dies ist die Fouriertransformation des aus der Schrédinger-Gleichung fiir die
Schwerpunktsbewegung des Exzitons im Ortsraum [14, 15| bekannten Mittelungs-
integrals,

v, * 7€M m
U» (Ry) = /dA% U“"(Ry + ﬁhr//) ou(Ry)

* n me
— /dAeou(R//) UM (Ry — ﬁr//) o (Ry), (2.31)

mit dem die Polarisation in Gl. 2.29 gefaltet wird.

Insbesondere bei kurzskaliger Unordnung im Vergleich zum Exziton-Bohr-
Radius, ¢(r;) # 0 fiir » < ag, ergeben sich hierdurch Abweichungen des effektiven
zum ungemittelten Unordnungspotential. In optischen Spektren sind bei gleicher
Streuung der Bankantenenergien schmalere Linien bei kurzskaliger als bei langs-
kaliger Unordnung zu erwarten. Beriicksichtigt man die Massenverhéltnisse in
Gl (2.30), (2.31), so ist die mit der Mittelung durch den inneren Freiheitsgrad
des Exzitons verbundene Lingenskala eher durch die De Broglie-Wellenlidnge des
Lochs gegeben, denn i.a. m, < M [70].

Im Frequenzraum kann Gl. (2.29) als Matrixgleichung geschrieben werden. Die
gesamte Polarisation zum Schwerpunktsimpuls K, im QF n und zur zirkularen
Polarisationsrichtung o,

PR =S PR, (232)
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ist dann durch eine nichtlokale Suszeptibilitidt gegeben:

Pg(w) = ;X(K//, Q))e;ER(Qy,w), (2:33)
7

wobei:

-1
1 v YV
X(K//a Q//) = — Z (51/,1/!(5];(//,()// - W,,K//Un’K//Q//) AQUQ// (234)

AQ, k ) =W Q,x ,t 170 ist hier um die nichtstrahlende Dephasierungsrate -,
homogen verbreitert. Da die Streuung am Unordnungspotential neben den Un-
ordnungsparametern auch vom energetischen Abstand der beteiligten Zustédnde
abhéngt, interagieren hier die nichtstrahlende Lebensdauer der Anregung und
die Unordnung in nichttrivialer Weise. Durch die homogene Verbreiterung ist ein
energetischer Uberlapp der an einem Streuprozess beteiligten Zustinde bestimmt.

Bisher wurde bis auf die Annahme der langsamen Verdnderlichkeit auf der
Skala einer Elementarzelle das Unordnungspotential nicht weiter spezifiziert. Um
zu einer moglichst allgemeinen Beschreibung der Unordnung zu gelangen soll das
Unordnungpotential durch statistische Angaben wie Korrelationslinge A, und
Varianz o2 charakterisiert werden. Das Unordnungspotential ist hierbei zunichst
fiir die jeweiligen Bander gegeben. Es wird eine Gauf’sche Korrelationsfunktion
g2 (R, R'//), pe{e, h}, angenommen:
907 Ry, Ry) = (U (Ry)UP" (R) ) kang = gy €012

e

= 7’ (R) - R)) (2.35)

insbesondere §2#(0) = 0%. (*) kony Dezeichnet hierbei einen Erwartungswert einer
Konfigurationsmittelung. Beziiglich der Korrelation zwischen den Bandern, # (3
gilt dann:

3.6 (R)) 0, unkorreliert (2.36)
9” = :
/ (=)oeon e_)‘zR?//Q, (anti—)korreliert

Weiterhin ist die Wahrscheinlichkeitsdichte w?(w) ein Maf dafiir ob in einem
Punkt R/ in der QF-Ebene eine Fluktuation zur Energie w realisiert ist. Fiir
diese soll im Folgenden eine Gaufiverteilung angenommen werden. Wegen der
raumlichen Homogenitit der Korrelationsfunktion (Gl. (2.35)) héngt diese nicht
vom Ort ab:

wh(w) = (8w = U™ (Ry))) kony = 1//2m0% /75 (2.37)
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Falls alle n-Punkt-Korrelationsfunktionen in Produkte aus Zwei-Punkt-
Korrelationsfunktionen zerfallen, 1d8t sich eine konkrete Realisierung von Un-
ordnung in der QF-Ebene darstellen als [17, 18, 37]:

UP™(R)) = ZCD ky)\/an” (kp)er®. (2.38)

ky

(K, K //) = 0k /K, §%P(K,) ist hierbei die Fourier-Transformation von
97 (Ry,R)) und enthilt die statistische Charakterisierung durch Korrelati-
onsldnge und Varianz:

2 322
39 (k) = 5 () e 2 (239

@ ist eine d-korrelierte Zufallsfunktion , (®(K)) kons = 0, (@*(K//)CD(K’//))KOM =
0K K mit Werten auf dem komplexen Einheitskreis. Da das Unordnungspoten-
tial im Ortsraum reell ist, muff auflerdem gelten ®*(K,) = ®(-K/) *
Der Grenzfall weilen Rauschens g(R/, R)) = 0?0(R/ —R) mit entsprechendem
9(K/,K))) = const. wird in Gl. (2.35) fiir Ac — 0 erreicht. Da jedoch das Uber-
lappintegral Gl. 2.30 eine endliche Ausdehnung im Impulsraum besitzt, bleibt
auch in diesem Grenzfall eine Abhéngigkeit des effektiven Unordnungspotentials
vom Impulsiibertrag erhalten, so daf UIIQZI = 0 fiir K; — oo. Die Faltung des

Unordnungspotentials mit dem Uberlapp der Wellenfunktionen kann daher als
effektive Korrelationsfunktion fiir die Schwerpunktsbewegung angesehen werden.
Der entgegengesetzte Grenzfall wird fiir A, — oo realisiert. Mit g(R/, R)) = o?
ist dann die Unordnung diagonal im Impuls UI"{’;’_K,// = 5u,y'5K//,K'//Uo und die
Abhéngigkeit von der Schwerpunktskoordinate wird parametrisch. Wie bei einem
klassischen Teilchen ist die Energie des Exzitons dann durch die potentielle Ener-
gie der vorliegenden Unordnungsrealisierung U, gegeben. Das Exziton ist derart
groflen Wachstumsinseln ausgesetzt, dafl fiir seine Bewegung wieder Translati-
onsinvarianz besteht. Als Konsequenz ist auch die Propagation des Lichtfeldes
diagonal in der Projektion des Wellenvektors auf die QF-Ebene. Dieser Grenzfall
soll hier als klassischer Limes bezeichnet werden.

1Zeige, daB fiir die Unordnungsrealisierung Gl. (2.35) gilt:

]. ~ - i 7 i
URNURY kons = 75 O (BB kons /305K ) €K RrH R

!
Ky, K//

iK/(Ry;—R/
L2 z : 6K// —K’ K//) et r(Ry— // (R// _R//)
Ky.K
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In die Bewegungsgleichung Gl. (2.29) geht die Differenz der Unordnungspotentia-
le in den Béndern ein als Variation der Bandkante. Fiir diese gilt mit Gl. (2.35),
(2.36):

(U (Ry) - U""(Ry)) (U (R)) — U"(R)))) Kons
o2 +o? ,unkorreliert

= ¢~ ®/—R)P/X/2 (0c +04)? ,antikorreliert (2.40)

(0o —0ap)? |, korreliert

Da hier insbesondere fiir dimensionsreduzierte Systeme spezifische Formen von
Unordnung, Grenzflichenrauhheit und Legierungsfluktuationen, untersucht wer-
den sollen, werden im folgenden antikorrelierte Unordnungspotentiale fiir die
Binder angenommen. Die Bandkante fluktuiert dann mit der Varianz o? =
(0e+03)?, welche die inhomogene Breite von optischen Resonanzen bestimmt. Im
Falle von Grenzflichenrauhheit kénnen die Beitrédge der Biander aus der Variation
der Filmdicke und den daraus folgenden Fluktuationen der Bandkanten bestimmt
werden. Eine Variation L,(R/) der Filmdicke L, ergibt in erster Ordnung einer
Taylor-Entwicklung der Confinementenergie E¢,,y um die mittlere Filmdicke L,
bei unendlich hohen Barrieren:

U (Ry) = (L. (Ry) L) Tl o - (2.41)
so da8 0. = my/Mo, 0, = me/Mo. Legierungsfluktuationen dagegen wirken
sich auf die Hohe des Confinementpotentials aus und geben daher Anlaf; die
Unordnung nach dem Bandkantendiskontinuitidt auf Elektronen und Lécher zu
verteilen, o, = V./AE,0, o, = V,/AE, 0, wobei die Differenz der Bandkanten-
energien von QF- und Barrierenmaterial die Summe der Confinementpotentiale
in den Béndern V., bestimmt, AE, = Ef‘"”ere — E;QF =V.+ V.

Das effektive Unordnungspotential, das auf die Exzitonen wirkt, ist jedoch nicht
allein durch die Unordnungsrealisierung in den Bindern gegeben, sondern wird
noch durch die Relativbewegung gemittelt Gl. (2.30). Dies hat insbesondere Kon-
sequenzen fiir kleine Korrelationslingen. Fig. 2.3 zeigt die Ueberlappintegrale fiir
den Elektron- und den Lochbeitrag zum effektiven Unordnungspotential. Da fiir
GaAs-Parameter [71] me < M und my ~ M fillt der Beitrag durch die Licher
nur sehr langsam mit wachsendem Impulsiibertrag ab. Dies hat eine stirkere Lo-
kalisierung der Locher gegeniiber der Leitungselektronen durch die Unordnung
zur Folge.

Im effektiven Unordnungspotential, welches in Gl. (2.29), (2.33) eingeht, wird
die Abhingigkeit vom Impulsiibertrag neben dem Uberlappintegral durch die
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Abbildung 2.4: Betrag des effektiven Unordnungspotentials, das durch die Rela-
tivbewegung des Exzitons gemittelt wird
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Korrelationsfunktion oc ezp(—A2¢®/2) bestimmt. Bei kleiner Korrelationslinge
im Vergleich zum Exziton-Bohr-Radius ist diese annihernd konstant, und das
Abschneiden bei grofem Impulsiibertrag erfolgt durch das Uberlappintegral. In
Fig. 2.4 ist der Betrag des Unordnungspotentials in Abhéngigkeit vom iibertrage-
nen Impuls fiir Grenzflichenrauhhigkeit dargestellt, d.h. Elektronen und Lé&cher
tragen invers proportional zu ihren Massen bei. Fiir kleine Korrelationsldngen
bewirken die Locher durch ihre Lokalisierung, dafl das Unordnungspotential auch
fiir grole Werte fiir den iibertragenen Impuls ¢ nicht verschwindet. Dies bedeutet
fiir die Exzitonen Streuung iiber einen weiten Impulsbereich. Bei grofler Korre-
lationslange dagegen dominiert die Korrelationsfunktion die Abhéngigkeit vom
Impuls. Das effektive Unordnungspotential strebt gegen ¢(¢) fiir wachsende Kor-
relationsldnge im Vergleich zum Bohr-Radius des Exzitons. Diese Situation ent-
spricht groflen Wachstumsinseln, die zwar jeweils durch die variierenden Film-
breiten verschiedene Ubergangsenergien besitzen, jedoch kaum zu einer Streuung
der Exzitonen fiihren. In diesem klassischen Grenzfall, A\, — oo, kann das System
als ein Ensemble energetisch verschobener idealer Exzitonen beschrieben werden.
Die Suszeptibilitdt spiegelt dann die Verteilungsfunktion fiir die Potentialfluktua-
tionen wider.

2.3.2 Gemittelte Suszeptibilitéit

Die lineare optische Antwort des Systems wird durch die Suszeptibilitit Gl. (2.34)
beschrieben. Ist das System von geniigender Grofie, so konnen die Observablen in
einem optischen Experiment als selbstmittelnd angesehen werden. Die beobachte-
ten Felder stellen dann schon konfigurationsgemittelte Groflen dar. Es gibt jedoch
Experimente, die durch geeignete Wahl der Anregungsbedingungen wie z.B. sehr
kleiner Strahldurchmesser in einem Fernfeldexperiment oder Nahfeldanregung,
sensitiv fiir die im optisch angeregten Teil der Probe vorhandene Unordnungsrea-
lisierung sind. Die RRS ist ein intrinsisch nicht selbstmittelndes Experiment, da
die Abweichung der gestreuten Intensitit vom Mittelwert in der gleichen Grofien-
ordnung liegt, wie der Erwartungswert selbst [72, 25, 24]. Die Observablen in
einem solchen Experiment stellen dann keine konfigurationsgemittelten Groflen
dar.

Innerhalb der “Linear Dispersion Theory” (LDT) [5] wird die Propagation durch
die Losung einer skalaren Wellengleichung beschrieben, wobei die Materialantwort
durch eine gemittelte Suszeptibilitit modelliert wird. Diese kann aus gemessenen
Spektren gewonnen werden [38] oder es wird phdnomenologisch eine Linienform
angenommen [73]. Die gemittelte Suszeptibilitdit kann hier im Rahmen einer mi-
kroskopischen Theorie berechnet werden.
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Die konfigurationsgemittlete Polarisation im Ortsraum a8t sich mit Gl. (2.34)
schreiben als:

(PR )ims = [ RO Ry RSB R iy (242

Die Reduzierung der Propagation auf ein skalares Problem entspricht in Gl. (2.42)
einer Faktorisierung der Konfigurationsmittelung im Sinne eines statistischen Er-
wartungswertes:

(P7"(Ry))Kons = /L2 d2RI<XH(R//’RI//»Konf(e:;Eg(Rl//))Konf (2.43)

Diese Faktorisierung ist dann exakt, wenn das Feld und die Materialantwort stati-
stisch unabhingige Zufallsvariablen sind. Im Allgemeinen jedoch besitzt das Feld
als Folge der Propagationseffekte eine funktionale Abhingigkeit von der induzier-
ten Polarisation, F = E{P} und damit von der Suszeptibilitit, sowie P = P{E}.
Es bleibt also zu priifen, inwieweit diese Ndherung Giiltigkeit besitzt. Fiir ein
selbstmittelndes System A, < L, kann die Konfigurationsmittelung durch ein
Integral ersetzt werden, (x)gonr — [ dLD—Dz * [17]. Damit ist mit

/d2R’(X(R//, R))) kons = /d2Rd2R’X(R//,R’//) = x(K; =0,K/, = 0)(2.44)

fiir Propagation in Wachstumsrichtung eine konfigurationsgemittelte Suszepti-
bilitdt definiert. Die Streuung der Impulskomponenten des elektrischen Feldes
durch die Wechselwirkung mit dem Exziton im Unordnungspotential wird hier
in der Propagation vernachlissigt und das optische Feld kann durch eine skalare
Wellengleichung fiir die jeweilige Polarisationsrichtung e} (Er) kons beschrieben
werden.

Die gemittelte Suszeptibilitdt kann hier durch Losen von Gl. (2.34) aus einer mi-
kroskopischen Theorie berechnet werden. Fig. 2.5 zeigt den Imaginérteil der kon-
figurationsgemittelten Suszeptibilitidt in Abhéngigkeit von der Varianz (a) und
der Korrelationsldnge (b). Fiir resonante Anregung am Exziton ist hierbei nur
der 1s-Zustand beriicksichtigt. Bei kleinen Korrelationslingen ergibt sich eine
asymmetrische Linienform, mit exponentiellen Flanken. Die niederenergetische
Seite fillt dabei steiler ab als die hochenergetische. Unterhalb der mittleren Exzi-
tonenergie tragen insbesondere tiefliegende, lokalisierte Zusténde bei. Neben der
asymmetrischen Linienform zeigt sich daher eine zunehmende Rotverschiebung
des Maximums fiir zunehmende Unordnungsstéirke o, da sich die Wahrscheinlich-
keit fiir das Vorliegen dieser Zustdnde erhcht. Die hochenergetische Flanke ist
von dem abnehmendem Uberlapp ausgedehnter Zustande mit der Beobachtungs-
und Anregungsrichtung bei K, = 0 geprégt.
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Abbildung 2.6: Imaginérteil der berechneten konfigurationsgemittelten Suszepti-
bilitdt im Vergleich zur Suszeptibilitdt im klassischen Limes und vy — 0
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Die Linienbreite der Suszeptibilitdt verringert sich bei fester Varianz mit abneh-
mender Korrelationslinge (s. Fig. 2.5b). Wéhrend bei grofier Korrelationslinge
das Exziton ausgedehnten Wachstumsinseln ausgesetzt ist, die einer bestimm-
ten Confinementenergie entsprechen, fiihrt die zunehmende Mittelung durch die
Relativbewegung bei abnehmender Korrelationslinge zu einer Abnahme der Li-
nienbreite. Gleichzeitig nimmt die Asymmetrie der Linienform als Signatur der
Koexistenz tief lokalisierter und ausgedehnter Zusténde zu.

Im klassischen Limes zeigt die Suszeptibilitéit die Verteilung (vgl. Gl. (2.37)) der
Ubergangsenergien. Fiir ein um @;, Gaussformig inhomogen verbreitertes Ensem-
ble von 1s-Exzitonen gilt mit v, — O:

dwls |’Yls‘2 e—(wls—wls)2/2/g2 |’Yls|2 P )
Im(x(w =Im / . ~ e~ (w—wis)?/2/0
X(@)) icons ( oV 2T W+ 1Y — Wis oV 2T

(2.45)

Dieser Grenzfall ist fiir die hier gewéhlten Parameter bei A\, > 5ag schon in guter
Néaherung erreicht, wie der Vergleich mit der Verteilungsfunktion in Fig. 2.6 zeigt.
Die Abweichungen an den Flanken sind auf die homogene Hintergrundsddmpfung
Yo = 0.1Ry zuriickzufiihren, die zu Lorentzférmigen Ausldufern fiihrt. Fiir Kor-
relationsldngen A, > 5ag sollte also die Faktorisierung Gl. (2.43) giiltig sein, so
daf3 die LDT eine gute Niherung ist.

2.4 Propagation in Heterostrukturen

Um Observablen wie Transmission, Reflexion und Absorption fiir beliebige Viel-
schichtstrukturen wie z.b. Mikroresonatoren oder MQF zu berechnen wird in
diesem Kapitel eine verallgemeinerte Transfermatrixmethode entwickelt, die dem
nichtlokalen Problem in Anwesenheit von Unordnung angepafit ist.

2.4.1 Quantenfilme als optisch aktive Schichten

Das elektrische Feld Gl. (2.25), (2.26) in der n-ten Barriere kann in vor- und riick-

laufende Komponenten zu den Polarisationsrichtungen senkrecht (s) und parallel

(p) zur Einfallsebene, die durch die Wachstumsrichtung und die Propagations-
richtung mit dem Wellenvektor K definiert ist, zerlegt werden,

Sot S ik

Er(K), z,w) = EZ,K//e““ el + EZ’K//e " e

o+ _ikz o+ [Ds— —iKZ o —
+ ER’K//e e, +En’K//e e,, (2.46)
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Abbildung 2.7: Vor- und riicklaufende Felder am n-ten QF

die jeweils Losungen der homogenen Wellengleichung zu Gl. (2.23) darstel-
len. Hierbei wurden die nicht propagierenden Anteile des elektrischen Feldes
x exp(—K|z — z,|) in Gl. (2.25), (2.26) vernachléssigt, da sie vom QF expo-
nentiell abfallen und nicht zum detektierten Signal im Fernfeld beitragen. Auch
die Beitrdge o< exp(ik|z — zm/|) enthalten evaneszente Moden fiir K = [K /| > &,
denn k = Vk? — K?. Diese erfiillen zwar die homogene Wellengleichung fiir die
Propagation innerhalb der Barrieren, tragen jedoch auch im Fenfeld nicht bei.
Mit K = (K cos ¢, K sin ¢, +x) konnen die Einheitsvektoren fiir die Polarisati-
onsrichtungen geschrieben werden als:

e, = (cosfcosp,costsinp, —sinb)
e, = (cosfcosp,cosfsinp,sinf)
eX = (—sing,cosy,0), (2.47)

wobei cos = /k und sinf = K/k, K = |K/|. An der Position z, des n-ten QF
miissen die Koeffizienten den Stetigkeitsbedingungen

/Pt fas/pk 2TW Liven & wm
En,K// = En—|—1,K// + —C(Z)I{ e e, Ik, (2.48)

geniigen. Diese Gleichungen beschreiben den Ubergang des optischen Feldes von
Barriere n durch den QF n zur Barriere n+1.

Da sich der Interbandstrom mit Gl. (2.33), (2.34), (2.28), (2.17) schreiben 148t
als:

P(Kpw) = —iw Y PE" e,

= —inZX(K//, K)) (e; E}(K),w)) e, (2.49)
o K’//
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stellt Gl. (2.48) eine Integralgleichungen fiir die verschiedenen Feldkomponenten
dar:

Evik, = Elfix, + 2. 2 > Do (K KK KDEL g (2:50)

! ! / //
K// Y'=sp€=+,—

Hierbei ist K// ={K, px}, PK,Q — PK — PQ;

_i COS @K,K’; (8; 8) _ei(n’_’i)zn’ (+’+)

Fi’i (K K') = 2mk? +i sin QDK,K'%” (S,p) _efi(n'—kn)zn’ (+a _)
s/p.s/pi € —wsinerk,  (pys) |+ ERE (=)
_% cos @K,K’%a (p’ p) +€_i(n’_h‘,)zn’ (_7 _)

Diese Gleichungen konnen mit Hilfe einer Diskretisierung des Impulsraumes als
Matrixgleichung formuliert werden [27]. Ist £F der Vektor mit den Komponen-
ten E’ia beziiglich des Multiindex oo = {s/p, K}, so ergibt sich am QF n eine
Ubergangsgleichung der Struktur:

g’r—li— _ S’I_L|—+ S;LF_ 87?:—-}-1 (2 52)
& St 877) \&un '

Aufgrund der Streuung am Unordnungspotential, das zundchst nur auf die Ex-
zitonen im QF wirkt, fiihrt die nichtlokale Suszeptibilitdt Gl. (2.34) zu einer
Mischung der Feldkomponenten beziiglich des Wellenvektors. Im Einklang mit
der Forderung nach Drehimpulserhaltung auf mikroskopischer Skala durch lang-
wellige Unordnung im Vergleich zur Einheitszelle des Kristalls, werden die Pola-
risationsrichtungen nicht miteinander gekoppelt. Die Vermischung der Polarisati-
onsrichtungen in Gl. (2.50) ist nur scheinbar und resultiert lediglich aus der Wahl
der Einheitsvektoren fiir s/p-Polarisation beziiglich der Ausbreitungsrichtung.

Die in optischen Experimenten zuginglichen Observablen sind von der Pro-
be ausgehende elektromagnetische Feldintensitdten. Obwohl das Exziton durch
das Unordnungspotential die Rotationssymmetrie um die Wachstumsrichtung
bricht, ist nicht anzunehmen, dafl die Felder und damit das gemessene Signal
vom Azimuthwinkel ¢ abhéngt, E;(K/, z,w) = Ep(K, z,w). Die Winkelstreu-
ung in Zustdnde mit dem gleichen Betrag des Wellenvektors erfolgt im Ver-
gleich zur Streuung zwischen verschiedenen Betriigen instantan [74]. Daher kann
die nichtlokale Suszeptibilitit y (K //,K’//) durch eine winkelgemittelte Antwort-
funktion, y(K, K') = ﬁ [ dedy'x (K, @, K', ¢'), ersetzt werden. Mit der Wahl
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= cos fe, + sin fe,, eF

e, = cosfle, —sinfe,, e, S

. = e, ergibt sich dann aus Gl.
(2.50):
By =Elfix + >, > T (KKK KNEY, 0 (253)

K’ 6’:+,—

mit T5¢ (K, K') = 6, T55, (K, K.

2.4.2 Strahlende Lebensdauer im Einzelquantenfilm

Um einige grundlegende Aspekte der strahlenden Kopplung zu diskutieren soll
hier Gl. (2.50) fiir einen SQF gelost werden, der in einem unendlichen Halblei-
termedium eingebettet ist. Der Bruch der Translationsinvarianz in Wachstums-
richtung erdffnet einen strahlenden Zerfallskanal, da die optischen Uberginge
mit einem Kontinuum photonischer Zustéinde wechselwirken kénnen. Strahlen-
de Zerfallszeiten von einigen ps wurden vorhergesagt [1, 2, 3] im Gegensatz
zu einigen ns im Volumenmaterial. Allerdings ist die strahlende Zerfallsrate in
Halbleiter Heterostrukturen durch die Phasenfaktoren in GIl. (2.50) stark von
der Geometrie abhéngig, die Renormierung der Exzitonenergie i.a. komplex, d.h.
es konnen energetische Verschiebungen und Verbreiterungen auftreten. In einer
Bragg-Struktur z.b. , ein MQF der Filmanzahl N mit einer Periode von \/2,
wobei A die Wellenlinge des angeregten optischen Ubergangs ist, formiert sich
als Folge der kohdrenten Kopplung eine superradiante Mode, die eine N-fache
strahlende Verbreiterung im Vergleich zum SQF besitzt [45]. Die Abhéngigkeit
der strahlenden Renormierung wurde in der Vergangenheit in linearen und nicht-
linearen Experimenten eingehend untersucht, und die theoretischen Vorhersagen
bestétigt [46, 75, 76, 77] Aber auch die dielektrische Umgebung, insbesondere die
Grenzfliche zwischen der Luft und dem Halbleitermaterial, die bei realen Proben
stets vorhanden ist, haben einen Einflul auf die strahlende Energierenormierung
[58, 57, 4]. Durch den grofien Brechungsindexunterschied und die daraus resultie-
rende hohe Reflektivitit wird ein hoher Anteil der vom QF riicklaufenden Felder
mit einer der Dicke der Deckschicht entsprechenden Phase in die Struktur riick-
gekoppelt, wodurch die strahlende Lebensdauer dhnlich wie bei MQF beeinflufit
wird. Daher ist neben den Materialparametern die genaue Geometrie der Struktur
wichtig bei der Beschreibung kohérenter Effekte.

In Abwesenheit von Unordnung erhélt die Suszeptibilitit in Gl. (2.50) die aus der
Elliot-Formel [51] bekannte Gestalt:

‘ 2

2
x(Ky, KI//) = 5K//,K'//XK// = —5K//,K' (2.54)

7
- Adyx,
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Am Ort z; des SQF werden vor- und riicklaufende Felder der verschiedenen Po-
larisationsrichtungen durch eine Transfermatrix (vgl. Gl. (2.52)) beschrieben, die
sich fiir den geordneten SQF vereinfacht zu:

/ot 1+ Do i s /ot

S/Ps Lt ra S/ D,
ELK// B + A, A, ‘ Ez,K// (2.55)
s/p— | re/® re/» :
ElaK// ~ At L= zéd 0

Hierbei ist bei Beschrinkung auf das 1s-Exziton I}, = mFmd, . = 7 rad
und T,.q = 27k|7y15|? /€y die strahlende Verbreiterung beim SQF fiir senkrechten
Einfall des Feldes 2

Als Randbedingung wird hier eine in positive Wachstumsrichtung einfallende li-
near polarisierte optische Anregung E’f/ﬁ; angenommen, sowie E‘;/I’;//_ =0, d.h.
der QF wird nur von einer Seite aus angeregt Fiir die beobachtbaren reflektierten
Ef/f;// und transmittierten Felder F / p : erglbt sich damit unmittelbar:

1

Bl = (ST BR) = —— B, (2.56)
iy 7 1_1_1‘\7"21;)( K, ey
/ / LRGN, eofpt
[S/Ps— - 1 s/P, ra / s/,
Bk, = STH(ST)TER) = H—TEI K, (2.57)
rad K//

Die komplexe Verschiebung der Polstellen durch die Strahlungskopplung, w —

K?2
E, + €15 — 5% — S/P — 0, ist i.a. winkel- und polarisationsabhsingig. Hieraus

resultieren verschiedene Dispersionen fiir die s- und die p-Mode:

WP = E, — €15 + K N (2.58)
[ 1s IM rad :
Fig. 2.8 zeigt die Dispersion von s- und p-Mode fiir den in unendlichem Halblei-
termaterial eingebetteten SQF im Vergleich zur parabolischen Schwerpunktsdi-
spersion des Exzitons fiir GaAs -Parameter [71]. Bei K = 0 werden beide Moden
mit [',,4 strahlend geddmpft. Da hier fiir die nichtstrahlende Hintergrundsver-
breiterung vy = 0 gewéhlt ist, verschwindet der Imaginérteil der Exzitonenergie.
Fir K < k koénnen beide Moden strahlend zerfallen, wihrend die Démpfung

2Die strahlende Zerfallsrate kann aus experimentell bestimmbaren Grofien bestimmt werden
und ist mit Hilfe der Longitudinal-Transversal-Aufspaltung von Appr = 0.008meV fiir GaAs

an der ls-Exzitonresonanz durch I'ypq = Apr 4IZ L‘;ﬁﬁﬁ% = 0.058meV gegeben. In den hier

verwendeten Einheiten ist T',,q = 0.014Ry. Dieser Wert ist in guter Ubereinstimmung mit
experimentellen Daten aus Messungen an SQF und Bragg-Strukturen [4].
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Abbildung 2.8: Real- und Imaginérteil der Dispersion fiir s- und p-
Polarisationsrichtung, sowie die Schwerpunktsdispersion des Exzitons fiir GaAs-
Parameter [71]

fiir K > k verschwindet. Diese Wellenvektoren koppeln an evaneszente Moden
des elektrischen Feldes, die keine Energie aus dem QF transportieren. Die Pol-
stelle der s-Polarisation bei K = k entspricht einer Oberflichenwelle, die sich
entlang der QF-Ebene ausbreitet und stark geddmpft ist. Da der Feldvektor der
p-Polarisation fiir K = k, kag = 0.36 am Exziton, senkrecht zur QF-Ebene steht,
gibt es hier keine entsprechende Resonanz, da die Projektion auf das Dipolmo-
ment verschwindet.

Strahlende Verbreiterung und Verschiebung zeigen die Reflexionsspektren in Fig.
2.9 fiir Anregung des SQF mit s- bzw. p-polarisiertem Licht bei K = 0.26a;"' im
Vergleich zum Spektrum bei senkrechtem Einfall. Wie schon aus Fig. 2.8 zu er-
sehen, besitzt die s-Mode bei endlichem K eine groflere strahlende Verbreiterung
gegeniiber dem senkrechten Einfall, wihrend sich der strahlende Zerfall der p-
Mode verringert. Die Verschiebung erfolgt in beiden Féllen zu héheren Energien.
Da jedoch bei realen Proben immer eine Grenzfliche zur Luft vorliegt ist es
mit herkémmlichen Methoden der Fernfeldspektroskopie nicht moglich, optische
Felder mit derart hoher Projektion K des Wellenvektors auf die QF-Ebene anzu-
legen. Die entsprechenden Komponenten sind in der Luft evaneszent und kénnen
nur innerhalb des Halbleitermaterials propagieren. Durch die Streuung der Exzi-
tonen an einem Unordnungspotential kénnen jedoch auch senkrecht propagieren-
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Abbildung 2.9: Reflexionsspektrum eines SQF unter senkrechtem Einfall (K = 0)
und fiir s/p-Polarisation unter einem Winkel von 45° (K = 0.26a;")

de Felder durch die Wechselwirkung mit dem QF an diese Moden koppeln. Die
Nahfeldmikroskopie bietet die Méglichkeit direkt solch hohe Impulskomponenten
auf den QF zu bringen [78].

2.4.3 Optisch passive Grenzflichen

Um realistische Systeme zu simulieren, mufl auch die Grenzfliche zwischen Luft
und Halbleitermaterial mitberiicksichtigt werden. Diese kann die optischen Ei-
genschaften kohdrent gekoppelter Halbleiter-Heterostrukturen wesentlich beein-
flussen [4]. In Mikroresonatoren werden durch sukzessives Aufwachsen von Halb-
leiterschichten unterschiedlichen Brechungsindex hochreflektive Spiegel realisiert.
Auch hier ist die theoretische Beschreibung der vor- und riicklaufenden Kom-
ponenten des optischen Feldes notig, um zu einer geschlossenen Darstellung zu
gelangen.

Die Propagation der optischen Feldkomponenten von einer dielektrischen Schicht
n mit Brechungsindex n,, entsprechender Lichtgeschwindigkeit ¢, = c¢o/n, und
Projektion auf die Wachstumsrichtung knx = /(w/cn)? — K2 = /k2 — K? in
die Schicht n + 1 mit 1,41, Cpy1, Ko x 188t sich dhnlich dem QF (vgl. Gl. (2.52))
als Matrixgleichung formulieren,

gr_l.'— _ 7L++ 7;L+_ . g:—l—l (2 59)
£, .5 T ) \&/) '
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Die Transfermatrix ist geméfl der Fresnel-Formeln [79] diagonal im Wellenvektor
und in den Polarisationsrichtungen, 64, = 0k K, Os/p,s/p:

++ — 6‘"—’0‘ Z('*”vn+1 K—Kn,K) (Kn KT Kn41, K) , S
(7-n )a,a’ - 2 _
Kn,K (Tnknt1,k + Kngc/Tm) D
T+7 = M (Knt1,K+6Kn, K)2n ( - "fn—H,K) , S
( n )a,a’ 5 e )
fin.K ( Fnt1,x — I{n,K/nﬂ) y P
—+ — 5‘1_‘1 ei(Fnt1,K+6n,K) ("ﬁn K — Kn+t1, K) , S
(7;1, )a,a’ - 2 ~ ;
K, K (Finkni1,x — Knic/fn) D
7'77 — M W(Kn+1,K —Kn,K)2Zn (K’n K+ Kn41, K) , S
( n )a,a’ = 9 e
Fon, K ( Kn+1,K + Kn K/nn) , D
(2.60)

wobei 7, = Ny, /T 41.

2.4.4 Konfigurationsmittelung und Observablen

Mit den in den vorigen Kapiteln eingefiihrten Transfermatrizen kénnen nun Viel-
schichtstrukturen beschrieben werden. Die in einem optischen Experiment be-
obachtbaren Felder in der jeweils letzten Schicht in Transmissions- bzw. Refle-
xionsrichtung ergeben sich aus dem Produkt der Propagationsmatrizen fiir die
verschiedenen Schichten,

= H T; Hs I17 (2.61)

Dieses Produkt kann sowohl Uberginge zwischen Schichten mit unterschiedlichem
Brechungsindex beinhalten als auch QF mit optischen Resonanzen. So kénnend
die Matrizen 7; z.b. die Bragg-Reflektoren eines Mikroresonators beschreiben, in
dem sich QF (S;) befinden. Wihrend die Transfermatrizen fiir die Grenzflichen
zwar von den Brechungsindizes der Materialien, vom Einfallswinkel und von der
Polarisationsrichtung abhingen sind sie jedoch diagonal im Wellenvektor. Dage-
gen fiihrt die Streuung der Exzitonen an der Unordnung zu nicht verschwindenden
Nichtdiagonalelementen fiir die Transfermatrizen der QF. Hierdurch konnen die
optischen Felder am QF abgebeugt werden.

Falls das extern eingestrahlte optische Feld &£ in positive Wachstumsrichtung
propagiert und als weitere Randbedingung £, = 0, dann kénnen die transmittier-



2.4. PROPAGATION IN HETEROSTRUKTUREN 37

ten und reflektierten Felder aus der Produktmatrix Gl. (2.61) berechnet werden:

Ey = ST &

Er =8-S -& (2.62)

Ist das System durch geniigende Gréfie selbsmittelnd, so konnen die berechne-
ten Felder als Losung des vollen Vektorproblems schon als gemittelte Variablen
angesehen werden. Im Allgemeinen héngen sie jedoch von der gegebenen Unord-
nungsrealisierung ab. Es werden hier also noch keine Annahmen hinsichtlich einer
Konfigurationsmittelung gemacht.

Neben den Unordnungsparametern spielt auch die homogene Linienbreite eine
Rolle hinsichtlich der Frage, ob ein ungeordnetes System selbstmittelnd ist. Diese
setzt sich aus strahlendem und nichtstrahlendem Beitrag zsammen. Wiahrend der
strahlende Zerfall durch die Materialparameter und die Geometrie einer Probe
bestimmt ist, 148t sich die nichtstrahlende Dephasierungsrate durch die Anre-
gungsbedingungen beeinflussen. Durch geringe Anregungsintensititen kann das
anregungsinduzierte Dephasieren durch Ladungstriger-Ladungstriger-Streuung
unterdriickt werden. Niedrige Temperaturen verringern die Dampfung aufgrund
der Wechselwirkung mit Phononen. Durch die nichtstrahlende Dephasierungsrate
Yo ist jedoch neben dem Term fiir die kinetische Energie der Exzitonen eine wei-
tere Energieskala gegeben, mit der das Unordnungspotential in der Bewegungs-
gleichung Gl. (2.29) verglichen wird.

In der LDT-N&herung kann die skalare Propagation mit Hilfe herkémmlicher 4 x 4
Transfermatrizen T); beschrieben werden,

SLDT - H,Tj H<8i>Konf HTZ: (263)

%

wobel (S;)kons im Wesentlichen durch die konfigurationsgemittelte Suszeptibi-
litdt des QF i gegeben ist. Bei senkrechtem Einfall des externen Laserfeldes und
linearer Polarisation, Ef/fé; = Fy 0k .0, Ef/li; = 0 wird die Komponente mit
K, = 0 der transmittierten (reflektierten) Felder in einem Transmissionsexperi-

ment (Reflexionsexperiment) beobachtet:

B ER
s/p — 4 s/p __ >
Tolp = b2, ROP = —l (2.64)

Die Absorption ist dann definiert als o/? = 1 — R$/P — T/?,

Fig. 2.10a zeigt Reflexionsspektren fiir einen SQF, der in ein unendliches Halb-
leitermedium eingebettet ist fiir senkrechten Einfall des externen Feldes in
Abhéngigkeit von der Stirke der Unordnung. Wie schon die Suszeptibilitit in Fig.
2.5 zeigt, verschiebt sich das Maximum des Spektrums bei Korrelationsldngen des
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Abbildung 2.10: Reflexionsspektren eines SQF unter senkrechtem Einfall a) in
Abhingigkeit von der Varianz des Unordnungspotentials, b) Vergleich mit dem
LDT Resultat

Unordnungspotential A, < ag zu niedrigeren Energien, wihrend sich die Breite
erhoht.

In Fig. 2.10b wird die volle Rechnung mit dem Resultat der LDT-N&herung vergli-
chen. Da sich die Strahlungskopplung im Falle des SQF lediglich in einer strah-
lenden Verbreiterung auswirkt und keine weiteren Wechselwirkungen iiber das
optische Feld stattfinden, erzielt die LDT gute Ubereinstimmung mit dem Ergeb-
nis der Vektorpropagation. Im Folgenden werden jedoch noch Fille diskutiert, in
denen die LDT versagt (s. Kap. 4)

Da § im Falle eines ungeordneten Systems als Folge der Streuung der Exzito-
nen am Unordnungspotential nicht verschwindende Nichtdiagonalelemente be-
sitzt, gibt es Komponenten mit K, # 0 in Reflexions- und Transmissionsrich-
tung, die abgebeugte Signale darstellen. Durch die Komponente EN’JS\,/,’}?L (E‘f/}éf)
ist das RRS-Signal zum Winkel sin# = K/k in Transmissionsgometrie (Refle-
xionsgeometrie) gegeben. Da diese nichtdiagonalen Beitriige innerhalb der LDT
vernachlissigt werden, ist die LDT ungeeignet RRS-Experimente zu beschreiben.



Kapitel 3

Unordnung in
Mehrfachquantenfilmen

Wie in den vorangegangenen Abschnitten schon ausgefiihrt treten nicht triviale
Unordnungseffekte dann auf, wenn die Unordnung in Anwesenheit anderer Wech-
selwirkungen auf die Quasiteilchen wirkt. Im Zusammenhang mit der Coulomb-
Wechselwirkung wurde schon das Beispiel der Unordnungsmittelung durch die
Relativbewegung angefiihrt. Es konnte in der Vergangenheit gezeigt werden, daf
die Strahlungskopplung in Mehrfachquantenfilmen (MQF) einen wichtigen Ein-
flufl auf die optischen Eigenschaften hat. Durch den Bruch der Translationsinva-
rianz in der Wachstumsrichtung kénnen optische Anregungen strahlend zerfallen.
Durch diese strahlende Verbreiterung ist die Lebensdauer von optischen Anre-
gungen in QF als Folge der Dimensionsreduzierung begrenzt [1, 2, 3]. Die von
den verschiedenen QF transmittierten, reflektierten, oder absorbierten und ree-
mittierten Felder fiihren zu einer Kopplung der Anregungsdynamik. Wihrend
beim SQF eine strahlende Verbreiterung auftritt, bewirkt die kohérente Kopp-
lung in MQF das Auftreten von kollektiven Effekten. Dem Abstand d der QF
untereinander kommt hierbei eine besondere Bedeutung zu, da die Periode die
Phase bestimmt, mit der die QF iiber das transversale Feld aneinander koppeln.
In typischen MQF mit einer Periode d < A, wobei A die Wellenldnge des an
der Exzitonresonanz resonant eingestrahlten optischen Feldes ist, zeigt sich eine
asymmetrisch verbreiterte Linie, eine Eigenschaft, die {iblicherweise auf Unord-
nung zuriickgefiihrt wird [80, 81] (vgl. Kap. 2.3).

Im Bezug auf die Strahlungskopplung kommt den Bragg-Strukturen, MQF mit
einer Periode von einer halben Wellenlinge A an der Exzitonresonanz, eine be-
sondere Bedeutung zu. Die Ausbildung einer superradianten Mode zeichnet sich
durch eine der Filmzahl N proportionalen strahlenden Verbreiterung der Ab-
sorptionslinie aus [45, 3]. Neben der superradianten Mode existieren subradiante

39
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Moden, die in der idealen Struktur keine Ankopplung and das Lichtfeld besit-
zen und deren strahlende Zerfallsrate verschwindet. Da dieser Zustand &duferst
phasensensitiv ist, fiihrt die Unordnung hier zu qualitativ neuen optischen Ei-
genschaften indem sie eine Ankopplung der subradianten Moden an das Lichteld
bewirkt [67, 68, 69, 13].

Das Wechselspiel von Unordnung und Strahlungskopplung in MQF, insbesondere
die Koexistenz von superradianten und subradianten Moden wird im Abschnitt
3.2 anhand von Vier-Wellen-Mischen (VWM) untersucht, sowie die Ergebnis-
se mit experimentellen Befunden verglichen. Hierzu werden an den Bewegungs-
gleichungen geeignete Approximationen vorgenommen, um die Berechnung der
VWM Signale in Anwesenheit von Unordnung zu ermoglichen. Die nichtlineare
experimentelle Methode des VWM zeichnet sich durch die Méglichkeit aus, die
homogene Linienbreite von optischen Resonanzen aus dem Abfall des abgebeug-
ten Signals zu ermitteln. Dahingegen ist der Abfall der zeitaufgelésten Signale
sowie die Breite von Spektren in linearen optischen Experimenten durch homo-
gene und inhomogene Linienbreite der Resonanz bestimmt.

Neben dem VWM stellt die RRS eine weitere Methode dar, die es ermdglicht, ohne
den Hintergrund des Anregungspulses die optischen Eigenschaften von Halblei-
terstrukturen in Anwesenheit von Unordnung zu untersuchen. Im Gegensatz zum
VWM ist die RRS jedoch ein lineares Experiment, welches die Tatsache ausnutzt,
daf erst durch die Streuung der Exzitonen am Unordnungspotential optische Fel-
der aus den gespiegelten Richtungen von Transmission und Reflexion abgebeugt
werden. In einem ideal geordneten System dagegen verbietet die Impulserhaltung
in der Filmebene eine Kopplung an solche Moden. Als inverses Streuproblem ist
die Interpretation experimenteller RRS-Signale insbesondere von einem theore-
tischen Modell abhéingig, auf Grundlage dessen die Beobachtungen interpretiert
werden.

Im folgenden Abschnitt wird die hier entwickelte Theorie, die weder auf gewisse
Grenzfille der Unordnung eingeschriankt ist, noch Annahmen iiber eine Konfi-
gurationsmittelung macht, auf die Berechnung von RRS-Signalen und linearen
Spektren von SQF und MQF angewendet. Es zeigen sich signifikante Anderun-
gen in den zeit- und spektral aufgelésten RRS-Signalen bei Variation der Un-
ordnungsparameter, die eine quantitative Analyse der Unordnung durch einen
Vergleich von gemessenen und aufgrund des Modells berechneten RRS-Signalen
prinzipiell moglich erscheinen lassen. Bei den Simulationen spielen neben den Un-
ordnungsparametern auch die strahlende und nichtstrahlende Dephasierungsrate
eine Rolle, die weitere Energieskalen des Systems sind. Durch die Strahlungskopp-
lung gewinnt weiterhin die Probengeometrie Einflufl auf das RRS-Signal.
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3.1 Resonante Rayleigh-Streuung

Im Gegensatz zum geordneten QF, bei dem die optisch generierte Polarisation
aufgrund der Impulserhaltung in der QF-Ebene nur in die transmittierte und re-
flektierte Richtung beitragen kann, fiihrt die Streuung der Exzitonen am Unord-
nungspotential zu Feldkomponenten, die unter einem Winkel zur Einfallsrichtung
propagieren. Wiahrend die Unordnung in Transmissions- und Reflexionsrichtung
zu einer inhomogenen Verbreiterung, Verschiebung des Maximums und zu asym-
metrischen Linienformen fiihrt, gibt die RRS direktere Information iiber das Un-
ordnungspotential, das als Streumechanismus zu den abgebeugten Feldern fiihrt.
Daher ist eine weitere Methode, Unordnung in QF zu untersuchen, die Analyse
der sekundiren Emission [21, 23, 25, 82, 83].

Bei Experimenten zur sekundidren Emission wird die Probe durch einen Laserpuls
angeregt, wobei die optische Antwort des Materials in einer Richtung detektiert
wird, die von der Propagationsrichtung des Eingangspulses abweicht. Das unter
einem Winkel abgestrahlte Signal gibt dann Aufschlufl iiber den zugrundelie-
genden Streumechanismus. Hierfiir kommt in Halbleitern neben der RRS auch
die Photolumineszenz (PL) in Frage, bei der die Emission durch das Abklingen
der Kohédrenz die Vorzugsrichtung verliert, die durch den Anregungspuls gege-
ben ist. Um aus der sekundiren Emission Riickschliisse auf das zugrundeliegende
Unordnungspotential zu ziehen, ist es also experimentell erforderlich, RRS und
PL-Streuung (PLS) zu unterscheiden, da stets beide Beitrige vorliegen. Der Be-
griff der sekundiren Emission umfafit diese beiden Prozesse. Unter der Annah-
me, dafl die PLS im Gegensatz zur kohirenten RRS vollsténdig inkohéirent sei,
wurden hierzu verschiedene Methoden vorgeschlagen wie z.B. die Analyse der
Polarisationsrichtung der Beitrdge [20], interferometrische Ansiitze [84, 83, 72]
oder Untersuchung der Intensitétsfluktuationen iiber die Emissionsrichtung [25].
Es konnte jedoch durch eine mikroskopische Theorie, die sowohl die Ladungs-
tragerdynamik, als auch das photonische System in zweiter Quantisierung auf
der Basis eines Dichtematrixformalismus beschreibt, gezeigt werden, dafl auch
die PL kohirente Eigenschaften besitzt [85]. Experimentell bleibt also die Unter-
scheidung von PLS und RRS problematisch.

Die Analyse der sekundiren Emission stellt ein inverses Problem dar, denn aus
den gestreuten Signalen sollen Riickschliisse auf den zugrundeliegenden Streume-
chanismus gewonnen werden. Wie in der Kernphysik oder bei der Streuung von
Elementarteilchen ist daher ein theoretisches Modell unabdingbar, um zu quanti-
tativen Aussagen gelangen zu kénnen. Die Auswertung experimenteller Befunde
ist damit durch die Giite der Theorie beschrinkt, mit deren Vorhersagen sie ver-
glichen werden. Auch hinsichtlich der experimentellen Schwierigkeiten beziiglich
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der Unterscheidung von PLS und RRS sind theoretische Vorhersagen fiir beide
Prozesse erwiinscht. Eine mikroskopische Theorie fiir die RRS, die ohne Ein-
schrankungen auf Grenzfélle der Unordnung oder Annahmen iiber Konfigurati-
onsmittelungen Aussagen iiber experimentell zugéngliche Grolen macht, existiert
zur Zeit meines Wissens jedoch nicht.

Viele Arbeiten der jiingeren Vergangenheit stiitzen sich auf die Fernfeldn&he-
rung fiir das RRS-Signal punktformiger, dispersionsfreier, resonanter Streuer
[20, 22, 23, 24, 25]. Die QF-Exzitonen werden hierbei als Ensemble von Lorentz-
Oszillatoren phidnomenologisch modelliert. Im Rahmen einer parametrischen
Ortsabhingigkeit sind die Ubergangsenergien durch ein Unordnungspotential ge-
geneinander verschoben. Der nicht lokale Charakter des Problems wird nicht
beriicksichtigt. Die Annahme punktférmiger Streuer, die ohne Vorzugsrichtung
abstrahlen, setzt voraus, dafl die Exzitonen stark lokalisiert sind. Obwohl in ei-
nem QF als zweidimensionalem System alle Zustinde lokalisiert sind, kann je-
doch keine Lokalisierungslinge angegeben werden, die als Abschitzung fiir alle
Zusténde gelten kann. Neben energetisch tiefliegenden, auf einzelne Potential-
mulden lokalisierten Wellenfunktionen gibt es ausgedehnte, durch Vielfachstreu-
ung schwach lokalisierte Zustidnde. Diese entfallen aus diesem theoretischen An-
satz durch Vernachléssigung der kinetischen Energie, die im Ortsraum durch den
Laplace-Operator die Nichtlokalitdt ausmacht, gegeniiber der potentiellen Ener-
gie, die durch das Unordnungspotential am jeweiligen Ort gegeben ist. Daher ist
dieses Modell eher fiir ein Ensemble von Quantenpunkten variierender Grosse an-
wendbar, da hier schon durch das Confinement die Translationsinvarianz in allen
Raumrichtungen gebrochen ist und diskrete Energieniveaus vorliegen. Es wird je-
doch QF-Exzitonen im Unordnungspotential nicht gerecht. Durch die Dispersion
innerhalb der Filmebene und die Ausdehnung der Wellenfunktionen werden sy-
stemimmanente Energie- und Langenskalen definiert, die in diesem Ansatz nicht
beriicksichtigt werden.

Die in diesen Simulationen zur Beschreibung von Experimenten verwendeten
Korrelationslingen der Unordnung liegen in der Grossenordnung der Lichtwel-
lenléinge [72, 24], die i.a. grof} gegen den Exziton-Bohr-Radius ist. Durch Wachs-
tumsunterbrechungen wihrend der Epitaxie kann bei QF zwar erreicht werden,
daBl die Unordnung auf groflen Skalen gegen den Exziton-Bohr-Radius vorliegt,
in herkémmlichen Proben ist jedoch ein hohes Mafl an Grenzflichenrauhheit auf
kleineren Lingenskalen vorhanden [86], so daf§ die quantenmechanische Natur der
Exzitonbewegung beriicksichtigt werden muf}. Durch die numerische Berechnung
von exzitonischen Wellenfunktionen im Unordnungspotential wurde ein nicht mo-
notoner Anstieg des RRS-Signals als Konsequenz der Abstoflung quantenmecha-
nischer Niveaus vorhergesagt [26]. Da das optische Feld in diesem Ansatz nicht
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selbskonsistent berechnet wird, ergibt sich eine RRS-Intensitét, die fiir unendli-
che Zeiten einem endlichen Wert zustrebt. Diese Verletzung der Energieerhaltung
resultiert aus der Vernachlissigung der strahlenden Didmpfung, die fiir QF ein int-
rinsischer Zerfallskanal fiir die optische Anregung ist. Da die Strahlungsddmpfung
interaktiv in die Dynamik eingreift, wie etwa durch die Existenz strahlender und
nichtstrahlender Moden, die durch die Unordnung gekoppelt werden [27], kann
sie nicht nachtréiglich durch eine Zerfallsrate beriicksichtigt werden. Nichtstrah-
lende oder subradiante Moden stellen Komponenten des gekopelten Systems aus
optischem Feld und Exzitonen im ungeordneten QF dar, deren Projektion des
Wellenvektors auf die Filmebene mit K > w/c auferhalb des Lichtkegels liegt
und die somit nicht strahlend zerfallen kénnen.

In diesem Abschnitt wird die hier entwickelte Theorie auf die Untersuchung von
RRS an SQF und MQF angewendet. Um RRS-Signale wie auch lineare Spektren
in Anwesenheit von Unordnung zu berechnen, wird eine Unordnungskonfigura-
tion fiir den QF erzeugt. Auf einem diskretisierten Impulsraum kann dann die
nichtlokale Suszebtibilitdt bestimmt werden, die in die Propagation eingeht. Die
Systemgrofie, gegeben durch die Diskretisierung AK = 27/ L, mit typischerweise
AKag < 0.01, wird geniigend grofl gewéhlt, um repréisentative Resultate zu er-
zielen. Wie in einem Experiment werden also die beobachtbaren Grofien fiir eine
konkret vorliegende Unordnungsrealisierung bestimmt. Die linearen Spektren in
Transmission und Reflexion sind fiir dieses System und die hier verwendeten Un-
ordnungsparameter, sowie nichtstrahlenden Linienbreiten, selbstmittelnd.

Da die Streuung des Erwartungswertes der RRS-Intensitét in der gleichen Grofien-
ordnung liegt wie der Erwartungswert selbst, ist die RRS ein nicht selbstmitteln-
des Experiment [72, 25, 24]. Dies bedeutet, daf} die experimentellen Observa-
blen keine konfigurationsgemittelten Groflen darstellen. Es wurde zwar fiir RRS-
Experimente eine Winkelmittelung vorgeschlagen, um eine Konfigurationsmitte-
lung zu erzielen [26, 87], doch, da, abgesehen von der nicht selbsmittelnden Ei-
genschaft, die RRS-Signale als Losung einer Integralgleichung (Gl. (2.62), (2.53))
eine nichtlineare funktionale Abhéngigkeit von der Suszeptibilitit haben, kann
eine Konfigurationsmittelung der Felder nicht auf eine Konfigurationsmittelung
der Suszeptibilitat zuriickgefiihrt werden.

Im Folgenden sind Ergebnisse, die miteinander verglichen werden, jeweils fiir die
gleiche Unordnungskonfiguration gerechnet. Daher behalten die Aussagen un-
abhéngig von dem nicht selbstmittelnden Charakter der RRS ihre Giiltigkeit. Da
durch den Einflu} der Strahlungskopplung fiir MQF modifizierte Ergebnisse zu
erwarten sind, die von der vorgegebenen Geometrie und der Anzahl der QF N
abhingen, werden zunichst grundlegende Aspekte an einem SQF untersucht, der
in ein unendliches Halbleitermedium eingebettet ist.
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Abbildung 3.1: a) Zeitaufgeloste, normierte RRS-Intensitit in Reflexionsgeome-
trie bei Kag = 0.07 fiir wachsende Amplitude des Unordnungspotentials o, b)
Zeitintegrierte RRS-Intensitdt zum Wellenvektor Kay = 0.07 im Vergleich zum
zeitintegrierten reflektierten Signal als Funktion von o

In Fig. 3.1 sind zeitaufgeloste RRS-Signale von einem SQF fiir wachsende Vari-
anz des Unordnungspotentials und fester Korrelationsléinge A, = 0.5a¢ dargstellt.
Die nichtstrahlende Dephasierungsrate betrigt v = 0.03Ry. Der mit dem Ex-
ziton resonant eingestrahlte Laserpuls Fe.(t) = FEpexp (—iwrt — t2/At/2) der
zeitlichen Linge von At = 0.5ps propagiert hierbei in Wachstumsrichtung. Die
RRS-Intensitéit wird unter einem Winkel sinf = K/k, mit kay = 0.36 an der
Exzitonresonanz in GaAs, gegen die reflektierte Richtung (Reflexionsgeometrie)
detektiert. Dargestellt ist die auf die Amplitude des Eingangspulses normierte
Intensitét in p-Polarisation IP(K) /Iy = \E’f:l_( 2/|Ep|*. Aufgrund der Symmetrie
dieser SQF-Anordnung unterscheiden sich die Signale nicht von den zum gleichen

Winkel gegen die Transmissionsrichtung (Transmissionsgeometrie) gestreuten In-
tensitdten. Dies gilt nicht mehr fiir komplexere Strukturen, wie z.B. MQF.

Mit wachsender Unordnung nimmt die gestreute Intensitit zunéchst zu. Hierbei
verschiebt sich das Signalmaximum zu fritheren Zeiten. Die Signalform zeigt bei
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kleinen Unordnungsstirken eine Doppelpeakstruktur, bei grofleren Parametern
ergeben sich zusétzlich Oszillationen in der Zeit. Die gestreute Intensitédt nimmt
jedoch nicht monoton mit der Unordnungsstirke zu, sondern fillt fiir sehr grofies
o wie die Reflexion ab (s. Fig. 3.1b).

Durch die Unordnung auf Skalen des Bohr-Radius kénnen die Exzitonen in ener-
getisch tiefen Potentialmulden lokalisiert werden, so dafl sich die neuen Eigen-
zustdnde iiber einen weiten Impulbereich erstrecken. Wiahrend die lokalisierten
Zusténde im niederenergetischen Teil des Spektrums unterhalb der mittleren Ex-
zitonfrequenz liegen [88, 89, 90], schlieflen sich zu hoheren Energien ausgedehn-
te Zustdnde an. Diese sind durch Mehrfachstreuung am Unordnungspotential
schwach lokalisiert [53]. Delokalisierte Zusténde existieren im zweidimensiona-
len System dagegen nicht. Entsprechend gibt es auch keine Beweglichkeitskante
im Sinne eines Phaseniibergangs [91]. Operativ kann dennoch eine Beweglich-
keitskante gemifl der Art der Lokalisierung definiert werden. So liegen die tief
lokalisierten Zusténde, die auf eine Potentialmulde eingeschriankt sind, unterhalb
dieser Beweglichkeitskante, die sie von den schwach lokalisierten Streuzustinden
trennt [92, 93]. Aus spektralem Lochbrennen und RRS-Experimenten ist bekannt,
daf} die ausgedehnten Zustidnde eine gréflere homogene Linienbreite als die loka-
lisierten Zustédnden besitzen [94]. Es wurde ein starker Anstieg der homogenen
Linienbreite beobachtet, der hier die Beweglichkeitskante markiert.

Sehr hochenergetische Zustéinde, die sich ebenen Wellen annidhern und sehr weit
iiber die Ebene des QF ausgebreitet sind, tragen nicht zum RRS-Signal bei, da
sie den Anregungsimpuls weitgehend erhalten. Damit ein Zustand zum RRS-
Signal beitragen kann, muf} er sowohl eine nicht verschwindende Projektion auf
die Anregungsrichtung, hier K = 0, als auch auf die Detektionsrichtung haben.
Die Amplitude und Abfallszeit des Signals von diesem Zustand héngt dann von
seiner homogenen Breite ab, die durch strahlende und nichtstrahlende Prozesse
bestimmt wird.

Mit der Stéirke der Unordnung nimmt auch die Streuung der am RRS-Signal be-
teiligten Zustdnde in der Energie zu, so dal die RRS-Signale durch zunehmende
Interferenz von Oszillationen iiberlagert sind [25, 78]. Die zunehmende destruk-
tive Interferenz bedingt auch den Riickgang sowohl der reflektierten als auch der
gestreuten Intensitit bei weiter steigender Stirke der Unordnung. Dies wird in
Fig. 3.1b anhand der entsprechenden zeitintegrierten Intensititen, die gegen die
Amplitude des Unordnungspotentials aufgetragen sind, deutlich.

Der Anstieg der RRS-Intensitét ist nicht allein durch die inhomogene Verbrei-
terung gegeben, sondern hingt auch von der homogenen Lebensdauer der betei-
ligten Zustdnde ab. Diese setzt sich aus strahlenden und nichtstrahlenden Bei-
tragen zusammen. Aufgrund ihrer groflen Ausdehnung im Impulsraum besitzen
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Abbildung 3.2: a: Normierte RRS-Intensitét eines SQF in Abhéngigkeit von der
Wellenzahl in der Schichtebene K in Reflexionsgeometrie auf der mittleren Exzi-
tonresonanz w = wy,, b: Zeitintegrierte RRS-Intensitit in Abhingigkeit von der
Wellenzahl K, c: Zeitaufgelostes RRS-Signal in Reflexionsgeometrei, d: Zugehori-
ge RRS-Spektren

die lokalisierten Zustidnde eine geringe Projektion auf Moden, die innerhalb des
Lichtkegels K < w/c strahlend zerfallen kénnen, und eine entsprechend gerin-
ge Kopplung an das optische Feld. Daher wird das Kurzzeitverhalten des RRS-
Signals durch ausgedehnte, strahlende Zustéinde bestimmt, deren Signal sich mit
den Beitrdgen der tief lokalisierten, nichtstrahlenden Zusténde iiberlagert. Die
Doppelpeakstruktur in den zeitaufgelosten RRS-Signalen erscheint also durch die
Koexistenz eines schnell ansteigenden Anteils durch die ausgedehnten Zustinde
und langsamer Beitrige der lokalisierten Wellenfunktionen, die miteinander in-
terferieren, wobei das Langzeitverhalten durch die stark lokalisierten Zusténde
dominiert wird.

Die Interferenz kann je nach Beobachtungsrichtung konstruktiv oder destruktiv
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sein. Fig. 3.2a zeigt fiir einen SQF mit Unordnungsparamtern A\, = 0.5ag, 0 =
0.1Ry die an der mittleren Exzitonresonanz in Vorwirtsrichtung gestreute Inten-
sitdt in Abhédngigkeit von der Projektion des Wellenvektors auf die QF-Ebene
K. Es zeigen sich starke Fluktuationen der Intensitdt bei Variation des Beob-
achtungswinkels, die auch experimentell beobachtet werden [25]. Ein Grofiteil
der nicht in Anregungsrichtung bei K = 0 beitragenden Feldkomponenten wird
durch die kurze Korrelationslinge des Unordnungspotentials bedingt in subra-
diante Moden gestreut (hier aoK > 0.36). Die Skala, auf der das RRS-Signal
in Abhéngigkeit vom iibertragenen Impuls nicht verschwindet, ist hierbei durch
einen inversen Bohr-Radius gegeben, da bei kurzen Korrelationslénge die effektive
Korrelationsfunktion der Unordnung durch das Uberlappintegral der beteiligten
exzitonischen Zustinde dominiert wird (s. Gl. (2.30)).

Das Zeitintegrierte Signal stellt eine {iber die Fluktuationen in Abh&ngigkeit von
der Zeit gemittelte Grofle dar (s. Fig. 3.2b). Bei Variation der Beobachtungsrich-
tung ergeben sich auch hier Intensitdtsfluktuationen. Fiir drei ausgewihlte Wel-
lenzahlen K zu zwei Punkten geringer Intensitét, ag /X = 0.055 und ao K = 0.075,
sowie einem lokalen Intensitdtsmaximum, ay K = 0.065 sind in Fig. 3.2c,d zeitauf-
geloste bzw. spektral aufgeléste RRS-Signale dargestellt. Die Spektren, die Rich-
tungen geringer Intensitét in Fig. 3.2b entsprechen, zeigen als Signatur von de-
struktiver Interferenz der verschiedenen Beitréige einen Aufspaltung. Bei kon-
struktiver Uberlagerung bleibt eine asymmetrische Linienform des Spektrums er-
halten.

Die zeitaufgelosten RRS-Signale (s. Fig. 3.2c) verhalten sich entsprechend. Fiir
die Punkte geringer RRS-Intensitét bewirkt die destruktive Interferenz das Aus-
bilden der schon in Fig. 3.1a beobachteten Doppelpeakstruktur als Konsequenz
der destruktiven Uberlagerung der Beitriige von tief lokalisierten und ausgedehn-
ten Zustidnden, wihrend die Interferenz auf dem lokalen Intensitdtsmaximum bei
aoK = 0.065 eher konstruktiv ist. Insbesondere die Intensititsminima der RRS in
Abhingigkeit vom Beobachtungswellenvektor erlauben es also, die verschiedenen
Beitrige zu analysieren und konnen daher Aufschluf iiber die Art der Unordnung
geben.

In welchem Mafle exzitonische Zustdnde im Unordnungspotential lokalisiert wer-
den konnen, hingt neben der Amplitude in erster Linie von der Korrelationslinge
des Unordnungspotentials ab. In Fig. 3.3 sind zeitaufgeloste RRS-Intensitéten fiir
Streuung in Riickwirtsrichtung zu agK = 0.07 in Abhéngigkeit von der Korre-
lationsldnge des Unordnungspotential A\. dargestellt. Hierbei wurde die totale
Linienbreite in der Absorption mit 0.13Ry FWHM (full width half maximum)
konstant gehalten, die eine mefibare Grofle ist (s. Fig. 3.3b). Durch Erhohen der
Korrelationslange geht die asymmetrische Linienform, die den Einflufl der Mitte-
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Abbildung 3.3: Zeitaufgeloste RRS-Intensitit eines SQF bei Kay = 0.07 in Re-
flexionsgeometrie, a: zugehdrige RRS-Spektren, b: Absorptionsspektren

lung durch die Relativbewegung des Exzitons widerspiegelt, in eine symmetrische
als Konsequenz der Anndherung an den Grenzfall klassischer Schwerpunktsbewe-
gung des Exzitons.

In den Zeitverldufen der abgebeugten Signale zeigen sich signifikante Unterschiede
fiir verschiedene Korrelationslidngen des Unordnungspotentials. Bei kleinen Kor-
relationsldangen A\, < aq zeigt sich die fiir die Koexistenz strahlender und subradi-
anter Moden charakteristische Doppelpeakstruktur, die schon in Fig. 3.1, 3.2 be-
obachtet wurde. Diese verschwindet fiir wachsende Korrelationslange zunehmend.
Die entsprechenden Spektren in Fig. 3.3a zeigen bei kleinen Korrelationslangen
eine Linie leicht unterhalb der mittlere Exzitoniibergangsfrequenz, der sich zu
héheren Energien ein breiter Auslédufer anschlieft. Wahrend diese Linie erhalten
bleibt und auf die mittlere Exzitonfrequenz schiebt, nimmt die Oszillatorstérke
des hochenergetischen Teils des Spektrums mit zunehmender Korrelationsldnge
ab.

Die in einzelnen Potentialmulden stark lokalisierten Zustédnde sind energetisch
um die mittlere Exzitonfrequenz gestreut und bilden die steil abfallende niede-
renergetische Flanke der Absorptionslinie. Zu hoheren Energien schlieffen sich
die ausgedehnten Zustédnde an. Sie bilden den hochenergetischen Ausldufer der
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Absorptionslinie. Der Abfall der Absorption wird durch den zunehmend ver-
schwindenden Uberlapp der hochenergetischen, ausgedehnten Zusténde mit dem
Anregungswellenvektor bestimmt. Bei gleicher exzitonischer Linienbreite liegen
bedingt durch die Mittelung der Relativbewegung iiber das Unordnungspotenti-
al bei kleinen Korrelationsldngen starke Fluktuationen auf kleinen Léngenskalen
vor. Zu groflen Korrelationsldngen im Vergleich zum exzitonischen Bohr-Radius
dagegen bewirken langwellige Variationen des Unordnungspotential mit geringer
Amplitude die gleiche inhomogene Verbreiterung. Die Anderung der Linienform
stellt dabei einen Effekt dar, der schlecht quantitativ erfalt werden kann. Die
RRS-Signale dndern sich jedoch qualitativ.
Die Ausdehnung der moglichen Zustinde im Impulsraum wird duch die effektive
Korrelationsfunktion beschrieben (Gl. 2.30), die neben der Korrelationsfunktion
des Unordnungspotentials selbst o exp(—(A.K)?/2) den Uberlapp der am Streu-
prozess beteiligten exzitonischen Wellenfunktionen enthilt. Bei kleiner Korrelati-
onslinge )\, < ag ist diese im Wesentlichen durch das Uberlappintegral gegeben,
das auf der Skala einiger inverser Bohrradien ausgedehnt ist. Dies ermdoglicht die
Lokalisierung auf einem weiten Bereich von Lingenskalen im Ortsraum. Dahin-
gegen beschrinkt die Gaufkorrelation des Unordnungspotentials den moglichen
Grad der Lokalisierung fiir Korrelationsldngen A, > ay.
Bei kleinen Korrelationsldngen existieren tief lokalisierte Zustéinde neben aus-
gedehnten. Die tief lokalisierten Zusténde sind aufgrund ihres hohen Anteils an
Impulskomponenten auflerhalb des Lichtkegels subradiant. Energetisch liegen sie
je nach Stirke und Lingenskala der Unordnung unterhalb oder um die mitt-
lere Exzitonfrequenz. Sie bilden die spektral schmale Linie im RRS-Spektrum.
Zu hoheren Energien schlieit sich ein Kontinuum an ausgedehnten Zustdnden
an, deren strahlende Verbreiterung mit wachsender Energie und abnehmedem
Lokalisierungsgrad zunimmt. Analog zur hochenergetischen Flanke des Absorpti-
onsspektrums fillt der Ausldufer des RRS-Spektrums zu hohen Energien gemé&fl
des mit zunehmender Delokalisierung der beitragenden Zustinde abnehmenden
Uberlapps mit der Anregungsrichtung und der Detektionsrichtung ab.
Zustinde, die Uberlagerungen von ebenen Wellen darstellen, die dominant auf
den Lichtkegel beschrinkt sind, konnen hierbei destruktiv mit subradianten Bei-
tragen interferieren. Die Streuung in Moden auflerhalb des Lichtkegels ist durch
die strahlende Kopplung P%?K,, welche die Projektion auf die Wachstumsrichtung
(w/c)? — K? enthilt, mit einem Phasensprung von ¢ am Rand des Lichtkegels
behaftet. Aus Gl. 2.53 ergibt sich fiir das von einem SQF riickgestreute elektrische
Feld bei Anregung mit einer ebenen Welle E’f; = 0x E° in Polarisationsrichtung
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v eine Integralgleichung:
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Bei Beobachtung in Anregungsrichtung K = 0, d.h. bei einem herkémmlichen
Reflexionsexperiment dominiert das Diagonalelement %(0,0) die optische Ant-
wort das Signal. Daher ist die LDT fiir den SQF eine gute Ndherung. Bei einem
RRS-Experiment dagegen wird eine von K = ( abweichende Richtung abge-
fragt. Insbesondere bei kurzen Korrelationslingen der Unordnung spielen dann
Streuprozesse beliebiger Ordnung eine Rolle. Beitriige aus dem Lichtkegel konnen
sich mit subradianten Moden destruktiv oder konstruktiv iiberlagern. Die genaue
Phasenlage héngt vom Beobachtungswinkel (s. Fig. 3.2), sowie von der Unord-
nungskonfiguration ab.
Fiir wachsende Korrelationsldngen liegen zunehmend ausgedehnte aber flache Po-
tentialmulden vor. Es kénnen nur Zusténde die darin lokalisiert sind zum RRS-
Signal beitragen. Zu héheren Energien haben die ausgedehnten Zusténde keinen
geniigenden Uberlapp mit der Anregungsrichtung und der Detektionsrichtung.
Das RRS-Spektrum ist daher zunehmend durch einen einzelne Linie auf der mitt-
leren Exzitonfrequenz gegeben. Die Dynamik des zeitaufgelosten Signals wird
bei groflen Korrelationslangen allein durch diese Zustinde bestimmt, die Dop-
pelpeakstruktur verschwindet mit den Beitrdgen der ausgedehnten lokalisierten
Zusténde. Da jedoch das laterale Confinement durch das Unordnungspotential
abnimmt, was sowohl die Hohe, als auch die Lingenskala der Potentialmulden
angeht, erfahren diese Zusténde selbst eine wachsende strahlende Verbreiterung,
da sie zunehmend durch Uberlagerungen von ebenen Wellen innerhalb des Licht-
kegels beschrieben werden kénnen. In Fig. 3.3 kann daher eine Verschiebung des
Signalmaximums bei A, = 5aq zu friiheren Zeiten gegeniiber A\, = 2aq beobachtet
werden.
Durch die Wahl der speziellen Geometrie einer Bragg-Struktur kann die strahlen-
de Lebensdauer der optischen Anregung beeinflufit werden. Die kohdrente Kopp-
lung der QF durch das elektrische Feld bewirkt hier eine der Filmzahl N pro-
portionale, strahlende Verbreiterung der superradianten Mode [45, 46]. Fig. 3.4
zeigt Reflexionsspektren, RRS-Spektren und zeitaufgeloste RRS-Intensitét fiir
eine Bragg-Struktur in Abhéngigkeit von der Filmzahl N. Fiir eine realistische
Simulation wurde eine Grenzfliche zwischen dem Halbleitermaterial und der Luft
mitberiicksichtigt, so dafi der Streuwellenvektor von agK = 0.07 einem externen
Winkel von ca. 45° entspricht. Die Reflektivitdt und die Breite des Reflexions-
spektrums wird mit wachsender Filmzahl durch die zunehmende superradiante
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(c) RRS-Intensititen bei Kay = 0.07 fiir wachsende Filmzahle N einer Bragg-
Struktur
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Abbildung 3.5: Zeitaufgeloste RRS-Intensitiaten bei Kay = 0.07 in Reflexionsgeo-
metrie fiir N=1,10

Kopplung erhéht. Die asymmetrische Linienform fiir die Unordnungsparameter
Ae = 0.5a9, 0 = 0.1 Ry bleibt aber weiterhin sichtbar.

Der Einflu} der superradianten Kopplung auf die spektral und zeitaufgelosten
RRS-Intensititen ist selektiver. Die gesamte Intensitit wichst zunichst mit NV,
nimmt dann jedoch wieder ab. Letzteres trifft nicht fiir den hochenergetischen Teil
des RRS-Spektrums zu. Da die strahlenden Kopplungseffekte von der Projektion
der Zusténde auf Wellenvektoren im Lichtkegel abhiingen, wird das Gewicht der
ausgedehnten im Vergleich zu den stark lokalisierten, subradianten Zusténden
erhoht, was sich in einer mit der Filmzahl anwachsenden hochenergetischen Sei-
te des RRS-Spektrums niederschligt. Entsprechend wird die anfingliche Dyna-
mik der zeitaufgeldsten Signale mit der Filmzahl beschleunigt. Dagegen dndert
sich das Langzeitverhalten, das durch die subradianten Zustéinde dominiert wird,
kaum.

Deutlicher ist das Langzeitverhalten erkennbar bei logarithmischer Darstellung
der zeitaufgelosten RRS-Signale. Fig. 3.5 vergleicht die RRS-Intensitéten des SQF
mit einer \/2-Deckschicht mit den Signalen der Bragg-Struktur mit N = 10 aus
Fig. 3.4 mit den Unordnungsparametern A, = 0.5a9, 0 = 0.1Ry. Die superradiante
Kopplung hat in erster Linie Einflufy auf die Kurzzeitdynamik durch Erhéhen der
homogenen Verbreiterung der ausgedehnten Zusténde. Der Abfall fiir grofle Zeiten
(t > 5ps) ist durch nichtstrahlende Prozesse dominiert. Die Signale fallen geméf
der nichtstrahlenden Dephasierungsrate 7, ab. Geringe Abweichungen hiervon
sind auf eine kleine strahlende Verbreiterung zuriickzufiihren, die fiir eine nicht
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verschwindende Ankopplung an das Lichtfeld n6tig ist. Der Abfall des Signals ist
iiberlagert von Oszillationen auf einer Zeitskala von 3ps-5ps, die durch die Auf-
spaltung der RRS-Spektren in die spektral scharfen subradianten Beitrige und
den stark inhomogen verbreiterten Auslaufer strahlender, ausgedehnter Zusténde
gegeben ist. Wihrend beim SQF allein die stark lokalisierten Zustdnde subradian-
te Beitrage liefern, existieren in der Bragg-Struktur durch die Strahlungskopplung
der QF untereinander induzierte, weitere subradiante Beitrige der ausgedehnten
Zusténde [67, 68]. Die Oszillationen des Signals sind daher bei der Bragg-Struktur
ausgepragter als beim SQF.

Die RRS erlaubt also, den nichtstrahlenden Beitrag zum Dephasieren der op-
tischen Anregung zu extrahieren. Dies ist in Einklang mit experimentell beob-
achteten sehr grofien Abfallszeiten von RRS-Signalen, die iiber der strahlenden
Zerfallszeit von ca. 12ps fiir GaAs liegen [87]. Bei bekannter nichtstrahlender
Dephasierungsrate und Gesamtlinienbreite einer Probe ist der fiir das zugrunde-
liegende Unordnungspotential in Frage kommende Parameterbereich die Varianz
und die Korrelationsldnge betreffend begrenzt. Eine weitere Variationsmoglichkeit
beim Vergleich mit experimentellen RRS-Signalen bietet die Wahl der Korrelati-
onsfunktion der Unordnung. So wurde mit Hilfe des oben beschriebenen phéno-
menologischem Modells bei Annahme einer exponentiellen Korrelationsfunktion
an Stelle einer GauBkorrelation eine bessere Ubereinstimmung von berechneten
und gemessenen RRS-Signalen erzielt [24]. Im Bereich kleiner Korrelationslénge
im Vergleich zum exzitonischen Bohr-Radius sollte dies jedoch nur eine unterge-
ordnete Rolle spielen, da die effektive Korrelationfunktion fiir die Schwerpunkts-
bewegung des Exzitons im Wesentlichen durch das Uberlappintegral bestimmt
wird.

Neben der Korrelationsfunktion ist in die hier erzielten Ergebnisse die Wahl einer
Gauflverteilung als Wahrscheinlichkeitsdichte fiir die Potentialfluktuationen ein-
gegangen (s. Gl. (2.37)). Auch andere Verteilungsfunktionen sind hier vorstellbar,
wie z.b. diskrete Verteilungen unter der Annahme von Monolagenfluktuationen
oder die Wahl der QF-Breite als Zufallsvariable, die zu asymmetrischen Vertei-
lungsfunktionen fiir die Potentialfluktuationen um die mittlere Exzitonfrequenz
fiihrt.

Im Rahmen der hier durchgefiihrten Untersuchung hat sich gezeigt, dafl die Ana-
lyse der Kurzzeitdynamik zeitaufgeloster RRS-Signale und der RRS-Spektren ins-
besondere bei Beobachtungsrichtungen geringer Intensitédt Riickschliisse iiber die
Koexistenz stark lokalisierter und ausgedehnter Zustinde zuldfit. Diese duflern
sich in einer Interferenz von strahlenden und subradianten Moden. Da die Lo-
kalisierungseigenschaften neben der Varianz von der Lingenskala der Unordnung
abhéngen, haben sich bei gleicher Gesamtlinienbreite der Absorption als mef}-
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barer Grofle signifikante Unterschiede der RRS-Signale fiir verschiedene Korre-
lationslédngen ergeben. Bei Giiltigkeit der Eingangsannahmen die Korrelations-
funktion und die Wahrscheinlichkeitsdichte der Potentialfluktuationen betreffend
erscheint es also moglich, durch den Vergleich von berechneten und gemessenen
RRS-Signalen die Unordnung in einer Probe quantitativ in ihren statistischen
Parametern zu erfassen. Die Aussagekraft dieses Ansatzes als zerstérungsfreie
Charakterisierungmethode fiir die Unordnung einer Probe l&8t sich jedoch erst
durch den Vergleich mit Resultaten anderer Methoden, wie z.b. der Transmissi-
onselektronenmikroskopie [7, 86], belegen, nachdem eine Reihe von gemessenen
RRS-Signalen durch die Theorie konsistent reproduziert werden konnten.

Da die Probengeometrie die komplexe Energierenormierung durch die Wechsel-
wirkung mit dem Lichtfeld bestimmt, mufl auch diese bei der Simulation in einer
selbskonsistenten Formulierung der Propagation und der Materialantwort beriick-
sichtigt werden. Bei herkémmlichen MQF-Proben, bei denen der Abstand der
QF d oft im Bereich d < 0.01\ liegt, konnen ebenfalls durch die Ndhe zur Bragg-
Bedingung, die bei d = 0 wieder erfiillt ist, &hnliche Kopplungseinfliisse auftreten,
wie die hier gezeigten.

3.2 Vier-Wellen-Mischen

In diesem Kapitel wird der Einflul von Unordnung auf die VWM-Signale von
MQF untersucht. Hierbei kommt den Bragg-Strukturen eine besondere Bedeu-
tung zu, denn neben der superradianten Mode existieren subradiante Moden,
die in der idealen Struktur keine Ankopplung and das Lichtfeld besitzen und
deren strahlende Zerfallsrate verschwindet [45]. In Anwesenheit von Unordnung
jedoch konnen diese Moden des gekoppelten Systems aus Exziton und Lichtfeld
in optischen Experimenten sichtbar werden, da die Unterdriickung der subradian-
ten Moden in der idealen Struktur duflerst phasensensitiv ist. In zeitintegrierten
VWDM-Experimenten wurde ein anfinglicher superradianter Zerfall nachgewiesen
[46], doch das Signal fiel nicht iiber mehrere GréBenordnungen ab, wie fiir die
perfekte Bragg-Struktur vorhergesagt, sondern zeigte einen Zweistufenabfall, der
auf Unordnung zuriickgefiihrt werden kann [67, 68, 75, 13]. Neben einem Unord-
nungspotential, das innerhalb der Filme Einflul auf die optischen Eigenschaften
nimmt, bildet bei kohérent gekoppelten MQF eine Fluktuation der Barrierenbrei-
ten, als geometrische Abweichung oder Variation des Brechungsindex, in Folge der
phasensensitiven Strahlungskopplung eine neue Form von Unordnung.

Der Zugang des VWM erlaubt in Anwesenheit einer inhomogenen Verbreiterung
der Exzitonlinie die Bestimmung der homogenen Linienbreite und gibt damit
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Aufschluff auf den strahlenden Zerfall, falls andere Dephasierungsmechanismen
ausgeschlossen werden kénnen. Das Wechselspiel von strahlendem Zerfall und an-
regungsinduziertem Dephasieren wurde in der Vergangenheit schon untersucht.
Durch Ladungstriager-Ladungstriger-Streuung kann die Superradianz in Bragg-
Strukturen zunehmend unterdriickt werden indem die Kohérenz zwischen ver-
schiedenen QF zerstort wird [57, 58, 47]. Durch geringe Anregungsintensitéiten
und tiefe Temperaturen kann jedoch das Dephasieren aufgrund der Wechselwir-
kung der Elektronen untereinander und der Streuung mit Phononen im Experi-
ment unterdriickt werden, so dafi der strahlende Zerfall und Unordnungseinfliisse
die optischen Eigenschaften dominieren.

Da die volle Vektorbehandlung des Problems fiir die Berechnung von VWM-
Signalen in Anwesenheit von Unordnung die heutigen numerischen Moglichkeiten
sprengt, ist hier neben anderen Ndherungen die Beschrinkung auf den klassischen
Limes grofler Korrelationsldnge im Vergleich zum Bohr-Radius des Exzitons not-
wendig. Im Folgenden werden die Bewegungsgleichungen fiir die nichtlinearen
Signale hergeleitet, sowie berechnete Daten mit experimentellen Befunden vergli-
chen. Hierbei spielt neben der Probengeometrie auch die dielektrische Umgebung
der QF hinsichtlich der Kopplung durch das transversale Feld eine Rolle. Insbe-
sondere an der Grenzfliche zwischen Luft und Halbleitermaterial wird aufgrund
des hohen Brechungsindexunterschieds ein grofler Anteil der Felder mit einer der
Dicke der Deckschicht d; entsprechenden Phase in die Struktur zuriickgekoppelt,
wodurch die kohérenten optischen Eigenschaften modifiziert werden. Da die Re-
flektivitdt von der Polarisationsrichtung der einfallenden Felder abhiingt, bieten
Experimente unter dem Brewster-Winkel eine ausgezeichnete Moglichkeit, den
Einfluf der Deckschicht zu studieren [4].

3.2.1 Nichtlineare Bewegungsgleichungen

Wie in Kap. 2.3 ausgefiihrt kann im klassischen Grenzfall die Streuung des Ex-
zitons an der Unordnung vernachlissigt werden. Der MQF kann daher als ein
Ensemble verschiedener Wachstumsinseln aufgefaf3t werden, wobei jeder Insel ei-
ne konkrete Realisierung alternierender Film- und Barrierenbreiten zugeordnet
wird. In einem optischen Experiment wird durch den einfallenden Laserpuls mit
endlichem Strahlradius (o< 100 gm,) ein Ensemble von verschiedenen Wachstums-
inseln angeregt, so daf die detektierten Signale in Transmissions und Reflexions-
geometrie konfigurationsgemittelte Groflen darstellen:

Ir(t) = KEr(t)eons.”s  Ir(t) = KER®E))cons.|", (3.2)
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Mit Vernachlédssigung der Streuung der Exzitonen reduziert sich das Problem
der Vektorpropagation auf die Losung einer skalaren Wellengleichung fiir die
Polarisationskomponenten und die jeweilige Wachstumsinsel am Ort R,. Fiir
eine halbunendliche Halbleiterprobe mit einer Grenzfliche zur Luft, die durch
Transmissions- und Reflexionskoeffizienten ¢y, 7, [79] charakterisiert ist, ergibt
sich:

2m m
ERy,z,t) =twE(R),t —2z/c) — 72] (Ry,t — |z — zm|cosa/c)

2 )
~ T ij(R//,t— |2 4+ 2| cosa/c)

+ Ofsina), (3.3)

wobei tvio(R//,t) der durch die Grenzschicht transmittierte externe Laserpuls
ist, der in positive Wachstumsrichtung z propagiert. Dieser wird durch die in-
duzierten Interbandstréome in den verschiedenen QF renormiert, die zu den op-
tischen Wegléngen entsprechenden retardierten Zeitargumenten beitragen. Fiir
kleine Winkel o zwischen der Wachstumsrichtung und dem Wellenvektor des
einfallenden Feldes kann die Propagation mit Hilfe einer effektiven optischen
Weglinge |z — z,| cosa beschrieben werden [46, 49]. Auch bei grofien exter-
nen Winkeln bleiben die Winkel innerhalb der Probe aufgrund des grofien Bre-
chungsindex des Halbleitermaterials klein, denn nach dem Snellius Brechungsge-
setz sin o, = nsin a. Neben dem direkten Term o< (R, t — |2 — zp|a/c) in Gl
(3.3) mit einem retardierten Zeitargument, das der optischen Weglinge zwischen
z und dem QF am Ort z,, entspricht, stellt der Beitrag o< 74,j™ (R, t—|24+2m|/c)
Komponenten dar, die an der Grenzschicht zur Luft reflektiert wurden. Aufgrund
dieser Zeitretardierungen hingt die optische Antwort des MQF von den opti-
schen Weglingen innerhalb der Struktur ab, die aufgrund von Fluktuationen in
der Geometrie oder der chemischen Zusammensetzung des Barrierenmaterials va-
riieren kann.

Um die nichtlineare optische Antwort des Materials zu berechnen, mufl der Inter-
bandstrom aus mikroskopischen Bewegungsgleichungen ermittelt werden. Der ma-
kroskopische Strom im QF n j*(R/,t) = ZK// ™Ky, t) e®rRr wird wie in Kap.
2.3 beziiglich seiner Relativbewegung nach Exzitonwellenfunktionen entwickelt,
J"(Ry,t) = 0 Yy 1apna(Ry, 1) so daBl nun die Schwerpunktsbewegung des Zu-
standes A einer Bewegungsgleichung im Ortsraum geniigt, die an die kohérente
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Besetzung na\(Ry) = fi,(R)) = fiA(R/) koppelt:

0 Ag,
Z |:< ot + —€xt 7’70) 5/\/\’ - Un,/\/\’ (R//):| Dn X (R//, t) =
A

(Q,Unn,A(R//; t)— ) En(Ry,t) — 2 Z vy (Ry, t)pny (Ry,t)
A',A”

it ARy, t) = 1 (B Ry, )pn (R 1) = Bn(Ry, )00 (Ry 1)) (3.4)

wobei En(R//,t) = E(R//,zn,t),

CAN N = Z Vie)—x, (03K )ox (ky)oxr (k) — @i (ko (K ) ar (k) (3.5)
kK,

das Coulomb-Matrixelement und

U (R) = / aAg;(xy) (U (Ry + Thry) = UM (R - %r//)) ox (r))
(3.6)

das effektive Unordnungspotential ist, das durch die Relativbewegung gemittelt
wird [14, 15]. Im klassischen Grenzfall A\, — oo geht einerseits das Unordnungs-
potential iiber in

U (Ry) = Un(Ry)dav, (3.7)

wobei U, (R )+E, die Bandkante im n-ten QF ist, andererseits kann die kinetische
Energie gegeniiber der potentiellen Energie, die durch die Unordnungsrealisierung
bestimmt wird, vernachléssigt werden. Die Ortsabhingigkeit wird daher parame-
trisch, die optischen Eigenschaften sind durch eine Ensemblemittelung iiber die
gestreuten Bandkantenenergien gegeben [68].

In einem VWM-Experiment besteht das anregende Laserfeld iiblicherweise aus
zwei um eine Zeitspanne 7 gegeneinander verzogerte, mit der Frequenz wy, spek-
tral entartete Pulse,

By(t,1) = B (t — 7)e irtt=nken) 4 p £(p)emilwr®)—kir) (3.8)

die in die Richtungen ks und k;, propagieren. Aufgrund des Bruchs der Symmetrie
in Wachstumsrichtung unterscheiden sich i.a. die Signale in Reflexionsgeometrie
(2ky,y—ky,y, —2ks ,+ k1 ;) und in Transmissionsrichtung, (2ks, y—k,/, 2ks . —k1 ;).
Innerhalb eines x3-Formalismus werden die Bewegungsgleichungen in dritter Ord-
nung im angelegten Feld geldst um die Polarisation dritter Ordnung P ;) propor-
tional zu E3E} zu berechnen, die zu den detektierten VWM-Signalen in der Be-
obachtungsrichtung c 1) beitridgt. Um biexzitonische Beitrdge zu unterdriicken
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Abbildung 3.6: VWM-Geometrie

wird resonante Anregung des 1s-hh-Ubergangs mit zwei kozirkular polarisierten
Pulsen angenommen. Fiir geniigende Pulslinge wird die Anregung von Kontinu-
umszusténden vermieden und die numerische Losung von Gl. (3.4) kann auf das
1s-Exziton beschrinkt werden:

0 . . .

o = —i(wn — 170)Pn — iEn (2pnn —7)

a - * *

o7 = —i(Enpn = Eap}) (3:9)

Der Index A = 1s wurde hier unterdriickt, sowie die Schwerpunktskoordinate, in
der die Bewegungsgleichungen durch die Beschrankung auf den klassischen Grenz-
fall diagonal sind. Jedoch héngt die Ubergangsenergie w,(R)) = E;—e1s+U,(R))
von der jeweiligen Unordnungsrealisierung ab, so dafl jeder QF ein inhomogen ver-
breitertes Ensemble von exzitonischen Resonanzen darstellt. Im Falle von Barrie-
rendickefluktuationen stellt die Position des QF z, eine Zufallsfariable dar, so daf
der Filmabstand zwischen dem n-ten und dem m-ten QF d. = |z, — 25| cosa,
dt = |zp+ 2m| cos a um ihre Mittelwerte d = gestreut sind. Fiir den koh#renten
Grenzfall wurde der Erhaltungssatz n, = |p,|?/¢(0) verwendet, der fiir geringe
Ladungstriagerdichten giiltig ist [51]. Um die retardierten Zeitargumente zu elimi-
nieren, wird die ”Slowly Varying Envelope Approximation” (SVEA) [45] in der
Zeit angewandt,

0 - 0 dpm O
niy ~ —twr(t—dnm/c) | _; nm ~n
il (t = dum/c) = ¢ ( zwL+—at) <1+0< ; —at))p (t),
(3.10)

bei der die Ableitung der nach Abspalten der Laserfrequenz langsam verdnder-
lichen Amplitudenfunktion Pl gegeniiber der schnellen Rotation mit w;, ver-



3.2. VIER-WELLEN-MISCHEN 29

nachléssigt wird. Korrekturen durch die Zeitableitung der langsamen Amplitu-
denfunktion p” ergeben sich dann, wenn der Anregungspuls der Linge cAt kurz
gegen die Ausdehnung der Probe ist, denn dieser bestimmt bei kleinen Zeiten
den Aufbau der Polarisation. Bei iiblichen Proben ist daher die SVEA eine gu-
te Ndherung, da aufgrund der hohen Lichtgeschwindigkeit d,,,,/c < At fiir alle
n, m.

Die Polarisation dritter Ordnung ist dann in SVEA bestimmt durch:

0 ~n - : ~n, twrdpm/c iwpdy ~m,
aiPen (t) = —i(wn — wr — 170)Pop) (t) — Trad Z (6 phml€ 4 e Ld""’) Py ()

— 2ipe twr ((t—7)— zn/c)ﬁn*() ()Egg(t—T)
+ zrde( sondinfe e r /) g ()7 ()5 (), (3.11)

wobei py ;) (¢) = ei“’Lt|go(0)\’1p’(12|1)(t). PT, py sind die linearen Polarisationen in-

duziert durch die entsprechenden Pulse F1, Ej.
Zur Konfigurationsmittelung fiir das VWM-Signal tragen dann die Felder:

Eg@u(t,T) = eradtbvzezw”m/cpgp Wny t,T))conf

ET,(2|1) (ta T) = <irrad Z “wiEm/e + 7 ezszm/c) p( 21 )(wma ta T))confa (3-12)

zu den Zeitaufgelﬁsten IT/R @n(t,7) = |Er/ren)(t,7)|?, sowie zeitintegrierte
VWM-Signale I'r/g o1)(T) = [ dtIr/gep)(t, 7) bei, wobei die Konfigurationsmit-
telung numerisch durchgefuhrt wird.

3.2.2 Subradiante Moden in Bragg-Strukturen

In Fig. 3.7 ist das zeitintegrierte VWM-Signal einer N = 10 Bragg-Struktur fiir
Barrierendickefluktuationen um A/2 und Grenzflichenrauhheit dargestellt. So-
wohl die Barrierendicke als auch die Fluktuation der Bandkante geniigen einer
Gauflverteilung mit Standardabweichung o, bzw. og. Beide Formen von Unord-
nung fithren zu einem Zweistufenabfall des Signals. Wahrend der anfingliche
Abfall dem superradianten Zustand zugeordnet werden kann, der sich durch N-
fache strahlende Verbreiterung auszeichnet, dominieren subradiante Moden das
Langzeitverhalten. Diese erhalten durch die unordnungsbedingte Abweichung von
der Bragg-Bedingung eine kleine Ankopplung an das optische Feld, ihre strah-
lende Verbreiterung ist jedoch gering, so dafl der Zerfall der Polarisation durch
nichtstrahlende Prozesse, reprisentiert durch die phinomenologische Démpfung
70, dominiert wird. Die homogene nichtstrahlende Linienbreite wurde hier mit
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Abbildung 3.7: Zeitintegriertes VWM-Signal einer N = 10 Bragg-Struktur in
Reflexionsgeometrie fiir Barrierendickefluktuation (o4), sowie fiir eine inhomogene
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Y = 0.004Ry < I';44 gniigend klein gewahlt, um Effekte der Strahlungskopplung
untersuchen zu konnen. Durch den Vergleich mit dem Experiment hat sich ge-
zeigt, dafl dieser Wert nicht unrealistisch ist und die Lebensdauer exzitonischer
Anregungen in hochwertigen Proben durch den strahlenden Zerfall begrenzt wird
(13, 4].

Wihrend im Falle der Barrierendickefluktuationen der Abfall des zeitintegrier-
ten VWM-Signals durch einen freien Induktionszerfall beschrieben wird I(7) o
exp(—277), fithrt schon eine geringe inhomogene Verbreiterung zu einem pho-
tonechoartigen Abfall I(7) o exp(—4v,7) [67, 68]. Im Gegensatz zur superradi-
anten Mode, bei der die kohdrente Kopplung die strahlende Verbreiterung erhoht
78 = NT 44, ist diese bei den subradianten Moden stark reduziert, I's%6 < T4,
nicht nur im Vergleich zum superradianten Zustand, sondern auch zur strahlenden
Breite des SQF I',.,4. Daher ist die inhomogene Verbreiterung grofl gegen die ho-
mogene der subradianten Moden I'*“4 +~,, so daf} ein Photonecho entstehen kann
(8, 95]. Bei einer Bragg-Struktur kénnen also gleizeitig sowohl ein freier Induk-
tionszerfall durch die Superradianz, die bei geringer gegenseitiger Zeitverzoge-
rung der Pulse 7 die nichtlineare Antwort dominiert, als auch ein Photonecho
im Langzeitverhalten als Signatur der subradianten Moden beobachtet werden.
Das Verhiltnis von homogener zu inhomogener Verbreiterung dndert sich hier
als Funktion der Zeitverzogerung zwischen den Pulsen. Gleichzeitig bietet eine
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Braggstruktur hoher Qualitit die experimentelle Moglichkeit durch das Abkling-
verhalten fiir grofes 7 eine Abschétzung fiir den nichtstrahlenden Beitrag zum
Dephasieren v, zu gewinnen.

Fiir ein hohes Mafl an Barrierendickefluktuationen zeigt sich oszillatorisches Ver-
halten des zeitintegrierten VWM-Signals. Die subradianten Moden des Systems
sind durch die Abweichung von der Bragg-Bedingung wis;/c = 27/A komplex
gegen den superradianten Zustand an der Exzitonresonanz verschoben. Die zu
héheren und zu niedrigeren Energien verschobenen Moden interferieren mitein-
ander und fiihren zu langwelligen Oszillationen des Signals. Die resultierende
Aufspaltung ist dabei durch die Kopplungskonstante I',.,; begrenzt. Dahingegen
zeigt die inhomogen verbreiterte Braggstruktur exponentielles Verhalten fiir alle
Unordnungsparameter, denn mit der Streuung der Resonanzenergien des Exzi-
tons sind auch die Resonanzen des gekoppelten Systems inhomogen verbreitert.
Bei wachsender Unordnung nimmt die strahlende Lebensdauer der subradianten
Moden ab, so dafl der Abfall des Signals fiir grofie Zeitverzogerung zwischen den
Anregungspulsen mit zunehmender Unordnung schneller wird (Fig. 3.7,3.8). Hier-
bei geniigt die strahlende Breite der Moden I',4q > I'*“% > 0. Wihrend im Falle

rad =
['s¥ = 0 eine perfekte Bragg-Struktur vorliegt, nimmt die strahlende Zerfallsrate

rad

mit der inhomogenen Verbreiterung zu, bis die QF durch die Unordnung entkop-
pelt sind und die strahlende Lebensdauer der Moden der des SQF entspricht.
Fig. 3.8 zeigt diesen Ubergang durch den Vergleich der zeitintegrierten VWM-
Signale einer Bragg-Struktur mit N = 10 und eines SQF fiir wachsende inho-
mogene Breite og. Beim SQF beschleunigt sich der Abfall des zeitintegrierten
VWM-Signals zunéchst mit zunehmender Unordnung. Der freie Induktionszer-
fall I(1) < exp(—2Yhom7) geht mit zunehmender Unordnung iiber in ein pho-
tonechoartiges Verhalten I(7) o exp(—4YhomT). Hierbei ist die Zeitkonstante
durch die gesamte homogene Breite vuom = Yo + I'req durch strahlende und nicht-
strahlende Beitrige gegeben. Ist die inhomogene Breite grofl gegen die homogene
(08 > 107hom) kann der zweite Puls die Zeitentwicklung der verschiedenen Fre-
quenzkomponenten umkehren, so daf§ ein Photonecho entstehen kann [8]. Im inter-
medidren Bereich, op & Y40 ist €in Ubergang zwischen freiem Induktionszerfall
und Photonecho im zeitintegrierten VWM-Signal beobachtbar, wie Fig. 3.8b fiir
geringe inhomogene Breite zeigt. Neben diesem Ubergang in der Charakteristik
des Signals ist eine Zunahme der inhomogenen Breite von einer Verringerung der
Signalamplitude begleitet, die auf zunehmende destruktive Interferenz zuriick-
zufiihren ist.

Die Bragg-Struktur zeigt in Fig. 3.8 fiir geringe und moderate Unordnungspara-
meter den Zweistufenabfall des VWM-Signals, der auf die Koexistenz von super-
radianten und subradianten Moden hindeutet. Da die strahlende Verbreiterung
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Abbildung 3.8: Zeitintegrierte VWM-Signale in Reflexionsgeometrie einer Bragg-
Struktur mit N = 10 (a), sowie eines SQF (b) fiir zunehmende inhomogene
Verbreiterung og, c: Maximalamplitude als Funktion der Unordnung
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der Komponenten, die bei groem 7 beitragen, mit der Unordnung zunimmt, be-
schleunigt sich der Abfall des Signals fiir wachsendes og. Gleichzeitig wird durch
Unterdriickung der Strahlungskopplung die strahlende Verbreiterung des super-
radianten Zustandes verringert, bis die QF als beziiglich der Strahlungskopplung
separiert betrachtet werden kénnen. In diesem Fall ergibt sich das Gesamtsignal
als Summe der Beitrige von N SQF, so dafi I o« N2. Neben der Form des zeitin-
tegrierten VWM-Signals, das zunehmend dem monoexponentiellen Verhalten des

SQF gleicht, demonstriert das Verhalten der Signalamplitude der Bragg-Struktur
im Vergleich zum SQF diesen Ubergang zum ungekoppelten System. Fig. 3.8c
zeigt die Signalamplitude der Bragg-Struktur und des SQF als Funktion von der
Stdrke der Unordnung. Im Gegensatz zum SQF, bei dem die Signalamplitude
mit zunehmender inhomogener Breite monoton abnimmt, gibt es bei der Bragg-
Struktur zwei konkurrierende Mechanismen, die zu nicht monotonem Verhalten
fithren. Die Superradianz fiihrt zu einer Verringerung der Signalamplitude im Ver-
gleich zum N2-Verhalten, das auf ungekoppelte QF zutrifft. Indem die Unordnung
die kohdrente Kopplung zunehmend zerstort, wird dieser Effekt unterdriickt, was
die Signalamplitude zunéchst anwachsen 1d8t. Schliefllich nimmt die Amplitude
jedoch als Funktion der Unordnungsstéirke aufgrund der zunehmenden destrukti-
ven Interferenz wie beim SQF wieder ab.

Der Ubergang zwischen freiem Induktionszerfall und Photonecho in Abhingigkeit
von der Zeitverzogerung 7 zwischen den Anregungspulsen ist im zeitaufgelosten
VWM klar erkennbar. Fig. 3.9 zeigt die entsprechenden Signale fiir eine Bragg-
Struktur mit 10 QF, Fig. 3.10 die gemessenen Signale dazu. Um die gerechneten
Ergebnisse mit dem Experiment vergleichen zu konnen wurde eine Deckschicht
von d; = 0.24)\ mitberiicksichtigt. Der Einflufl auf die kohérenten optischen Ei-
genschaften wird im folgenden Abschnitt noch néher untersucht. Die genaue Pro-
bengeometrie ist bei der quantitativen Analyse optischer Experimente wichtig,
da die Strahlungskopplung sensitiv von den optischen Weglingen innerhalb der
Probe abhingt. Bei den theoretischen VWM-Signalen wurde eine inhomogene
Verbreiterung des Exziton von 0.2Ry angenommen, die in guter Ubereinstim-
mung mit der in einem Photolumineszenzexperiment an dieser Probe gemessenen
Linienbreite ist [13, 96].

Die VWM-Experimente wurden in der Gruppe von J. Kuhl am Max Planck In-
stitut fiir Festkorperforschung in Stuttgart von M. Hiibner und D. Ammerlahn
durchgefiihrt. Die Proben wurden bei niedrigen Temperaturen (8K) und gerin-
gen Intensitiaten (2pJ) mit zwei kozirkular polarisierten, spektral dengenerierten
Anregungspulse angeregt, um die Wechselwirkung mit Phononen und Ladungs-
tragerstreuung zu unterdriicken. Die Exzitondichte lag hierbei in der Gréflenord-
nung von 10°/cm?. Die spektrale Breite der 100 f s-Pulse eines Kerr-Linsen moden-
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gekoppelten Ti:Saphir-Lasers wurden durch einen Pulsformer auf 0.8 Ry begrenzt,
wodurch die Anregung freier Ladungstriger bei Anregung des hh-Exzitons ver-
mieden wird. Die Pulslidnge betrigt dann etwa 800fs. Der Winkel zwischen den
Anregungspulsen betrug 5°, so dafi beide Pulse nahezu senkrecht auf die Probe
trafen. Das VWM-Signal in Reflexionsgeometrie wurde mit Hilfe eines LiIOs-
Kristalls mit einem starken 100fs-Puls des gleichen Lasers aufkonvertiert, der
gleichzeitig die zeitliche Auflosung des Experiments bestimmt.

Die gemessenen Signale werden durch die Theorie gut reproduziert. Bei kleiner
Verzogerung 7 ist die Signalform in Fig. 3.9, 3.10 noch asymmetrisch als Signa-
tur des freien Induktionszerfalls der superradianten Mode. Nachdem diese abge-
klungen ist, dominieren die subradianten Beitrédge, die ein Photonecho erzeugen,
was sich in der verinderten Signalform niederschliigt. Deutlicher wird der Uber-
gang, wenn man den Zeitpunkt des Signalmaximums gegen die Zeitverzogerung
der Anregungspulse auftriagt. Die Signalmaxima liegen zunéchst auf einer Gera-
den t,,ax x 7, im subradianten Regime folgen sie dahingengen einer Geraden
tmaz X 27. Weiterhin ist erkennbar, dafl die Maxima der Photonechos gegen
t = 27 verschoben sind. Im wechselwirkungsfreien Fall sollten sie exakt dort er-
scheinen. Durch die Strahlungskopplung jedoch gibt es interferierende Beitréige in
abgebeugter Richtung. In GIl. 3.11 {iberlagern sich der Beitrag proportional zum
eingestrahlten Pumppuls oc p7*(¢)p5 (t) F2€(t — 7) und die Renormierung durch
die kohirente Kopplung oc p7*pp7 destruktiv. Diese destruktive Uberlagerung
fithrt auch zu dem lokalen Minimum bei 7 = Ops in den zeitintegrierten Signalen
bei geringer Unordnung (s. Fig. 3.7,3.8).

Der Vorteil des zeitaufgelosten VWM liegt darin, das die Charakteristik des Si-
gnals, freier Induktionszerfall oder Echoverhalten, deutlich wird. Das zeitinte-
grierte Signal erlaubt zwar das einfache Ablesen der Zeitkonstante fiir den Ab-
fall, jedoch bleibt unbekannt, ob der Abfall einem freien Induktionszerfall oder
einem Echoverhalten folgt, so dafl die homogene Linienbreite noch mit einer Un-
genauigkeit von einem Faktor 2 belegt ist. Durch die Analyse der zeitaufgelosten
VWDM-Signale ist dahingegen die Charakteristik bestimmt. Da fiir die subradi-
anten Moden Vuom = Yo + €lqq mit € < 1, konnte damit durch Auswertung
des Langzeitverhaltens im zeitintegrierten VWM die nichtstrahlende Zerfallsrate
der Polarisation mit vy < 0.01 Ry fiir diese und vergleichbare Proben abgeschétzt
werden [13]. Dieser Wert ist in guter Ubereinstimmung mit spektral scharfen
Signaturen in VWM-Spektren bei grofler Zeitverzégerung zwischen den Anre-
gungspulsen [96]. Auch bei vergleichbar hochwertigen SQF-Proben ist daher die
homogene Linienbreite durch den strahlenden Zerfall dominiert.
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3.2.3 Einflufl der dielektrischen Umgebung

Wie im vorangegangenen Abschnitt angedeutet, ist die strahlende Lebensdauer
von Anregungen keine intrinsische Eigenschaft von QF, sonder hingt von seiner
Umgebung innerhalb der Probe ab. Neben der Periodizitdt in MQF, bei denen
die optischen Resonanzen innerhalb der verschiedenen QF zu vor- und riicklau-
fenden Komponenten innerhalb der Struktur sorgen, die sich mit der Geometrie
entsprechenden Phasen iiberlagern, spielt auch die dielektrische Umgebung ei-
ne Rolle. An Grenzschichten zwischen verschiedenen Dielektrika treten ebenfalls
Reflexion und Transmission auf. Aufgrund des hohen Brechungsindexunterschied
zwischen dem Halbleitermaterial und der Luft hdngen die kohdrenten optischen
Eigenschaften insbesondere von der Reflektivitit dieser Grenzfliche und der Dicke
der Deckschicht ab, die in realen Proben stets vorliegt. In diesem Abschnitt wird
die Abhéngigkeit des strahlenden Zerfalls von der Deckschicht n&dher untersucht.
Hierbei wird die Probe unter dem Brewster-Winkel angeregt, so dafl Einfliisse
der Reflexion an der Halbleiter/Luft Grenzfliche in der Polarisationsrichtung
senkrecht zur Einfallsebene sich besonders stark auswirken, wihrend in der p-
Polarisation die Reflektivitiit und damit der Einfif auf den strahlenden Zerfall
verschwindet.

Fiir den Imaginérteil der strahlenden Energierenormierung beim SQF mit einer
Deckschicht der Dicke d; ergibt sich als effektive Zerfallsrate:

d
T R (1 + Thy COS (4%%)) , (3.13)
wahrend durch den Realteil eine Energieverschiebung bestimmt ist:
: di
Aw=T,4411—rp,sin (4%;) ) (3.14)

Der Reflexionskoeffizient ist hierbei nicht nur von den Materialparametern
abhéingig, sonder auch von der Polarisationsrichtung des einfallenden Lichts.
Man entnimmt den Formeln, daf die maximale Zerfallsrate bei d; = mA/2 mit m
ganzzahlig auftritt, minimale bei d; = (2m+1)A/4. Da in die Kopplungskonstan-
te [rag < |©15(0)[> der Uberlapp der Wellenfunktionen von Elektron und Loch
eingehen und i.a. fiir reale QF endlicher Breite |22 (0)[?> > |p1,(0)[? > |©32(0)]?
stellt der theoretische Wert von T',,4 = 0.014Ry fiir das ideale 2D-System eine
obere Grengze fiir QF dar.

In Fig. 3.11 sind berechnete und experimentelle zeitintegrierte VWM-Signale fiir
zwei verschieden SQF dargestellt. Im Experiment wird das abgebeugte Signal
hierbei durch einen langsamen Photodetektor aufintegriert. Bei Anregung unter
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Abbildung 3.11: Gemessenes und berechnetes zeitintegriertes VWM-Signal in Re-
flexionsgeometrie eines SQF mit d; = 0.53\, og = 0.07TRy = 0.29meV und eines
SQF mit d; = 0.33)\, og = 0.11Ry = 0.45meV fiir Anregung unter dem Brewster-
Winkel in p-Polarisationsrichtung (durchgezogen) und s-Polarisation (gestrichelt)
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Abbildung 3.12: Gemessene und berechnete VWM-Spektren bei 7 = Ops ei-
nes SQF mit d; = 0.53\ , o = 0.07TRy = 0.29meV und eines SQF mit
dy = 0.33)\, og = 0.11Ry = 0.45meV fiir Anregung unter dem Brewster-Winkel
in p-Polarisationsrichtung (durchgezogen) und s-Polarisation (gestrichelt)
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Abbildung 3.13: gemessenes und brechnetes zeitintegriertes VWM-Signal, sowie
Spektren bei 7 = 2ps einer Bragg-Struktur mit N = 10, o = 0.12Ry = 0.50meV
bei Anregung unter dem Brewster-Winkel in p-Polarisation (durchgezogen) und
s-Polarisation (gestrichelt)

dem Brewster-Winkel ergeben sich signifikante Unterschiede in den Abfallszeiten
des Signals in Abhéngigkeit von der Polarisationsrichtung. Bei d; = 0.53A
fithrt die Reflexion an der Halbleiter/Luft Grenzfliche zu einer Verstirkung des
strahlenden Zerfalls, so dafl das Signal in s-Polarisation schneller abfillt als in der
p-Polarisation, bei der der Einflufl der Deckschicht entfillt. Die zweite Probe mit
d; = 0.33)\ zeigt in Einklang mit Gl. (3.13 ) umgekehrtes Verhalten. Die starke
Oberflachenreflexion in der s-Polarisation fiihrt hier zu einem verlangsamten
Abfall des Signals im Vergleich zur p-Polarisation.
Neben den Effekten durch die Deckschicht wird hier der Einflul der Unordnung
in den Proben sichtbar. Der lange Ubergangsbereich bei kleiner Zeitverzogerung
zwischen den Anregungspulsen beim d; = 0.53\-QF ist auf die geringe inhomo-
gene Breite von o = 0.07Ry, die aus Photolumineszenzspektren bekannt ist, im
Vergleich zur homogenen Gesamtverbreiterung zuriickzufiihren, wie schon in Fig.
3.8b beobachtet. Dagegen zeigt die Probe mit d; = 0.33)\ aufgrund ihrer grofleren
inhomogenen Breite von o = 0.11 Ry instantan einen photonechoartigen Abfall.
Die Energieverschiebung fiir die verschiedenen Proben und Polarisati-
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onsrichtungen werden in den VWM-Spektren deutlich (Fig. 3.12). Diese
ergeben sich durch Fourier-Transformation des zeitaufgelosten Signals,
I(w) = [dtIg(t,7)exp(—iwt). Die durch Gl (3.14) vorhergesagten Ener-
gieverschiebungen sind sehr klein und liegen nah am Auflésungsvermoégen des
Spektrometers. Der Vergleich mit den theoretischen Spektren zeigt jedoch, dafl
die Verschiebung von Aw = 0.005Ry bei d; = 0.53\ und Aw = 0.009Ry bei
d; = 0.33) der Spektren in s-Polarisation gegeniiber der p-Polarisation in die
richtige Richtung erfolgen.

Die Argumente fiir den SQF gelten qualitativ auch fiir die superradiante Mode
der Bragg-Struktur. Durch die N-fache strahlende Verbreiterung erfahren die
Effekte jedoch eine Verstiarkung. Fig. 3.13 zeigt experimentelle und theoretische
zeitintegrierte und spektral augeléste VWM-Signale fiir eine Bragg-Struktur mit
N = 10. Die Dicke der Deckschicht betriagt hier d; = 0.24)\. Die zeitintegrierten
Signale in der p-Polarisation zeigen den schon in Fig. 3.8a zu beobachtenden
unordnungsinduzierten Zweistufenabfall (cp = 0.12Ry Photolumineszenzlinien-
breite).

Neben der Unordnung wirkt sich hier auch eine geringe Verstimmung der Struktur
gegen die Bragg-Bedingung aufgrund des endlichen Winkels aus [46, 75]. Deutlich
ist die Koexistenz von superradiantem Zustand und subradianten Moden zu er-
kennen. Der Einflul der Reflexion an der Halbleiter/Luft Grenzschicht fiihrt hier
in der s-Polarisation zu qualitativ unterschiedlichem Verhalten. Da aufgrund der
groflen Reflektivitdt der Grenzschicht in dieser Polarisationsrichtung ein hoher
Anteil der Felder mit einer der optischen Weglidnge d; entsprechenden Phase von
nahezu 7 in die Struktur zuriickgekoppelt wird, kann der superradiante Zerfall
durch destruktive Interferenz nachhaltig unterdriickt werden. Dagegen zeigen
sich kaum Unterschiede der Polarisationsrichtungen im Langzeitverhalten, da
der strahlende Anteil zum Dephasieren bei den subradianten Moden eine eher
untergeordnete Rolle spielt.

Die Interpretation der zeitintegrierten Signale findet ihre Entsprechung in den
VWDM-Spektren. Diese zeigen spektral scharfe, jedoch dominant inhomogen ver-
breiterte Signaturen der subradianten Moden in beiden Polarisationsrichtungen.
Dem Dip in Reflexionsgeometrie entspricht hierbei ein Peak in der Transmission
[97]. In der p-Polarisation ist ein spektral breiter Untergrund sichtbar, der
aufgrund der Verstimmung (d = 0.49)\) insbesondere auf der niederenergetischen
Seite des Spektrums beitrigt. Dieser verschwindet in der s-Polarisation wiahrend
die subradianten Beitrége erhalten bleiben.



Kapitel 4

Unordnung in Mikroresonatoren

Lag in den vorangegangenen Abschnitten lediglich eine Dimensionsreduzierung
fiir das Ladungstriagersystem vor, so werden in diesem Kapitel die Konsequen-
zen einer Dimensionsreduzierung fiir das Lichtfeld in Anwesenheit von Unord-
nung untersucht. Durch hochreflektive Spiegel, die aus alternierenden Halbleiter-
schichten unterschiedlicher Brechungsindizes bestehen, deren Dicke einer viertel
Wellenlidnge der Exzitonresonanz in der entsprechenden Schicht betrigt (DBR
Distributed Bragg-Reflector), werden die Moden des optischen Feldes innerhalb
des Resonators in Wachstumsrichtung quantisiert. In der Richtung der Schich-
tebenen dagegen liegt weiterhin ein Kontinuum von Zusténden zu jeder Mode in
Wachstumsrichtung vor, deren spektrale Lage durch die Dispersion des Resona-
tors gegeben ist. Durch die geringen Abmessungen typischer Mikroresonatoren
(s. Fig. 4.1) in der Grofilenordnung der Resonanzwellenlinge sind die Moden in
Wachstumsrichtung energetisch stark separiert, so da} der Resonator im spek-
tralen Bereich um das Exziton beziiglich dieser Richtung als einmodig betrachtet
werden kann.

Ist ein QF eingeschlossen in einem Mikroresonator, so fiihrt die Licht-Materie-
Wechselwirkung zu einer Mischung der Zustinde von Exziton und Resonatormo-
de. Die Quasiteilchen des gekoppelten Systems als Linearkombination der unge-
koppelten Zustinde werden Polaritonen genannt. Die optischen Spektren zeigen
eine Aufspaltung in zwei Polaritonzweige, falls die Kopplung die Lebensdauer von
Exziton und Resonatormode iibersteigt (Regime starker Kopplung). Ist dies nicht
der Fall, so erscheint nur eine Resonanz im Spektrum. Exziton und Resonator-
mode kénnen noch als gute Eigenzustinde angesehen werden (Regime schwacher
Kopplung). Das Konzept des Polaritons ist schon vom Volumenhalbleiter her
bekannt [29, 98, 99] und wurde zur Anwendung auf QF in Mikroresonatoren er-
weitert [5, 100, 101, 102].

In den ersten Ansétzen zur theoretischen Beschreibung des Einflusses von Un-
ordnung auf die optischen Eigenschaften von Mikroresonatoren wird das Exziton

71
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Abbildung 4.1: Schematische Darstellung eines Mikroresonators mit DBR und
einem QF als optisch aktivem Medium

im Unordnungspotential als ein inhomogen verbreitertes Ensemble von optischen
Ubergéingen betrachtet [103, 104]. Dies entspricht dem Grenzfall grofier Korrelati-
onslidnge des Unordnungspotentials im Vergleich zum Bohr-Radius des Exzitons,
der hier schon im Zusammenhang mit VWM an MQF diskutiert wurde (s. Kap.
2.3, 3.2). Die Streuung des Exzitons, d.h. der Bruch der Translationsinvarianz
in der QF-Ebene wird hierbei vernachléssigt. Experimentell beobachtete, zeitauf-
geloste, lineare Signale [105] konnten mit diesem Modell in ihrem Abfall und
Oszillationsverhalten erfolgreich beschrieben werden.

Motiviert durch die Tatsache, dal die Langenskala der Mittelung eines quanten-
mechanischen Teilchens der Masse m in einem Unordnungspotential mit Fluk-
tuationen auf eine Skala o mit seiner De Broglie-Wellenléinge App = 1/v/2mo
verkniipft ist, wurde vermutet, daf} in Mikroresonatoren Mittelungseffekte in Ana-
logie zur Unordnungsmittelung durch die Relativbewegung des Exzitons auftre-
ten [35, 36, 37]. Hierbei wird fiir die Photonen im Resonator der Léinge L, eine
parabolische Dispersion angenommen, E(K) oc 1/(37)? + K2 &~ 2& + 2K, mit
deren Hilfe eine effektive Masse dem Photon eine effektive Masse zugeordnet wird.
Aus den effektiven Massen von Photon und Exziton ergibt sich dann eine Pola-
ritonmasse, die durch die Beimischung des Photons im Vergleich zum Exziton
reduziert ist. Die parabolische Ndherung ist jedoch nur um K = 0 giiltig, wo-
hingegen bei der Streuung am Unordnungspotential hohe Impulsiibertrige eine
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Rolle spielen konnen. Das Modellsystem des idealen Resonators mit phdnomeno-
logischer Photonenlebensdauer und parabolischer Dispersion wird der komplexen
Modenstruktur realer Mikroresonatoren nicht gerecht.

Es wurden Linienbreiten fiir hoch- und niederenergetisches Polariton vorherge-
sagt, die unter der Linienbreite liegen, die eine Konvolution einer Lorentz-Linie
der Resonatorlinienbreite mit einer Gauflkurve der inhomogenen Verbreiterung
ergeben. Dieser Effekt wurde der Streuung des Polaritons am Unordnungspoten-
tial zugeschrieben, der gemifl der Projektion des Polaritons als Linearkombina-
tion photonischer und exzitonischer Zustinde auf den exzitonischen Unterraum
erfolgt. Die experimentellen Befunde jedoch konnten durch die LDT erklért wer-
den, welche die Streuung der Resonatormoden vernachlissigt. Die Asymmetrie
der Polaritonspektren kann als Konsequenz einer asymmetrischen Linienform des
Exzitons verstanden werden, wobei der Mikroresonator als spektraler Filter wirkt
[38, 40, 39].

In vielen theoretischen Anséitzen wird auf eine selbstkonsistente Beschreibung
der Propagation des optischen Feldes durch die DBR verzichtet, wodurch die
Resonanzstruktur der Resonatormoden vernachléssigt wird. Statt dessen wird
eine homogene Verbreiterung fiir das photonische System eingefiihrt, durch die
die Verluste bei endlicher Reflektivitdt der Spiegel beriicksichtigt werden sollen
[35, 36, 37, 40]. Diese Inkonsistenz beruht auf der Wahl des Resonators als Quan-
tisierungsvolumen fiir das optische Feld, die ideale Spiegel vorraussetzt. Die An-
kopplung an ein externes Feld, durch die erst ein optisches Experiment ermoglicht
wird, kann dann nur nachtrédglich durch das Definieren einer Photonlebensdau-
er im Resonator beriicksichtigt werden. Der sogenannte Quasimodenformalismus
geht dariiber hinaus, indem Bewegungsgleichungen fiir das externe Feld, das iiber
eine lineare Kopplung an die Resonatorphotonen angreift, und das durch die Pho-
tonen getriebene Exziton gelost werden [104, 106]. Auch in diesem Ansatz wird
die Modenstruktur durch die Schichtgeometrie nicht beriicksichtigt. Im Rahmen
des hier gewihlte semiklassischen Ansatzes kann auf einfache Weise durch eine
Transfermatrixmethode (s. Kap. 2.4) die Propagation des optischen Feldes durch
die verschiedenen Halbleiterschichten beschrieben werden, so dafl das Problem
der Ankopplung an ein externes Feld nicht auftritt und gleichzeitig die Moden-
struktur selbskonsistent aufgebaut wird. In der linearen Optik, die hier diskutiert
wird, ist die semiklassische Theorie dabei aequivalent zur QQuantentheorie des
Lichtfeldes. Eine Quantentheorie des Lichtfeldes, die ebenfalls der Schichtstruk-
tur gerecht wird, erfordert eine Entwicklung nach den Eigenmoden des Feldes in
Anwesenheit des stufenférmigen Brechungsindexprofils der DBR [107, 85].
Weiterhin bleibt die Frage bestehen, ob die Streuung des Exzitons am Unord-
nungspotential zu signifikanten Effekten in den optischen Spektren von Mikrore-
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sonatoren fiihrt. Ist die Dynamik allein durch die fundamentale Mode des Resona-
tors als dominanten Zerfallskanal der optischen Anregung bestimmt, so wére die
LDT uneingeschrankt auf diese Strukturen anwendbar. In diesem Kapitel wird
jedoch gezeigt werden, dafi die Streuung des Exzitons am Unordnungspotenti-
al zu einer Kopplung der Resonatormoden fiihrt, die zusétzliche Signaturen in
den Spektren bedingt. Diese Signaturen kénnen mit der LDT nicht reproduziert
werden. Die Moden des Resonators wirken nicht rein dissipativ indem sie einen
Zerfallskanal fiir die optische Anregung bieten, sondern fithren durch die Wechsel-
wirkung mit dem Exziton im Unordnungspotentials zu neuen Eigenzustinden des
Systems. Die optischen Eigenschaften eines QF in einem Mikroresonator kénnen
also nicht in Form einer exzitonischen Resonanz verstanden werden, deren opti-
sche Antwort durch die DBR spektral gefiltert wird, sondern es miissen polari-
tonische Effekte im Sinne einer Wechselwirkung des ungeordneten QF mit dem
komplexen System an Eigenmoden des Resonators beriicksichtigt werden. Die
Streuung des Exzitons an der Unordnung, wie auch die Lichtkopplung miissen
auf der gleichen Ebene behandelt werden. Dies bedeutet nicht nur die Beriick-
sichtigung der fundamentalen Mode, sondern auch des Kontinuums an héheren
Eigenzustinden des Resonators, die sich fiir K > 0 anschlieflen. Insbesondere fiir
den Ubergangsbereich zwischen dem Regime starker und schwacher Kopplung
wurde ein Einfluf des strukturierten Kontinuums an Resonatormoden auf die op-
tischen Eigenschaften von Mikroresonatoren vorhergesagt [108].

Eine dritte Resonanz im Polaritonspektrum wurde experimentell schon in Pump-
Probe-Experimenten beobachtet [109], die Interpretation als Stark-Triplet eines
stark gepumpten Zweiniveausystems ist jedoch einem Halbleitersystem nicht an-
gemessen. Bei hohen Pumpintensititen spielen Ladungstrigerstreuprozesse eine
dominante Rolle, die hier vernachléssigt wurden. Durch das Mollow-Spektrum des
gepumpten Zweiniveausystems im optischen Resonator wird jedoch ein zentraler
Aspekt erfafit, der auch hier eine Rolle spielen wird. Der dritte Peak entsteht
durch die Interferenz von Resonanzen, die sich destruktiv iiberlagern. Hierdurch
werden sehr schmale Linien in den Spektren mdoglich.

Eine Vielzahl von Effekten beruht auf diesem Mechanismus. Fiir die Resonanz-
Fluoreszenz-Spektren eines Dreiniveauatoms wurden spektrale Signaturen vor-
hergesagt, deren Breite um zwei Gréflenordnungen unter der Lebensdauer der
einzelnen angeregten Zusténde liegen [110]. Dieser Effekt beruht auf der Quan-
teninterferenz der angeregten Zustinde, die durch eine Kopplung der Uberginge
induziert wird. Fiir ein Dreiniveausystem, bei dem die angeregten Zusténde ne-
ben dem Grundzustand in einen gemeinsamen zusétzlichen Zustand oder ein ge-
meinsames Kontinuum zerfallen konnen, wurde fiir einen gewisse Frequenz ei-
ne durch Quanteninterferenz verschwindende Absorption bei endlicher Emission
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vorhergesagt [112, 113]. Hierdurch ist es moglich, ein Laserfeld ohne Inversion
zu verstirken [114, 115]. In der Halbleiteroptik liegt héiufig eine Situation vor,
bei der zwei diskrete Niveaus iiber ein Kontinuum gekoppelt sind. Dies fiihrt
zu sogenannten Fano-Resonanzen [111], die ebenfalls durch die Interferenz der
gekoppelten Zustinde entstehen. Die dabei entstehenden Linienbreiten konnen
analog zu atomaren Systemen spektral sehr schmal sein [116, 117, 118, 119].
Das hier untersuchte System besteht aus einem QF, der sich in einem GaAs-
Resonator der Liange der Resonanzwellenlénge zwischen den Spiegeln aus alter-
nierenden Schichten verschiedenen Halbleitermaterials befindet (s. Fig. 4.1). Da
fiir hohe Spiegelreflektivititen Materialien mit hohem Brechungsindexunterschied
vorteilhaft sind, haben sich in der Praxis GaAs/AlAs-Schichten durchgesetzt, die
sich problemlos in dicken Schichten abscheiden lassen, ohne dabei zu hohe Ver-
spannungen aufzubauen. Es werden hier Reflektoren aus 10 Perioden GaAs/AlAs
fiir den oberen Spiegel und 12.5 Perioden fiir den unteren simuliert. Wahrend sich
auf der Unterseite der Probe das Substrat anschliefit, befindet sich eine Grenz-
fliche zur Luft auf der Oberseite. Das Brechungsindexprofil wird hier durch eine
reele Funktion €,(z) beschrieben. In dieser Approximation findet keine Absorpti-
on innerhalb dieser Schichten statt.

Durch das Brechungsindexprofil existieren verschiedene Bereiche von Moden. Bis
zu einem gewissen Wert der Projektion des Wellenvektors auf die Schichtebene
kénnen die Moden im gesamten System propagieren. Aufgrund des héheren Bre-
chungsindex des Halbleitermaterials gegeniiber der Luft existieren Moden, die
nur innerhalb der Probe und dem Substrat propagieren kénnen. Diese gefiihr-
ten Moden sind in der Luft evaneszent. Da der Brechungsindexunterschied der
Halbleitermaterialien, aus denen die DBR aufgebaut sind, im Vergleich zum In-
dexsprung zur Luft relativ gering ist, gibt es ein schmales Intervall von Wellen-
vektoren, die allein im Resonator propagieren kdnnen, nicht jedoch in den AlAs-
Schichten. Wihrend der SQF an ein weitgehend flaches Kontinuum an optischen
Moden koppelt, ist dieses im Resonator durch die Dimensionsreduzierung stark
strukturiert. Dies gilt sowohl fiir die Modenstérke, als auch fiir die Energie und
Verbreiterung [108].

In Fig. 4.2b sind die Transmissionsspektren des Mikroresonators in Abhingigkeit
von der Stirke der Unordnung o bei einer Korrelationslinge A\, = 0.5ay und ei-
ner nichtstrahlenden Dephasierungsrate von 7y = 0.08 Ry bei senkrechtem Einfall
des anregenden Feldes dargestellt. Fiir o = 0 zeigen sich zwei Linien als Folge
der Normalmodenkopplung der entarteten Resonanzen von Resonatormode und
QF-Exziton. Bei wachsender Unordnung werden die Transmissionslinien von nie-
derenergetischem und hochenergetischem Polaritonzweig asymmetrisch verbrei-
tert. Bei K = 0 ist der hochenergetische Zweig exzitonartig und &ndert seine
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Abbildung 4.2: Imaginirteil der gemittelten Suszeptibilitdt (a) und Transmissi-
onsspektren eines Mikroresonators (b) in Abhéngigkeit von der Stérke der Un-
ordnung o und Korrelationsldnge A. = 0.5a¢ bei vy = 0.08 Ry

Charakteristik fiir wachsendes K in ein lichtartiges Verhalten (s. Fig. 4.4). In der
Transmission kann hier also eine stédrkere Verbreiterung erwartet werden als beim
niederenergetischen Zweig, der bei K = 0 lichtfeldartig ist. Die Asymmetrie 148t
sich aber auch schon allein aus der Linienform der Suszeptibilitit verstehen, die
fiir kurze Korrelationsliangen A\, < aq eine steile niederenergetisch Flanke besitzt,
wihrend die hochenergetische Seite einen schwicheren Abfall zeigt (s. Fig. 4.2a).
Die Asymmetrie des Spektrums kann daher durch die LDT erklart werden.

In Fig. 4.3 wird die nichtstrahlende Linienbreite, die Streuprozesse mit ande-
ren Quasiteilchens innerhalb des QF reprisentiert, bei Unordnungsparametern
o = 0.6Ry, A\, = 0.5a¢ sukzessiv erh6h. Dargestellt sind die Transmissionsspek-
tren der vollen Vektor-Maxwell-Rechnung im Vergleich zur LDT, in welche die
gemittelte Suszeptibilitit eingeht. Das Erhéhen der Dephasierungsrate hat den
Ubergang vom Regime starker zu schwacher Kopplung zur Folge. Ubertrifft die
homogene Verbreiterung des Exzitons die Normalmodenaufspaltung, so erscheint
lediglich eine Linie im Transmissionsspektrum. In diesem Regime, sowie bei klei-
nen nichtstrahlenden Dephasierungsraten 7, zeigt die LDT gute Ubereinstim-
mung mit der vollen Rechnung. Im intermedidren Bereich dagegen erscheint in
den Transmissionsspektren eine zuséitzliche Resonanz, die von der LDT nicht re-
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Abbildung 4.3: Transmissionsspektren (b) in Abhingigkeit von der nichtstrah-
lenden Dephasierungsrate v, bei festen Unordnungsparametern o = 0.6 Ry, A\, =
0.5a¢ im Vergleich zum LDT-Rsultat (a), c: Reflexion (R), Transmission (T) und
Absorption (A) mit entsprechenden LDT-Ergebnissen

produziert wird.
In Abwesenheit von Unordnung sind die polaritonischen Zusténde bei K = 0 Ei-
genzustinde des Systems. Es sind zwei Linien im Transmissionsspektrum sichtbar
als Konsequenz der polaritonischen Aufspaltung. Durch die Streuung des Exzi-
tons an der Unordnung koppeln die Moden bei K = 0 an Zustinde mit K # 0,
denn die Eigenzustinde der Schwerpunktsbewegung des Exzitons im Unordnungs-
potential stellen eine Uberlagerung einer Vielzahl ebener Wellen dar, die je nach
Stirke der Lokalisierung einer mehr oder weniger breiten Verteilung von Wellen-
vektoren geniigt. Damit sind die Eigenzustdnde im Unordnungspotential an eine
entsprechend breite Verteilung an Resonatormoden gekoppelt. Uber das struk-
turierte Kontinuum der Resonatormoden wird daher eine Wechselwirkung der
QF-Zustédnde im Unordnungspotential vermittelt. Dies gilt insbesondere bei klei-
nen Korrelationsldngen im Vergleich zum Exziton Bohr-Radius, bei denen die
lokalisierten Zustidnde eine grofie Ausdehnung im Impulsraum besitzen kénnen,
so daf an sie alle Resonatormoden gleichermafien angreifen.

Neben der Amplitude des Unordnungspotential ist durch das nichtstrahlende
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Dephasieren eine zweite Energieskala fiir die Streuung definiert. Sie bestimmt ei-
nerseits den energetischen Uberlapp moglicher Anfangs- und Endzustinde eines
Streuprozesses, andererseits wird die Kohérenz der Streuung durch das Dephasie-
ren gestort (s. Gl. 2.33). Durch Erhéhen des nichtstrahlenden Dephasierens wird
daher Unordnungsstreuung iiber einen weiten Energiebereich ermdoglicht. Ist das
nichtstrahlende Dephasieren, wie auch die inhomogene Breite in der Gréflenord-
nung der polaritonischen Aufspaltung, so erscheint eine spektral schmale, zusétzli-
che Linie durch Interferenz mit dem Kontinuum an gefiihrten und propagierenden
Moden. Im Transmissionsspektrum wird daher eine Fano-artige Resonanz sicht-
bar. Die dispersive Linienform ist in Fig. 4.3c gut erkennbar. Der Anstieg der
Transmission ist bei 7y = 0.4Ry, was etwa der halben Normalmodenaufspaltung
entspricht, mit einem Riickgang der Absorption und einer erhéhten Reflexion ge-
geniiber dem LDT-Resultat verbunden.
Durch weiteres Erh6hen des nichtstrahlenden Dephasierens geht das System iiber
in das Regime schwacher Kopplung. Gleichzeitig iibertrifft die homogene die in-
homogene Verbreiterung, so dafl sich das System wieder dem geordneten Fall
anndhert. Damit verschwindet auch die Interferenz zwischen den polaritonischen
Zusténden und das Spektrum zeigt nur eine Linie fiir die entarteten Resonanzen
von Resonatormode und QF-Exziton. Der Interferenzeffekt tritt also im Uber-
gangsbereich von starker zu schwacher Kopplung auf.
Das gekoppelte System aus ungeordnetem QF und Resonatormode kann also
nicht in Form eines inhomogen verbreiterten Exzitons verstanden werden, das
durch die fundamentale Resonatormode als frequenzabhéngigen Kanal strahlend
zerfallen kann, verstanden werden. Die Strahlungskopplung wirkt nicht rein dissi-
pativ, sondern fiihrt zu komplex renormierten neuen Eigenzustéinden. Schon beim
SQF fiihrt die Koexistenz von strahlenden und nichtstrahlenden Moden zu Ef-
fekten, die jenseits eines rein dissipativen Prozesses liegen. Drastischer sind die
Konsequenzen im optischen Resonator, bei dem eine starke Strukturierung des
Kontinuums von optischen Zusténden durch die Dimensionsreduzierung vorliegt.
Das System kann hier nur in seiner komplexen Modenstruktur verstanden werden.
Gerade durch die Streuung der Exzitonen am Unordnungspotential und der dar-
aus folgende Streuung der Resonatormoden gewinnt die Resonanzstruktur der
héheren Moden, die durch die Geometrie der aufeinanderfolgenden Halbleiter-
schichten bestimmt ist, Einflufl auf die optischen Eigenschaften des System:s.
Das Auftreten dieser dritten Resonanz im Polariton Spektrum kann auch in
Analogie zur Quanteninterferenz in atomaren Systemen verstanden werden. Die
im unordnungsfreien Fall optisch sichtbaren Ubergiinge sind die polaritonischen
Resonanzen vom nieder- und hochenergetischen Zweig. In Anwesenheit von Un-
ordnung sind diese iiber dunkle Zusténde, fiir K > 0 gekoppelt (s. Fig. 4.4).
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Abbildung 4.4: Schematische Darstellung einer Polaritondispersion mit hochener-
getischem (+) und niederenergetischen (-) Zweig

Die Moden fiir K > 0 kénnen nicht direkt angeregt werden. Das einfachste Bild
besteht aus jeweils einem subradianten Hilfsniveau fiir jeden Polaritonzweig (s.
Appendix). Durch die Kopplung der Zusténde wird eine Kohérenz zwischen den
Polaritonzweigen induziert, die durch Interferenz zu einer zusétzlichen Resonanz
reduzierter Breite im Spektrum fiihrt.

In Fig. 4.5 sind die Transmissionsspektren eines Mikroresonators in Abhingig-
keit von der Stirke der Unordnung o bei einer Korrelationslange A, = 0.5aq
und 79 = 0.2Ry im Vergleich mit dem LDT-Resultat dargestellt. Mit zunehmen-
der Amplitude der Unordnung geht das System iiber in das Regime schwacher
Kopplung in Folge einer inhomogenen Verbreiterung, welche die Normalmoden-
aufspaltung iibertrifft. In Analogie zu Fig. 4.3 zeigen sich die deutlichsten Effekte
durch die Interferenz im intermediiren Bereich. Neben einer zusitzlichen Linie,
die leicht blauverschoben zur Resonator- und Exzitonresonanz erscheint, zeigen
sich bei starker Unordnung Strukturen auf der niederenergetischen Transmissi-
onslinie. Fiir sehr groffe Unordnung o = 1.6Ry nihert sich das Resultat der
vollen Rechnung wieder der LDT-Transmission. Die Interferenzlinie verschwindet
im Untergrund der im Regime schwacher Kopplung bei gleicher Energie beitra-
genden Exziton- und Resonatorresonanz.

Wie bei der RRS hiingt die Kopplung der Moden von der Lingenskala der Unord-
nung ab. Fig. 4.6 zeigt Transmissionsspektren eines ungeordneten Mikroresona-
tors in Abhéngigkeit von der Korrelationslinge des Unordnungspotentials. Wie in
Kap. 3.1 ist hier die Gesamtlinienbreite der Exzitonlinie konstant gehalten (s. Fig.
4.6b). Es zeigt sich, dafl die Interferenzlinie stérker bei kurzen Korrelationslidngen
im Vergleich zum exzitonischen Bohr-Radius auftritt, bei denen Lokalisierung auf
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Abbildung 4.5: Transmissionsspektren eines Mikroresonators in Abhéngigkeit von
der Stérke der Unordnung ¢ und Korrelationslinge A, = 0.5ay

allen Léngenskalen vorliegt. Damit sind die Zustdnde im Unordnungspotential im
Impulsraum weit ausgedehnt, so daf sie mit gleichem Gewicht an alle Resonator-
moden ankoppeln konnen und der Interferenzeffekt maximal ist. Das Auftreten
der Interferenzlinie kann also als ein Hinweis auf eine kurze Korrelationsldnge des
Unordnungspotentials gelten.

Das RRS-Spektrum des Mikroresonators wird durch nur eine Linie dominiert,
die bei der Energie der Interferenzlinie in den linearen Spektren beitrigt (s. Fig.
4.6b). Dieses Verhalten konnte an Mikroresonatoren mit einem Volumenhalblei-
ter als optisch aktivem Medium schon experimentell beobachtet werden [120].
Die Stérke der Linie nimmt mit wachsender Korrelationslinge ab. Dies zeigt, daf§
die Streuung der Moden durch die Ankopplung an hohe Impulszustéinde durch
die Unordnung gepréigt ist. Fiir diese Zustinde verlduft die Dispersion des niede-
renergetischen Polaritonzweiges exzitonartig, wihrend die des hochenergetischen
Zweiges mit ihrem lichtfeldartigen Charakter stark verstimmt ist. Die Interferenz-
linie, wie auch das Maximum des RRS-Spektrums erscheinen daher im spektralen
Bereich der ungekoppelten Exzitonresonanz. Bei sehr starker Unordnung wird ei-
ne Ankopplung an die stark verstimmten lichtfeldartigen Zustéinde fiir grofie K
ermoglicht, so dafl Strukturen auf der niederenergetischen Polaritonlinie erschei-
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Abbildung 4.6: a: Transmissionsspektren in Abhidngigkeit von der Korrelati-
onslinge des Unordnungspotentials A\, bei konstanter exzitonischer Gesamtlini-
enbreite von 1.1Ry FWHM, b: Imaginirteil der gemittelten Syszeptibilitit, c:
RRS-Intensitit bei ap K = 0.05 in Transmissionsgeometrie bei senkrecht einfal-
lendem externen Feld

nen (s. Fig. 4.5). Dies steht in Einklang mit den Beobachtungen am einfachen
Modell im Anhang A, das fiir geringe Verstimmung der dunklen Niveaus, die das
Kontinuum an Moden mit K > 0 reprisentieren, zwei zusétzliche Linien vorher-
sagt, bei starker Verstimmung jedoch nur eine.

Gerade im Ubergangsbereich von starker zu schwacher Kopplung treten in Mi-
kroresonatoren Effekte auf, die nur in Form der optischen Moden des gekoppelten
Systems verstanden werden konnen. In diesem intermedidren Regime ist es nicht
moglich, die Unordnung als eine Wechselwirkung konsistent zu behandeln und die
Kopplung an die Rsonatormoden storungstheoretisch. Die LDT entspricht dabei
einem Abbruch einer Stérungsreihe in der Streuung der Komponenten des opti-
schen Feldes in erster Ordnung, die Streuprozesse der Moden vernachléssigt und
nur den im Impuls diagonalen Beitrag beriicksichtigt. Auf diese Weise kann die
Propagation in Anregungsrichtung durch eine skalare Wellengleichung beschrie-
ben werden.
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Liegen die Energieskalen der Unordnung in der gleichen Grossenordnung wie die
Normalmodenaufspaltung, so versagt dieser Ansatz. Im Ubergangsregime miissen
daher die Wechselwirkungen auf der gleichen Ebene beriicksichtigt werden, so daf3
die optischen Eigenschaften durch die Eigenzusténde hinsichtlich beider Wechsel-
wirkungen beschrieben werden. Das Erscheinen von Interferenzlinien als Folge
der Vermischung von propagierenden und gefiihrten Moden kann daher durch die
LDT nicht erkliart werden, die sich auf die fundamentale Mode des Resonators
mit K = 0 beschrinkt. Das Erscheinen von Interferenzlinien im Polaritonspek-
trum beruht auf eine Kopplung der fundamentalen Resonatormode an hohere
Moden durch einen Streumechanismus innerhalb des QF. Wie bei der sekundéren
Emission, kommt hierbei neben der RRS auch die PLS in Frage. Durch die PLS
kénnen also auch zusétzliche Signaturen in Spektren von Mikroresonatoren auf-
treten [121].



Kapitel 5
Zusammenfassung

In dieser Arbeit wurde der Einfluf von Unordnung auf Halbleiter-
Heterostrukturen untersucht. Hierbei wurde die Materialdynamik selbskonsistent
mit dem optischen Feld als experimentell beobachtbarer Grofle beschrieben.
Zusidtzlich zur {iblicherweise durch Unordnung verursachten inhomogenen
Verbreiterung und damit Ausschmieren optischer Resonanzen des homogenen
Systems zeigen sich gerade durch die Unordnung induzierte, charakteristische
Signaturen in den optischen Signalen der hier untersuchten Strukturen, MQF und
Mikroresonatoren. Diese entstehen durch das Wechselspiel der Unordnung mit
anderen Quasiteilchenwechselwirkungen im Halbleiter, sowie der Wechselwirkung
mit dem optischen Feld.

Es hat sich gezeigt, dafl auch bei starker Unordnung ein Einflufl der Strahlungs-
kopplung erhalten bleibt. Dies gilt nicht nur fiir komplexe Strukturen wie MQF
oder Mikroresonatoren, sondern insbesondere auch fiir den SQF. Wihrend die
Ankopplung an das Lichtfeld beim geordneten SQF lediglich als rein dissipa-
tiver Prozess zu einem Zerfallskanal fiir die optische Anregung fiihrt, bewirkt
gerade die Streuung des Exzitons am Unordnungspotential eine Ankopplung
an subradiante Moden, die auflerhalb des Lichtkegels liegen und daher nicht
strahlend zerfallen kénnen. Schon beim SQF ist das Kontinuum an Moden, an
das die Materialdynamik gekoppelt ist, nicht flach, sondern besitzt aufgrund der
Koexistenz propagierender und evaneszenter Moden in Abhéngigkeit von der
Impulskomponente in der Filmebene eine Strukturierung. Dies erlangt aber erst
in Anwesenheit von Unordnung Einflul auf die optischen Eigenschaften durch
die Streuung von FExzitonen in entsprechende Zustinde. Aus der Interferenz
strahlender und subradianter Beitrdge in RRS-Signalen kann auf den Grad der
Lokalisierung der beitragenden Zustédnde und damit auf die Art der Unordnung
zuriickgeschlossen werden.

Bei kurzen Korrelationslingen im Vergleich zum Bohr-Radius des Exzitons

83
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liegen neben tief lokalisierten Zustdnden, die durch ihre grofle Ausdehnung im
Impulsraum dominant an subradiante Moden koppeln, ausgedehnte Wellen-
funktionen vor, die eine grofle Projektion auf Moden im Lichtkegel besitzen.
Durch die destruktive Interferenz dieser Moden kann eine Doppelpeakstruktur in
der Kurzzeitdynamik zeitaufgeloster RRS-Signale und eine Aufspaltung in den
RRS-Spektren beobachtet werden. Die Koexistenz tief lokalisierter und ausge-
dehnter Zustinde spiegelt sich in einer spektral scharfen Linie um die mittlere
Exzitonfrequenz und einem breiten Kontinuum an ausgedehnten Zustdnden zu
héheren Energien wider. Da sich der Grad der Lokalisierung auf die Ankopplung
an ein optisches Feld auswirkt, erfahren nur die ausgedehnten Zustinde die
Superradianz in einer Bragg-Struktur. Dies schlidgt sich in einer Erhéhung des
hochenergetischen Ausldufers des RRS-Spektrums gegeniiber der Linie durch die
tief lokalisierten Zusténde bei wachsender Filmzahl nieder.

Bei grofilen Korrelationsléingen des Unordnungspotentials gegeniiber dem Bohr-
Radius des Exzitons sind die Zustdnde, die zum RRS-Signal beitragen, in
weiten flachen Potentialmulden lokalisiert. Es erscheint nur eine Linie im Bereich
der mittleren Exzitonfrequenz im RRS-Spektrum. Bei gleicher Linienbreite
in der Absorption zeigen sich signifikante Unterschiede der RRS-Signale in
Abhéngigkeit von den Unordnungsparametern. Die RRS erweist sich daher als
vielversprechende Methode, durch den Vergleich von gemessenen Signalen mit
Simulationen eine quantitative Analyse der Unordnung zu ermdoglichen. Um den
Nachweis hierfiir zu erbringen, sind jedoch weitere Untersuchungen notwendig.

Die Koexistenz von subradianten Moden und superradiantem Zustand prigt die
optischen Eigenschaften von Bragg-Strukturen. Die kohdarente Kopplung der QF
iiber das optische Feld bewirkt eine der Filmzahl proportionalen Reduzierung
der strahlenden Lebensdauer der superradianten Mode. Dagegen erlangen sub-
radiante Moden erst in Anwesenheit von Unordnung eine nicht verschwindende
Ankopplung an ein externes Feld. Durch die reduzierte strahlende Breite dieser
Zusténde ist eine Abschitzung des nichtstrahlenden Beitrags zum Dephasieren
moglich. Das VWM stellt hierbei die addquate Methode dar, die homogene
Linienbreite der optischen Resonanzen zu ermitteln. Im Vergleich mit experimen-
tellen Befunden konnte gezeigt werden, dafi bei sehr hochwertigen QF-Proben
die Lebensdauer einer optischen Anregung bei tiefen Temperaturen und geringen
Anregungsintensitdten dominant durch den strahlenden Zerfall begrenzt ist. Die
strahlende Lebensdauer einer Anregung ist jedoch keine Materialkonstante im
eigentlichen Sinne, sondern hingt von der Probengeometrie ab, die auch die
dielektrische Umgebung hinsichtlich Grenzflichen einschlieft. In MQF ist die
Phase, mit der die verschiedenen QF iiber das Lichtfeld aneinander koppeln und
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damit die strahlende Renormierung, durch den Filmabstand bestimmt.

Der freistehende SQF stellt eine Idealisierung dar, die in der Realitédt nicht
existiert. Die einfachste reale Probengeometrie beinhaltet schon eine Grenzfliche
zwischen dem Halbleitermaterial und der Luft. Aufgrund des hohen Brechungs-
indexunterschieds wird ein hoher Anteil der emittierten Felder in die Struktur
zuriickreflektiert, wodurch die mit der zuriickgelegten optischen Weglinge
verbundene Phase zu einer komplexen Renormierung der optischen Resonanz
hinsichtlich energetischer Position und strahlender Verbreiterung fiihrt. Die
Strahlungskopplung kann also nur in Sonderfillen durch eine reine Dissipation
beriicksichtigt werden. Im Allgemeinen ergeben sich bei selbstkonsistenter
Beschreibung der Materialdynamik in Wechselwirkung mit dem optischen Feld
neue Quasiteilchen mit komplex renormierten Eigenenergien.

Drastischer sind die Effekte, wenn neben dem Ladungstrigersystem auch das
Lichtfeld durch einen optischen Resonator eine Dimensionsreduzierung erfihrt.
Im Regime starker Kopplung stellen die Polaritonen als Quasiteilchen des gekop-
pelten Systems aus Resonatormoden und QF-Exziton die elementaren optischen
Anregungen dar. Durch die Streuung des Exzitons am Unordnungspotential
werden die Moden des Resonators mit Projektionen K > 0 des Wellenvektors auf
die Schichtebene an die Anregungsrichtung bei K = 0 gekoppelt und kénnen mit
diesen Moden interferieren. Tm Ubergangsbereich zwischen den Regimen starker
und schwacher Kopplung ergeben sich hierdurch zusétzliche spektral scharfe
Resonanzen in den Polaritonspektren. Die RRS-Spektren des Mikroresonators
werden dabei dominiert durch diese Interferenzlinien, was ihren Ursprung in
einer polaritonischen Impulsstreuung bestéitigt. Die Interferenzeffekte treten
verstirkt bei kurzen Korrelationslingen des Unordnungspotentials auf, bei denen
die Exzitonen iiber einen weiten Impulsbereich gestreut werden, so dafl sie an
das gesamte strukturierte Kontinuum von Resonatormoden koppeln.

In den Grenzfillen starker und schwacher Kopplung erzielt die LDT, bei der die
Streuung der Moden vernachlissigt wird, fiir die linearen Spektren Resultate,
die eine gute Ndherung der vollen Rechnung darstellen. Die Interferenzlinien als
Konsequenz der Modenkopplung im intermedidren Regime konnen jedoch nicht
reproduziert werden.

Durch die hier durchgefiihrten Untersuchungen hat sich herausgestellt, daf
eine storungstheoretische Behandlung der Kopplung der Materialdynamik
an das optische Feld als rein dissipativer Prozess nur in Spezialfillen oder
eingeschrinkten Parameterbereichen mdoglich ist. Im Allgemeinen gehen die
Effekte durch die Strahlungskopplung iiber den strahlenden Zerfall optischer
Anregungen hinaus. Die Moden des gekoppelten Systems der Ladungstriger und
des Lichtfeldes besitzen i.a. komplex renormierte Eigenenergien. Der Einflufi der
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Strahlungskopplung wird nicht etwa durch die Unordnung unterdriickt, sondern
es ergeben sich gerade durch die Koexistenz strahlender und subradianter Moden
interessante, neue optische Eigenschaften des Systems.

Das Wechselspiel mit anderen Quasiteilchenwechselwirkungen stellt in Anwe-
senheit von Unordnung einen zentralen Aspekt dar. Bei der RRS z.B. ergibt
sich durch die Bindung von Elektronen und Léchern zu Exzitonen eine effektive
Korrelationsfunktion durch Faltung der GauBlkorrelation des Unordnungs-
potentials mit dem Uberlapp der am Streuprozef beteiligten exzitonischen
Wellenfunktionen. Neben der Korrelationslinge der Unordnung ist damit der
exzitonische Bohr-Radius eine weitere systemimmanente Lingenskala. Mit diesen
Wechselwirkungen verbunden sind die Energieskalen der Bindungsenergie des
Exzitons und der Varianz der Unordnung. Weiterhin nimmt die nichtstrahlende
Dephasierungsrate einen Einflu auf die Streuung am Unordnungspotential,
indem sie den energetischen Uberlapp der beteiligten Streuzustinde bestimmt.
Bei Mikroresonatoren konnte sowohl durch die Erhéhung der Unordnungsstérke,
als auch durch Verstirken des nichtstrahlenden Dephasierens ein Ubergang vom
Regime starker Kopplung zum Bereich schwacher Kopplung erzielt werden.
Dieser Ubergang findet statt, wenn die Energieskala des einen Prozesses, in
diesem Fall gegeben durch die Dephasierungsrate bzw. die Unordnungsstirke, die
des anderen, hier die polaritonische Aufspaltung, iibertrifft. Die Superradianz in
Bragg-Strukturen kann erst wirksam unterdriickt werden, wenn die inhomogene
Breite grofier als die strahlende Breite der superradianten Mode ist. Nichttriviale
Effekte ergeben sich aber insbesondere, wenn die Energieskalen der verschiedenen
Wechselwirkungen vergleichbar sind.

Die in dieser Arbeit vorgenommene Modellierung nichtstrahlender Dephasie-
rungsprozesse in Form einer phénomenologischen Dampfungsrate stellt sicherlich
eine Ndherung dar. Hier wiirde eine mikroskopische Theorie fiir die Wechsel-
wirkung der Ladungstriger mit Phononen oder eine nichtlineare Theorie der
Materialdynamik, welche die Streuung der Elektronen und Lécher untereinander
beriicksichtigt, einen Fortschritt erzielen. Insbesondere im Zusammenhang mit
dem Problem der sekundidren Emission wire eine Theorie wiinschenswert, die
sowohl den Einflul der Streuung der Ladungstriger am Unordnungspotential
als auch die PLS konsistent beschreibt. Die klassische Theorie des Lichtfeldes
miifite hierzu durch eine Quantentheorie ersetzt werden, um Prozesse der
spontanen Emission beschreiben zu koénnen. Eine Erweiterung der Halbleiter-
Lumineszenz-Gleichungen [107, 85] auf den ungeordneten Fall scheint zur Zeit
jedoch die Moglichkeiten moderner Rechner zu sprengen, da der Bruch der
Translationsinvarianz die Dimensionalitit des Problems erhoht.

Eine Verallgemeinerung der Theorie fiir das VWM, die bisher auf Unord-
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nungspotentiale mit grofler Korrelationslinge im Vergleich zum exzitonischen
Bohr-Radius eingeschriankt ist, konnte weitgehende Einsicht in die Lebensdauer
optischer Anregungen in Abhingigkeit vom Grad der Lokalisierung und der
entsprechenden Ankopplung an strahlende oder subradiante Moden erbringen.



Anhang A

Polariton-Modell

Anhand eines einfachen Modells soll hier die Entstehung einer dritten Resonanz
im Polaritonspektrum als Konsequenz der Kopplung verschiedener Moden durch
die Unordnung illustriert werden. Die Ankopplung an das Kontinuum an Moden
des Resonators mit K > 0 wird hierbei durch diskrete, dunkle Niveaus beschrie-
ben, die eine Kopplung der polaritonischen Zustéande bei K = 0 vermitteln.

Die Bewegungsgleichung fiir die Schwerpunktsbewegung des QF-Exzitons im
Unordnungspotential Gl. (2.29) kann auch aus einem effektiven Hamiltonian
mit Exziton-Operatoren BJM,Bq , hergeleitet werden (Index fiir QW und
Polarisationsrichtung werden im Folgenden unterdriickt). Das Feld im Mikro-
resonator als Quantisierungsvolumen wird durch Photonoperatoren b:f]//, bq,
beschrieben. Bei Beschriankung auf den 1s-Zustand und Resonatormoden mit
q. = 2r/L, = Wy, —o /c 1aBt sich dann der effektive Hamiltonian schreiben als

(36, 37]:

H=> (wy Bl B

t .
ayBa, q//-i-wf{//b b, — zgq//(BT by, + By bt ))

ay qy 9y a7 ”qy
ay

.l.
+ Zq//,q,// Ua-a,BY,Ba, (A.1)

Die Exziton- und Resonatordispersion sind gegeben durch:

2
q
Way = wis + ﬁ , Wg, = (/Wi +ed) (A.2)

Durch eine Hopfield-Transformation in das Polaritonbild p = SXB + 5 kann

das geordnete System, U, it

apdy = 0, diagonalisiert werden,

p— R T . ~i,i’ T '
Hp - Z Q'L;q//pi,q//pl,q// + Z Uq//,q’//pi,q//pz’,q’//a (A'3)

qy it q//,q’//,i,i’
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so daf} die neuen Eigenenergien durch die Polaritondisperion fiir den niederener-
getischen, 7 = 1, und den hochenergetischen Polaritonzweig ¢ = 2 bestimmt sind:

1
Qiq) = 2(wq// +wS,) 2\/ wg, —wg,)? +4g2,. (A.4)

In Anwesenheit von Unordnung werden die Polaritonen jedoch gemif ihrer Pro-
jektion auf den exzitonischen Unterraum, die durch den Hopfield-Koeffizienten
BX gegeben ist, zwischen verschiedenen Impulsen, aber auch zwischen den Pola-
ritonzweigen gestreut:

_ X
q//,q / ﬂ 1,9 q// da /iy (A-5)

In das effektive Unordnungspotential geht also neben der Mittelung durch das
Exziton auch eine Gewichtung durch das Polariton mit seiner Dispersion ein. Die
Hopfield Koeffizienten sind gegeben durch:

Q. — s Q. X

X _ \/ 2,9y WQ// c _ :l:l 2,9y wCI// (A 6)

Jay X Jay — iy X :
2937‘1// Wq, ~ Wa, 2QJ,q// Wq, — Wq,

Nun geniigt das Polariton einer Bewegungsgleichung:

. c 0
Zatpi,q// z q//pz ay + Z q// ,d //pz’,q’// - 5q//’Yc/Bi,q//E . (A7)
q //ﬂl

Da die optische Antwort auf eine externe Stérung berechnet werden soll, wird das
Polariton gemif seinem lichtfeldartigen Charakter an ein dufleres Feld E° line-
ar gekoppelt. Die Kopplungskonstante 7, beschreibt die Verluste des Resonators
und ist durch die Reflektivitdt der Spiegel gegeben. Im Rahmen eines Quasimo-
denformalismus koppelt das Exziton nur an die Resonatormoden [104]. Uber die
Verluste des Resonators treibt das externe Feld die Resonatormoden, wobei die
genaue Struktur der DBRs nicht beriicksichtigt wird. Das Feld auflerhalb des Re-
sonators kann dann selbskonsistent mit der Materialantwort berechnet werden.
Im Frequenzraum ergibt sich analog zum Kap. 2.3 eine Matrixgleichung:

j : 1,1’ 0
(5i’i'5q//aql// (w - szq//) Uq//,q //) p'L 1q // ’chq// ] Q//E (A8)
i’,q,//

Die optische Antwort ist durch die Projektion auf den photonartigen Anteil der
strahlenden Polaritonen bei ¢ = 0 bestimmt, die an das externe Feld koppeln.
Durch:

= ) iy Vepio/ E° (A.9)

i=1,2



90 ANHANG A. POLARITON-MODELL

|+,0>

-,0>

q, K

Abbildung A.1: Schematische Darstellung des Dreiniveausystems mit zwei zusétz-
lichen dunklen Niveaus bei ¢;

kann also eine lineare Antwortfunktion fiir den Resonator definiert werden.

Um zu einem analytischen Ergebniss zu gelangen, werden hier bei der Lisung
von Gl. (A.8) neben den Zustéinden bei ¢ = 0 nur zwei weitere Zusténde fiir ¢
beriicksichtigt, so dafl das System mit kontinuierlicher Dispersion in ein Drei-
niveausystem mit jeweils einem zuséitzlichen Hilfsniveau fiir die Polaritonzweige
iibergeht (s. Fig. A.1). Die Polaritonzustéinde bei ¢; haben keine Ankopplung an
das externe Feld. Dies entspricht in einer realen Struktur den gefithrten Moden
oder Moden, die nicht in der Anregungsrichtung beitragen. Fiir die Kopplung
der Niveaus mufl aufgrund der Symmetrieeigenschaften des Unordnungspotenti-

als gelten: Uéflll = (U ;fo)*. Mit verschwindenden Diagonalelementen im Impuls ,

Ué;g = 0, kann daher in diesem stark vereinfachten Modell die Kopplung durch

eine komplexe Zahl o definiert werden, Ué:gl = (o). Da das Polariton nur
mit seinem exzitonischen Anteil nichtstrahlenden Dephasierungsprozessen unter-
liegt, konnen diese durch eine Diampfungskonstante 7, in der Diagonalelementen
beziiglich Impuls und Polaritonzweig ﬁé:é = U} . = —io, beriicksichtigt werden.
Die lineare Antwortfunktion ist dann durch die inverse 4 x 4-Matrix zu Gl. (A.8)
bestimmt.

Fig. A.2 zeigt den Imaginérteil der linearen Antwortfunktion F(w) als Losung
von Gl. (A.8) fiir das Fiinfniveausystem, das durch zwei Punkte im Impulsraum,
q = 0, g = q; festgelegt ist. Die strahlenden Zustédnde bei ¢ = 0, an die ein duferes
Feld angreifen kann koppeln iiber die komplexe Konstante o entsprechend ihres

exzitonischen Anteils an die dunklen Niveaus bei ¢;. Da die Energie dieser Hilfs-
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m(F(o)) (arb. units)

|o]=01

: 7 :
-5,0 -4,5 -4,0 -3,5 -3,0
E - E, (Rydberg)

Abbildung A.2: Imaginérteil der linearen Antwortfunktion F'(w) des Fiinfniveau-
systems fiir variierende Lage ¢; der dunklen polaritonischen Zusténde

niveaus iiber die Polaritondispersion von der Wellenzahl abhéngt, ergeben sich
unterschiedliche Resultate je nach Lage der dunklen Zusténde. Bei ¢;aq = 0.01
sind sie quasi entartet mit den Polaritonen bei ¢ = 0. Es kommt daher zu einer
Aufspaltung beider Polaritonzweige entsprechend der Stérke der Kopplung. Das
Spektrum zeigt daher vier Resonanzen. Weil die Polaritonen nur mit ihrem ex-
zitonischen Anteil nichtstrahlenden Dephasierungsprozessen unterliegen, kénnen
diese zusétzlichen Interferenzlinien sehr schmal sein. Die Dispersion des hoch-
energetischen Polaritonzweiges folgt fiir wachsendes ¢ zunehmend der Photondi-
spersion, die stark ansteigt. Der photonartige dunkle Zustand wird mit hohem ¢
somit stark verstimmt gegeniiber den strahlenden Niveaus bei ¢ = 0. Durch diese
starke Verstimmung liegt daher zunehmend nur das exzitonische Hilfsniveau vor,
dessen Lage durch die Anndherung der Dispersion des niederenergetischen Zwei-
ges an die Exzitondispersion schwécher von der Wellenzahl abhéingt. Es erscheint
nur eine zusétzliche Resonanz, die nur schwach mit der Lage des exzitonartigen
Hilfsniveaus zu hoheren Energien schiebt.

In Fig. A.3 ist die Lage der subradianten Ubergéinge festgehalten bei variierender
Kopplungsstirke o. Mit zunehmender Kopplungsstirke erhéht sich der Einfluf3
des photonartigen Hilfsniveaus. Da dieses einem geringeren Dephasieren unter-
liegt verringert sich die Linienbreite der Interferenzlinie. Gleichzeitig stoflen sich
die Polaritonischen Zustéinde mit wachsender Kopplung zunehmend in der Ener-
gie ab, was aus stérungstheoretischen Uberlegungen leicht einsichtig ist.
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lof (Ry)

Im(F(w)) (arb. units)

E-E, (Rydberg)

Abbildung A.3: Imaginérteil der linearen Antwortfunktion F'(w) des Fiinfniveau-
systems fiir wachsende Kopplungsstiirke |o|

Dieses Modell ist natiirlich in seiner Anwendbarkeit auf reale Strukturen stark ein-
geschrinkt. Die parabolische Dispersion fiir die Resonatorphotonen vernachléssigt
die Resonanzstruktur des Mikroresonators, die von der speziellen Geometrie der
aufeinanderfolgenden Schichten abhingt. Die Lage der zusétzlichen Niveaus ist
nicht diskret, sondern kontinuierlich. Das Modell vermag jedoch das Erscheinen
zusétzlicher, spektral schmaler Linien im Polaritonsspektrum durch eine Interfe-
renz mit nichtstrahlenden Zustinden qualitativ zu erkldren.
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