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摘摘摘 要要要

自旋电子学作为一个由多学科交叉而形成的新兴的领域，以自旋自由度为研究对象

并以发展新型的可以替代传统电子学器件的自旋电子学器件为目标，在近十年之间取得

了令人瞩目的进展。在实现自旋电子学器件中有两个非常重要的问题，即如何延长自

旋去相干时间和扩散长度，以及如何有效的控制自旋；因此在物理上理解自旋弛豫/去

相位和自旋扩散/输运过程是非常必要的。本论文主要内容集中在受限半导体纳米结构

如量子点、量子线以及量子阱系统中的自旋弛豫/去相位过程以及量子阱系统的自旋扩

散/输运过程的研究，同时研究了 THz 场对两维电子气中自旋的调控作用，以及外禀自

旋霍尔效应的动力学过程。

本文首先简单的回顾自旋电子学的发展，主要集中在半导体系统中自旋极化的产

生、探测以及在半导体内部的弛豫和输运过程。然后我们回顾了半导体系统中对自旋

弛豫过程有着重要影响的自旋轨道耦合的物理来源，给出如何从 8 × 8 Kane 模型中得

到 Dresselhaus、Rashba 以及Elliott-Yafet (EY) 自旋轨道耦合。然后给出电子系统在三

维系统以及约束系统中哈密顿量的具体表示形式，其中包括电子-杂质散射、电子-声

子散射以及电子-电子散射。紧接着我们回顾了导致自旋弛豫的各种机制以及理论上

的处理方法。对于简单的两能级系统，可以使用费米黄金规则和运动方程计算自旋弛

豫/去相位时间。相比较而言，运动方程方法可以直接给出自旋极化的时间演化过程，

可以扩展到包括了很多能级的系统中的自旋弛豫过程。而对于自旋系综，导致自旋弛

豫/去相位机制主要包括 Elliott-Yafet 机制、D’yakonov-Perel’ (DP) 机制、Bir-Aronov-

Pikus (BAP) 机制、和原子核之间的超精细相互作用导致的自旋弛豫以及非均匀扩展引

起的自旋弛豫/去相位机制。然后我们回顾了使用动力学自旋 Bloch 方程在自旋弛豫/扩

散方面的研究。

在对单体问题的研究中，我们先考虑的是量子点系统中的自旋弛豫过程。用完全对

角化的方法求出包括了自旋轨道耦合在内的量子点系统的波函数后，利用费米黄金规则

求出在不同的能量本征态之间由电子-声学声子导致的弛豫时间。我们发现在 GaAs 量

子点中电子-压电声子导致的自旋弛豫占主导地位。我们的结果指出以往所采用微扰方

法仅仅求解 Zeeman 能级之间的自旋弛豫时间是不充分的：他们所没有考虑的自旋轨

道耦合引起的能量二阶修正、高能级对低能级的波函数的修正，对自旋弛豫过程都有

着非常重要的贡献。同时详细研究了自旋弛豫时间对磁场、量子点半径、量子阱的阱

宽以及温度的依赖关系。接着我们研究了强 THz 场对两维电子气的调控作用。我们

用 Floquet 定理严格求解包括自旋轨道耦合的薛定谔方程，利用求出的波函数得到态密

度以及自旋极化密度。我们发现，THz 场对态密度和自旋极化密度有非常大的影响，并
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且可以在垂直于 THz 电场方向上诱导出一个 THz 的磁矩。我们指出这个效应可以用来

把 THz 的电信号转化成 THz 的磁信号。

在对多体问题的研究中，通过求解动力学自旋 Bloch 方程，我们研究了量子线和

量子阱系统中的自旋弛豫/去相位与自旋扩散/输运问题。首先我们研究了 InAs 量子

线中由可以通过电场调节的 Rashba 自旋轨道耦合所导致的自旋弛豫过程。我们发现

在外加磁场方向垂直于量子线生长方向时，沿着量子线方向的自旋极化的自旋弛豫

时间可以由界面电场调控；而当磁场沿着量子线方向，垂直于量子线生长方向的自

旋极化的弛豫时间与界面电场方向无关。同时，在量子线系统中的非均匀扩展可以用

自旋进动频率的均方差很好的描述。接着我们在等强度的 Dresselhaus 和 Rashba 自

旋轨道耦合的 GaAs 量子阱中研究了不同的统计平衡态—基于 Helix 态的Helix 统计

与基于 Collinear 态的 Collinear 统计—对自旋弛豫的影响。我们发现这两种统计下

的自旋弛豫时间几乎没有差别，并且自旋极化方向表现出很强的各向异性。在不考

虑 Dresselhaus 自旋轨道耦合三次项的贡献时，沿着 (110) 方向的自旋弛豫时间是无穷

长而其他方向的却非常的短；即使考虑了三次项的贡献，它也要远比其他两个方向的

长。我们仔细讨论了沿着 (110) 方向的自旋弛豫时间随着外界条件的变化。

在输运问题中，我们采用一套新的数值计算方法自洽求解空间不均匀的动力学

自旋 Bloch 方程及泊松方程，在计入所有散射特别是电子-电子散射以后重新研究

在 n 型 (001)-GaAs 量子阱的自旋扩散问题。我们发现即使没有外磁场时，自旋极化也

会在扩散方向上有振荡，并且振荡周期与外加电场无关。在散射足够强的时候—内禀的

散射如电子-电子散射就已经满足了这个条件—不同动量的电子自旋具有相同的振荡频

率以及相位，导致横向的自旋注入长度和系综的横向注入长度相等。进一步我们研究了

自旋扩散/输运长度的散射、温度、量子阱宽、磁场以及电场的依赖关系。接着我们研

究了强度相近的 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合共同作用下各向异性对自旋输运

的影响。我们发现此时自旋扩散长度不仅仅对自旋极化方向，而且对自旋注入方向都

表现出很强的各向异性。在不考虑 Dresselhaus 自旋轨道耦合的三次项的贡献并且线性

的 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合强度相同时，如果自旋极化方向沿着 (110) 而

注入方向任意，或者注入方向沿着 (1̄10) 而自旋极化方向任意，自旋扩散长度都是无

穷长。在考虑了三次方项的贡献以后，这些自旋扩散长度虽然变为有限值并且随着温

度和电子浓度减小，但是各向异性的性质仍然被保留下来。另外，在改变 Rashba 强

度时，由于 Dresselhaus 自旋轨道耦合三次方项的贡献，自旋扩散长度的最大值出现

在 Rashba 强度略小于 Dresslhaus 强度时，而不是文献中所认为的出现在两者相等处。

最后我们研究了 n 型 (001)-GaAs 对称量子阱中外禀自旋霍尔效应的动力学过程。

我们得到稳态的外禀自旋霍尔电导在仅仅考虑线性项的自旋轨道耦合时为零，而在考虑

了三次方项的自旋轨道耦合后为一个非常小的值。这是由 Dresselhaus/Rashba 自旋轨

道耦合引起的自旋进动引起的。同时，自旋进动和偏转散射的共同作用可以在半导体的

体内产生极化方向在平面内的自旋极化，并且这种自旋极化和流致极化具有完全不一样

的性质，包括具有不同的自旋极化方向，量子阱的阱宽和杂质浓度的依赖关系。

ii
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Abstract

Spintronics, whose central theme is the active manipulation of spin degree of freedom

in solid-state system, is a multidisciplinary field which aims to develop a new kind of

spintronic devices to replace the traditional electronic devices, and has achieved much

progress in past decade. Two of the important issues on realizing the spintronic device

are how to prolong the spin decoherence time and the spin diffusion length, and how to

manipulate the spin efficiently. So it is necessary to understand the mechanism of the spin

relaxation/dephasing and the spin diffusion/transport. In this dissertation, we focus on

the spin relaxation/dephasing in quantum dots, quantum wires and quantum wells, and

the spin diffusion/transport in quantum wells. We also investigate the effect of the intense

THz field on the two dimensional electron gas with spin orbit coupling, and the kinetic

properties of the extrinsic spin Hall effect.

We first give a simple review of the spintronics on spin generation, spin detection and

spin relaxation/transport inside semiconductors. Then we give a detailed derivation of the

physical origin of the spin orbit coupling in Zinc-blende semiconductors which plays an very

important role in spin relaxation。We derive the Dresselhuas term, the Rashba term and

the Elliott-Yafet spin orbit coupling, from the 8×8 Kane model. Then we give the exactly

expression of the electron Hamiltonian for bulk and two dimension systems, including

the electron-impurity scattering, the electron-phonon scattering and the electron-electron

Coulomb scattering. All the spin relaxation mechanisms and the theoretical approaches are

reviewed: For the two-level system, the relaxation time can be calculated directly by the

Fermi golden rule or the time evolution of the equation of motion. While for spin ensemble,

the spin relaxation mechanisms include the Elliott-Yafet mechanism, the D’yakonov-Perel’

mechanism, the Bir-Aronov-Pikus mechanism, the spin dephasing induced by the hyperfine

interaction, and the spin relaxation induced by the inhomogeneous broadening. Then we

review the progress of the kinetic spin Bloch equation on the spin relaxation/diffusion.

For the single-particle approach, we first consider the spin relaxation time in quantum

dots. The spin-relaxation time due to the electron-acoustic phonon scattering in GaAs

quantum dots is calculated by the Fermi golden rule after the exact diagonalization of

the electron Hamiltonian with the spin-orbit coupling. The spin relaxation time limited

by the pizeoelectric phonon is dominant. We show that the perturbation method widely

used in the literature is inadequate in accounting for the electron structure and therefore
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the spin-relaxation time. Different effects such as the magnetic field, dot size, and the

temperature on the spin-relaxation time are investigated in detail. Then we investigated

the spin-dependent density of states and the density of spin polarization of an InAs-

based two-dimensional electron gas with the Rashba spin-orbit coupling under an intense

terahertz laser field by utilizing the Floquet states to solve the time-dependent Schröinger

equation. It is found that both densities are strongly affected by the terahertz laser field.

A terahertz magnetic moment perpendicular to the external terahertz laser field in the

electron gas is induced. This effect can be used to convert terahertz electric signals into

terahertz magnetic ones efficiently.

For the many-body investigation, we study the spin relaxation/dephasing or the spin

diffusion/transport in quantum wires and quantum wells by numerically solving the kinetic

spin Bloch equation. We first consider the spin relaxation in quantum wire due to the

Rashba spin orbit coupling. We find that the spin dephasing is strongly affected by the

angle of Rashba effective magnetic field and the applied magnetic field. The nonlinearity

in spin dephasing time versus the direction of the electric field shows the potential to

manipulate the spin lifetime in spintronic device. Moreover, we figure out a quantity that

can well represent the inhomogeneous broadening of the system which may help us to

understand the many-body spin dephasing due to the Rashba effect. Then we study the

spin relaxation under identical Dresselhaus and Rashba coupling strengths in n-type (001)

GaAs quantum wells in both the traditional collinear statistics, where the energy spectra

do not contain the spin-orbit coupling terms, and the helix statistics, where the spin-

orbit couplings are included in the energy spectra. We show that there is only marginal

difference between the spin relaxation times obtained from these two different statistics.

We further show that with the cubic term of the Dresselhaus spin-orbit coupling included,

the spin relaxation time along (110) direction becomes finite, although it is still much

longer than that along the other two perpendicular directions. The properties of the spin

relaxation along this special direction under varied conditions are studied in detail.

With all scattering, especially the electron-electron scattering included, we reinvesti-

gate the spin diffusion in n-type (001) GaAs quantum wells at high temperatures by solving

the kinetic spin Bloch equation together with the Poisson equation self-consistently by de-

veloping a new numerical scheme. We find that the spin polarization/coherence oscillates

along the transport direction even when there is no external magnetic field，and the os-

cillation period is independent of the electric field. We show that when the scattering is

strong enough, electron spins with different momentums oscillate in the same phase which

leads to an equal transversal spin injection length and an ensemble transversal injection

length. The intrinsic scattering is already strong enough for such feature. The scatter-

ing, temperature, quantum well width, and external magnetic/electric field dependences

v
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of the spin diffusion are studied in detail. Then we explore the effect of the anisotropy

of the spin-orbit coupling on the competition between the Rashba and the Dresselhaus

spin-orbit couplings in the spin diffusion. We find the spin-diffusion length shows strong

anisotropy not only for the spin-polarization direction but also for the spin-diffusion direc-

tion. Without the cubic term of the Dresselhaus spin-orbit coupling and with the identical

Dresselhaus and Rashba strengths, infinite diffusion lengths can be obtained either for

the spin-diffusion/injection direction along (1̄10), regardless of the direction of spin po-

larization, or for the spin polarization along (110), regardless of the direction of the spin

diffusion/injection. With the cubic Dresselhaus term included, although the spin-diffusion

length becomes finite and decreases with the temperature and the electron density, the

anisotropy for the spin-diffusion direction and spin-polarization direction is maintained.

Due to the contribution of the cubic term of the Dresselhaus spin orbit coupling, the max-

imum spin diffusion length for the injection direction along (1̄10) occurs when the Rashba

strength is slightly smaller than (instead of equal to) the Dresselhaus strength,

Finally, we study the kinetics of the extrinsic spin Hall conductivity induced by

the skew scattering from the fully microscopic kinetic spin Bloch equation approach in

(001) GaAs symmetric quantum well. In the steady state, the extrinsic spin Hall cur-

rent/conductivity vanishes for the linear-k dependent spin-orbit coupling and is very small

for the cubic-k dependent spin-orbit coupling. The spin precession induced by the Dres-

selhaus/Rashba spin-orbit coupling plays a very important role in the vanishment of the

extrinsic spin Hall conductivity in the steady state. An in-plane spin polarization is in-

duced by the skew scattering, thanks to the spin-orbit coupling. This spin polarization is

very different from the current-induced spin polarization.

Key Words : spin relaxation/dephasing, spin diffusion/transport, spin orbit coupling,

many-electron system, quantum dots, quantum wire, quantum well, time dependent sys-

tem.
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第第第一一一章章章 半半半导导导体体体自自自旋旋旋电电电子子子学学学介介介绍绍绍

1.1 引言

电荷与自旋是电子的两大特性，也是如今在日常生活中信息处理和存储技术的物理

基础 [1]。传统电子学以电子的电荷特性为基础，主要利用电场对电流的控制来实现器

件的各项功能。自从贝尔实验室在 1947 年发明半导体点接触晶体管以后，传统电子学

在逻辑处理器件中得到了广泛的应用。随后，集成电路以及高频器件等的发明，使得

以 Si 为基础的半导体工业得到了蓬勃的发展。这些发明和技术在计算机微处理器上的

应用正在强烈的改变着人们传统生活。目前为止，微处理器上集成电路的器件集成度仍

然按照Moore 律每隔 18 个月翻一番 [2]。但是随着器件尺寸的缩小，量子效应越来越重

要：比如由于隧穿效应而导致的泄漏电流，以及集成度太高而导致的热耗散问题都严重

的制约着传统电子学的发展 [2–5]。有专家认为在最近几年内 Moore 律就会失效 [2]。因

此，寻找可以替代传统电子学器件的研究已经提到了日程中，其中自旋电子学作为有可

能和传统半导体工业结合的新兴方向而倍受关注。

所谓的自旋电子学 (Spintronics) 是一个由多种学科交叉而形成的新领域，它

主要是研究如何有效地操作/控制固体中的自旋自由度 [6–11]，以期望可以在器件

设计中使用自旋自由度来取代电荷自由度 (或与之相结合) [2, 4, 12, 13]。虽然自旋

电子学这个名词是 Wolf 在 1996 向 DARPA 申请磁性材料和器件的启动基金中首

次提出的 [6]，但是人们对电子自旋在器件中的应用却是从很早就开始了。早期

的应用都是集中在金属磁性材料中，比如早期的以磁阻效应为基础的内存和磁盘

存储器，以及读写磁头等。后来 Baibich 等人 [14]于 1988 年在 [Fe/Cr] 周期性多

层膜中观察到的巨磁电阻效应 (giant magnetoresistance, GMR)被认为是自旋为基础

的电子学器件时代的开始 [12, 15, 16]。其后自旋阀结构 [17] (spin valve) 的出现，

使得巨磁电阻效应的应用很快变为现实。1993 年，Helmolt 等人 [18]在类钙钛矿结

构的稀土锰氧化物中观测到了庞磁电阻(colossal magnetoresistance，CMR)效应，其

磁电阻值比 GMR 还大。随后，人们在磁隧道节结构中发现隧道磁阻 (tunneling

magnetoresistance，TMR) 效应 [19, 20]具有更大的磁电阻变化以及较小的饱和磁场，

具有更加明显的磁电阻效应。GMR 和 TMR 结构可以应用在磁场感应器、硬盘磁

头以及磁随机存储器 (magnetoresistive random access memory, MRAM) 等产品中，其

中 MRAM 整合了静态随机存储器 (static random access memory，SRAM) 的快速和动

态随机存储器 (dynamics random access memory，DRAM) 的高容量的优点，并且在断



1.2 自旋电子学器件设计

电条件下信息不丢失。相比较于传统的磁盘容量，依据 GMR 效应制作的硬盘存储器的

容量可以提高近三个数量级，引起了计算机存储领域的变革，并广泛地应用在现代计算

机中。因此，为了表彰 Albert Fert 和 Peter Grünberg 发现 GMR 对社会发展的巨大贡

献，他们被授予了 2007 年的诺贝尔物理学奖。以上是 Awschalom 等人 [13]将自旋电子

学的发展分为的三个阶段中的第一阶段。它是和材料科学、纳米技术、介观物理以及强

关联系统联系在一起的，并且有些已经到了可以实用的地步。第二阶段是在半导体系统

中利用自旋极化流来代替电荷流或与之相结合，从而制造出自旋晶体管、自旋阀等来代

替传统器件，实现电信号或者光信号的放大，进一步实现超快的开关和自旋电子学意义

下的可编程的微处理器。这类器件具有节能、快速的特点。这一阶段的最终目标是希望

实现集成逻辑、存储以及通讯在一块芯片上的新型的多功能电子器件。为了利用传统电

子学中成熟的微电子以及半导体工艺和设备，从而减小投资，在大部分的研究中人们仍

然是以半导体材料为基础的。这一阶段应是从 1990 年 Datta 和 Das [21]提出的基于电

子自旋进动的 Datta-Das自旋晶体管 (SFET)开始，其后理论上 [22–34]已经提出了大量

的方案，但是在实现过程中还有一系列的问题需要解决。这些问题主要包括 [6]：(i) 如

何有效地产生自旋极化，特别是通过电学方法产生；(ii) 自旋极化可以保持的时间或者

输运的距离是否足够长；(iii) 如何有效地探测自旋极化，特别是通过电学方法探测。到

目前为止，第一点和第三点距离实用还有很远的路。自旋电子学第一阶段和第二阶段的

发展都是基于固体中大量电子的共同作用，而第三阶段却是完全基于对单个或几个电子

自旋的操作。由于少数几个电子自旋的去相干时间要远比大量电子的长，因此人们认为

可以利用它来实现量子计算、量子加密、数据压缩和量子通讯等 [2, 35–37]。这一阶段中

最有发展潜力的就是量子点系统，因为它直接建立在传统半导体工业的基础之上，并且

可以通过制成量子点阵列从而具有很好的扩展性 [37]。Divincenzo [38, 39]指出量子计算

的实现需要满足如下的五条要求：(i) 量子位的定义要明确；(ii) 可靠的初态制备；(iii)

去相干时间足够长；(iv) 精确的量子的门操作；(v) 合适的末态读出测量。目前，在单

电子自旋的研究中一大部分的工作都集中在理解单电子自旋弛豫机制和如何获得长的自

旋相干时间上 [38–45]。

由此可见，无论是在自旋电子学发展的第二阶段还是第三阶段，都还有大量的问题

需要解决。

1.2 自旋电子学器件设计

第二类自旋电子学主要是希望用自旋晶体管代替传统的电子晶体管。与传统的电子

学晶体管器件相比较，自旋晶体管器件具有耗能少，开关时间快的优点。传统的晶体

管 (MOSFET)把在器件中产生一个足够高的势垒阻碍电子通过的状态设为关；而把势

垒的高度降低以后，电流容易通过的状态设为开。这个过程中需要消耗大量的能量：

开关过程中的耗能以及静态保持晶体管状态时候的耗能。对于不相干的电荷输入器

件，Landauer [46]指出最小的开关能量为 Ebit = kBT ln 2 ∼ 23 meV。而自旋晶体管却

2



第一章 半导体自旋电子学介绍

不需要这样的开关能量。它采用电子自旋相关的势垒从源极中选择某一方向极化的电

子，并且用自旋相关的势垒形成漏极来检测注入的自旋。只有当电子在通道中翻转了自

旋时，它才能进入到漏极中，从而形成开的状态；否则为关状态。这两种晶体管的工

作示意图见1-1 [8]。因此，对于自旋晶体管而言，开关状态的关键是要有效地控制通道

中的电子自旋的状态。因此自旋晶体管的能量消耗在控制通道中的自旋状态，一般来

说，对于半导体中自旋的调节需要的能量大概在 µeV量级 (Zeeman 劈裂的能量大小)。

虽然在实验上已经实现了自旋选择的发光二极管 [47, 48]，但是自旋晶体管仍然停留在

理论阶段，其在半导体材料中的设计方案中包括自旋场效应管 [21–24]、单极自旋晶体

管 [25–27]、磁 p-n 结 [28–30]以及磁双极晶体管 [31, 32]。最近，已经有人提出了使用量

子逻辑门设计室温下可编程的大规模集成电路的方案 [49]。这类自旋晶体管的关键就是

自旋极化的产生、控制以及探测。接下来我们给出几种典型的自旋晶体管的设计方案。

图图图 1-1: 传统晶体管和自旋晶体管工作原理上的差别[摘自文献 [8]]。(a) 和 (b)分别是传统晶体管
的关和开状态，它们中间的开关是在通道中形成很高的势垒；(c) 和 (d) 是自旋晶体管的关和开
状态，它们之间的开关是通过通道中的自旋状态决定。

1.2.1 Datta-Das 晶体管

图 1-2 给出 Datta-Das 晶体管的示意图。这里的源和漏极都是采用固定取向的铁磁

金属制作，其中通道部分是一层高迁移率的 InGaAs，其中电子自旋状态由 Rashba 自

旋轨道耦合 [50]控制。由于 Rashba 自旋轨道耦合产生的有效磁场 B = αEz × k，其大

小正比于门电压 VG 的大小。理想情况下，电子自旋在通过通道时会围绕着这个磁场进

动，从而进入右边漏极之前的自旋取向和源极进入通道的自旋取向是不一样的。通过

调节门电压的大小，可以有效地改变自旋进动的空间周期，从而可以控制进入右边漏

极的自旋取向。这里存在的问题是，即使通道部分是高迁移率的材料构成，对于自旋

而言是否是处在弹道散射区域还是值得研究的，因为电子电子散射对自旋弛豫过程有

非常重要的贡献 [51–54]。在现实情况下，通道中的自旋极化会因为散射的原因发生弛

3
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图图图 1-2: Datta-Das 晶体管的示意图[摘自文献 [6, 21]]。两边是铁磁电极，中间部分为半导体
材料的通道，其中的 Rashba 自旋轨道耦合可以通过门电压 VG 控制。在无外加门电压即没
有 Rashba 自旋轨道耦合时，电子自旋在通过通道时方向不变；在加了门电压以后，电子自旋将
会微扰 Rashba 自旋轨道耦合产生的有效磁场进动。

豫，这导致自旋极化的大小以及相位都发生变化。最近的实验 [55, 56]和理论 [57–62]的

研究表明体材料以及两维半导体系统中自旋极化即使在没有外磁场时也会在空间上保

持非常好的振荡。特别是在两维材料中，即使在比较高的温度下 [59, 61, 62]自旋极化

仍然可以很好的振荡。这些都是有利于实现 Datta-Das 晶体管。Schliemann [24, 63]等

人发现，在 Rashba 和 Dresselhaus [64]自旋轨道耦合同时存在的两维电子气中，如果

它们强度接近时，某一个方向上 (GaAs 材料是 (110) 方向) 的自旋极化将会有非常

长的自旋弛豫时间；而当其强度相差较大时，这个方向的自旋弛豫时间非常的短。

而 Rashba/Dresselhaus 之间的相对强度可以由门电压控制。将这个性质应用在 Datta-

Das 晶体管的通道中，也可以形成自旋晶体管 [22]。不过由于 Dresselhaus 自旋轨道耦

合三次方项的存在，使得自旋弛豫时间在改变 Rashba 自旋轨道耦合强度时的变化不是

太剧烈 [62, 65]，因此这种结构的晶体管的开关状态是否很有效是值得进一步研究的。

Cabbibo 等人 [66]和 Meier 和 Matsuyama [67]都尝试过实验上制造 Datta-Das 晶体

管，但是实验结果都不尽人意，造成这个结果的原因可能是界面的影响。

1.2.2 无磁自旋晶体管

在自旋晶体管的设计中，从磁性材料注入自旋极化以及用磁性探测自旋极化都不

是必须的。当自旋轨道耦合足够大的时候，自旋的共振隧穿可以提供相应的注入和探

测。Hall 等人 [23]利用自旋共振隧穿在 (110) 方向生长的InAs/GaSb/AlSb材料中设计

了一种新的晶体管，结构见示意图1-3。这种材料中自旋轨道耦合导致的能量劈裂非常

的大 (最大有 20 meV)并且自旋轨道耦合引起的有效磁场的方向都是沿着量子阱的生

长方向，因此可以采用自旋共振隧穿在源极注入自旋极化和在漏极检测。而在通道中

和 Datta-Das 晶体管一样是由门电压调节 Rashba 自旋轨道耦合来控制。对于这种晶体
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第一章 半导体自旋电子学介绍

管以及 Datta-Das 晶体管，只要求自旋弛豫时间足够的长，对自旋去相位时间则不做要

求 [7]。
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图图图 1-3: 无磁自旋晶体管的示意图[摘自文献 [23]]。(a) 为晶体管的结构示意图；(b) 为自旋轨道
耦合的能量劈裂；(c) 自旋轨道耦合对应的有效磁场示意图。

1.2.3 量子逻辑门器件

对于第三类的自旋电子学，在固体中量子点系统是一个非常好的载体。图 1-4给出

利用量子点系统做出的可扩展的逻辑门的示意图。通过在两维电子气表面刻蚀一系列的

电极，约束成为量子点阵列。在量子阱下面形成一层磁化层或者高 g 因子材料层。量

子点内的能级结构可以通过约束电极施加不同的偏压，将电子的波函数压入磁化层或

高 g 因子材料层，可以改变 Zeeman 分裂的大小。另外，局域的磁场可以通过电流流过

左边的导线获得。这里每一个量子点都相当于一个量子位。并且不同的量子点中的电子

能级 (Zeeman 劈裂的大小)不同，可以通过电子自旋共振测量获得每个量子点中的自旋

信息。此时，已经可以在每个量子点内进行单自旋操作。对于两个量子点决定的门操

作，可以通过调节两个量子点之间的势垒高度 (调节电极偏压实现) 而改变他们之间的

交换作用实现。使用这个器件可以完全用电的方法控制量子点中的自旋动力学和进行量

子计算。

1.3 自旋极化的产生

如何在半导体中产生自旋极化是自旋电子学发展的一个先决条件。最直接的产生自

旋极化的方法就是通过外加磁场使不同自旋子带的能量劈裂，从而可以在样品内部产生
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1.3 自旋极化的产生

图图图 1-4: 电极约束的量子点阵列[摘自文献 [68]]构成的量子逻辑门器件.

沿着磁场方向的自旋极化。不过这个方法在实际应用中几乎没有什么用处，这是因为不

仅产生磁场的装置过于笨重不利于器件的扩展，而且一般半导体材料中有效 g 因子太小

从而必须在很大的磁场下才能产生可观的自旋极化。因此这种方法极少在实验中使用。

实验上一般采用的方法有如下几种：

1. 光学取向：早期的实验中的自旋极化的产生所通常采用的方法，它具有容易产

生、容易得到高自旋极化等优点。

2. 电学注入：从铁磁金属/磁性半导体/稀磁半导体注入到半导体中。根据接触界面

的不同情况，可以分为欧姆注入，隧穿注入。这种方法的优点是装置比较小，可

以很容易的集成到器件中。

3. 利用自旋霍尔效应产生：在由电流产生了横向霍尔自旋流以后，自旋流可以在样

品的边界积累自旋极化。

下面我们详细的介绍各种方法。

1.3.1 光学取向

光学取向方法产生自旋极化是在自旋弛豫实验中最早采用的方法 [69–73]，由

于其具有实验简单以及可以产生很高自旋极化的特点，最近仍然在大量的实验中

[55, 56, 74–78]应用。光学取向产生自旋极化的物理来源主要是由于光学激发的选择定

则。

通过入射能量大小为导带和价带带隙的圆偏光到半导体材料中，价带的特定自旋的

空穴可以吸收光量子的角动量从而跃迁到导带电子 [69]。按照选择定则我们知道，对于

特定的圆偏光，比如左偏光，如果照射到没有应力以及外场的 GaAs 体材料中，由于

其重空穴和轻空穴在 Γ 点简并，则可以同时激发自旋为 3/2 的重空穴到自旋为 1/2 的

电子以及自旋为 1/2 的轻空穴到自旋为 −1/2 的电子态上，同时产生自旋朝上和朝下
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j = 1/2 1/2 −1/2

j = 3/2 3/2 1/2 −1/2 −3/2
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图图图 1-5: 光学激发以及电子空穴对复合发射光子的选择定则[摘自文献 [69]]。σ± 表示左旋和右旋
的圆偏光，而箭头上的数字表示在相应能级之间光学偶极子的矩阵元的相对强度。

的电子。不过由于在相应能级之间光学偶极子的矩阵元的强度不同，使得这两个过程

对应的激发强度不一样。一般来说，在体材料中 Γ 点附近重空穴的激发强度是轻空穴

的 3 倍。具体见示意图 1-5。从而激发的电子自旋极化度 P0 最大可以达到

P0 =
n↑ − n↓

n↑ + n↓
=

3 − 1

3 + 1
= 50% . (1.1)

在激发电子自旋极化的同时，重空穴和轻空穴也产生了自旋极化。一般来说，由于轻重

空穴带之间的混合 [79]，空穴的自旋弛豫时间 τs,h 要远比电子空穴的复合时间 τr 以及电

子的自旋弛豫时间 τs,e 短的多，满足 τs,h ¿ τr, τs,h ¿ τs,e，从而导致空穴的自旋极化快

速衰减为零 [74, 75]，只剩下电子的自旋极化。由 τr ¿ τs,e [74]可知，没有极化的空穴会

在电子弛豫之前复合等量的自旋朝上和自旋朝下的电子。然后，电子自旋极化度变为

P0 =
n↑ − n↓

2n0

, (1.2)

其中 n0 是未激发时导带电子在每个自旋子带上的浓度。可以看出，如果激发的总的自

旋极化浓度大于未激发时总的电子浓度 n↑ − n↓ ≥ 2n0，则最后空穴复合完以后电子的自

旋极化可以达到 100%。

对于有应力的体材料或者两维电子系统，由于在 Γ 点轻重空穴带不再简并，实验上

一般可以调节圆偏光的频率使之仅仅激发最顶部的空穴带 (由于轻重空穴的混合，不再

是纯的轻/重空穴) 的电子到导带，见示意图 1-6 (a)。在这种情况下，由于激发的电子

只有一种自旋取向，给出较高的自旋极化度 [81, 82]，可以达到 100% [83]。另外，在两

维系统中 τr ¿ τs,e 的关系并不一定成立，因此在电子自旋弛豫的过程中，电子会感受

到未复合完的空穴散射。

对于激光脉冲连续激发的情形，稳态时的电子自旋极化 P 和 P0 是不一样的。一

般在研究自旋输运/扩散问题中，可能需要连续激发以获得稳定的边界极化 [56]。
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图图图 1-6: 轻重空穴带不简并的时候的单光子激发 (a) 和双光子激发 (b) 过程[摘自文献 [80]]。而
箭头上的数字表示在相应能级之间激发时的角动量的变化。

自旋极化本身的弛豫以及激发的电子和空穴的复合可以分别用弛豫时间 τs,e 以

及 τr 描述。对于一次激发，t 时间以后自旋极化和激发的电子浓度可以分别表示

为 P0e
−t/τs,e 和 N0e

−t/τr，其中 N0 = n↑ + n↓，则平均的自旋极化为 [69, 84]

P =

∫ ∞
0

dtP0e
−t/τs,eN0e

−t/τr∫ ∞
0

dtN0e−t/τr
=

P0

1 + τr/τs,e

. (1.3)

可以看出，只有当自旋弛豫时间远远大于电子空穴复合时间的时候，稳态下才能产生可

观的自旋极化。

除了上面的单光子过程可以光学激发自旋极化以外，双光子过程也可以产生自旋极

化，跃迁过程示意图见 1-6 (b)。并且在一定的条件下，双光子过程产生的自旋极化可

以比拟单光子过程的极化 [83]。最近，Matsuyama 等人 [80] 尝试在体 GaAs 材料中使用

双光子激发产生自旋极化。他们通过自旋相关的发光谱测量出自旋弛豫时间以及寿命以

后，得到双光子激发的自旋极化度可以高达 95%。一系列的理论研究 [83, 85–87] 表明在

合适的材料参数下，双光子激发的自旋极化度最高可以达到 100%。

1.3.2 电学注入

和光学取向方法相比，电学注入方法具有实验设备简单，利用它实现的自旋晶体

管可以很容易的扩展等优点，并且使用电致发光方法测量发现自旋注入效率可以高

达 90% [48]。一般来说，电学注入可以分为欧姆注入和隧穿注入两类。

(i) 欧欧欧姆姆姆注注注入入入

欧姆注入指的是在铁磁和半导体之间形成一个比较理想的欧姆接触界面，从而期

望可以把铁磁中的自旋极化通过自旋流的形式注入到半导体内部 [12]。然而典型的铁

磁金属和半导体材料的欧姆接触会在半导体表面形成一层重掺杂区，导致自旋极化在

经过界面时感受到很强的翻转散射而损失。初期的实验都集中从铁磁向 InAs 材料的
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自旋注入，这是因为他们的接触界面是一个理想接触，不会形成 Schottky 势垒。然

而实验上得到的自旋注入极化率却很低，到现在为止，最高也不过是 4.5% [88]。而

后，Schmidt 等人 [89]指出了在欧姆注入下的一个基本问题：铁磁金属和半导体材料的

电导失配。通过简单的扩散方程和欧姆定律，他们在忽略了界面散射的条件下考虑了铁

磁/半导体/铁磁结构的注入效率。当两边铁磁的磁矩方向相同时，欧姆注入的电流极化

率从铁磁中的 β 变为半导体中的α2 [89]：

α2 =
β

1 + σfmx0

2λfmσsc
(1 − β2)

(1.4)

其中 σfm/sc 分别为铁磁和半导体的电导，λfm 以及 x0 分别为铁磁和半导体中的电子自

旋扩散长度和半导体样品的厚度。一般来说，σfm 要远远大于 σsc，从而使注入的自旋

极化非常小。从公式上看，除非铁磁金属的自旋极化率接近 β = 1，即对应着半金属材

料 [90, 91]的情况下，自旋注入效率才会有显著提高。紧接着，Fert 和 Jaffrès 考虑了界

面电阻的影响后指出通过提高界面电阻可以有效地提高注入效率 [92]，他们在铁磁/半

导体结构中通过扩散方程得到自旋流的注入效率为：

α2 =
βrfm + γr∗b

rfm + rsc + r∗b
. (1.5)

其中 rfm/sc = l
fm/sc
sf /σfm/sc 是电阻和自旋扩散长度的乘积，r∗b 是界面电阻，γ 是界面的

自旋选择效率。可见，如果增大界面电阻 r∗b，即使铁磁和半导体的电阻以及扩散长度都

不匹配，也可能获得比较大的注入效率。这和 Rashba [93]提出的通过自旋选择的绝缘

层来提高自旋注入效率是一致的。

(ii) 隧隧隧穿穿穿注注注入入入

从上面可以看出，降低铁磁金属和半导体之间的电导不匹配是实现高的注入自旋

极化率的很重要的前提条件。最近的理论预测铁磁-重掺杂半导体-半导体结构的接触

界面的自旋极化注入可以达到100% [94]。Rashba 指出 [93]，在铁磁材料和半导体之间

加入一个隧穿效率依赖于自旋的隧穿结之后，自旋注入效率将完全由隧穿结决定。如

果隧穿结中自旋朝上和自旋朝下的透射率相差很大，可以有效地提高自旋注入效率。

实验采用了这种方法 [47, 95, 96]获得远比欧姆注入高的自旋极化率，其中文献 [96]采

用 FeCo/MgO 到 GaAs 量子阱中的注入效率在 100 K 高达52%，290 K时为32%。

1.3.3 自旋霍尔效应

无论是光学取向还是从铁磁中注入自旋极化，都是将外界的自旋信号引入到半导体

系统中。然而，在最近的一些理论工作中 [97–99]，有人指出自旋霍尔效应可以用电的

方法在半导体内部产生自旋极化。

对于自旋霍尔效应，早在 1971 年D’yakonov 和 Perel’ [100] 就已经指出了相应的效
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1.3 自旋极化的产生

应：在有自旋轨道耦合的样品中施加电场，由于 EY 自旋轨道耦合 (见第2章) 会给出自

旋偏转的散射，会导致在垂直于电流方向的样品边界将会产生自旋积累，并且样品两边

积累的自旋极化方向相反。现在我们知道，这种自旋霍尔效应对应着外禀自旋霍尔效

应 [101]。这样产生自旋极化不需要任何的外加磁场以及平衡态时的磁有序。在自旋电

子学迅速发展的这几年，特别是在 Murakami等人 [97]在 p-型半导体材料以及 Sinova等

人 [98] 在 n-型半导体材料中提出了“无耗散”的内禀自旋霍尔流以后，自旋霍尔效

应引起了理论上 [97–117] 和实验上 [118–126]大量的关注。由于在有自旋轨道耦合的系

统，自旋可以在自旋朝上和自旋朝下的态之间翻转，从而和电流不一样，自旋流本身不

是一个守恒量，导致理论上自旋流的定义上还有非常多的争议 [97, 98, 127–130]。同时，

自旋流本身还不能在实验上直接测量，需要将其转化为可测量的信号，比如边界的自旋

积累、电流或者电压等。这就导致了另外的重要问题，即自旋流和这些量之间的定量关

系在理论上并不是很清楚。

1.3.3.1理论上的进展

在理论上依据不同的物理来源自旋霍尔效应被分为两种不同的类型：内禀自旋霍

尔效应以及外禀自旋霍尔效应。主要研究方法有 Kubo 公式 [97, 98, 110]、Boltzmann 方

法 [99, 102, 105, 113, 115]等，不过这些研究中都没有考虑电子-电子散射对自旋霍尔效应

的影响。我们采用动力学自旋 Bloch 方程考虑了所有散射的情况下自旋霍尔电导的时间

演化 [131]。

在半导体中，由于自旋轨道耦合会导致导带波函数和价带波函数的混合，这种混

合会给出如下三个修正 1©：(i) Dresselhaus/Rashba 自旋轨道耦合，导致内禀自旋霍尔效

应；(ii) 这种混合会修正自旋守恒散射，给出自旋偏转散射 [100, 132]，包括自旋依赖

的电子-杂质散射、电子-声子散射等；(iii) 这种混合也修正了系统的位置算符和速度算

符，给出自旋依赖的速度和位置算符，即文献中 [102,133]所指的 side-jump 机制。

内禀自旋霍尔效应主要是在施加外电场时由内禀自旋轨道耦合–如 Dresselhaus

[64]、Rashba [50] 自旋轨道耦合–引起。它最早是由 Murakami 等人 [97]在 p-型半导体材

料以及 Sinova 等人 [98]在 n-型两维半导体材料中提出了“无耗散”的自旋霍尔电导开

始的。其中 Sinova 等人 [98]还得到一个普适的内禀自旋霍尔电导

σz
y =

e

8π
. (1.6)

他们指出这是因为对于给定的动量 k 上自旋轨道耦合引起的自旋极化正比于 Rasbha 自

旋轨道耦合系数 α，而非绝热修正却是反比于 α，从而给出一个与 α 无关的自旋霍尔电

导。 2© 后来的研究表明在 Rashba [104,105,134–136]或者线性的 Dresselhaus [137]模型中

正确的考虑了电子杂质散射的顶角修正以后，这种无耗散的自旋霍尔电导将会消失。在

1©详细的介绍及推导在第2章和第11章
2©我们觉得他们对文献 [98]中 Bloch 方程 (2) 的求解可能有问题。
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第一章 半导体自旋电子学介绍

用动力学 Bloch 方程研究自旋霍尔效应中(见第11章)，可以很容易得到线性自旋轨道耦

合给出内禀自旋霍尔电导为零。然而，如果自旋轨道耦合是关于动量三次方项的，比如

三次方项的 Dresselhaus 自旋轨道耦合以及在空穴系统中的 Rashba 自旋轨道耦合，即

使考虑散射的顶角修正仍然给出非零的自旋霍尔电导 [135, 138–140]。紧接着，Chen 等

人 [106]以及 Sheng 等人 [107]指出在 Laughlin 规范的思想实验下内禀的自旋霍尔效应不

会在样品边界上的导致任何自旋积累。因此，实验上观测到的样品边界上自旋积累都来

自外禀自旋霍尔效应。

外禀自旋霍尔效应的一个主要来源是自旋偏转散射 [100]。在电场作用下，这种散

射会使得自旋朝上的电子和自旋朝下的电子倾向于偏转到相反的方向上，从而形成自旋

流。另外，side-jump 机制有两个效应：修正的位置算符会导致电势能给出一项额外的

类似于 Rashba 自旋轨道耦合，以及修正的速度算符也会对自旋流的定义产生影响。但

是文献 [106,107]已经指出这种由位置算符给出的自旋轨道耦合不会对自旋积累有贡献，

同时修正的速度算符对自旋流的影响需要考虑不同动量之间高阶关联，其很难在动力学

方程中考虑。对于外禀的自旋霍尔效应，大部分的工作 [100, 101, 110–117]考虑的都是自

旋依赖的电子-杂质散射的贡献，以及在不对称量子阱中的电子- LO 声子的贡献 [141]。

在仅仅考虑外禀自旋霍尔效应时，边界上自旋积累直接和自旋霍尔电流联系在一

起 [99–101]，并且成正比关系 Sz =
√

τs/Dsj
z
y，τs 和 Ds 分别对应自旋弛豫时间和扩散

长度。这也是很多实验估计自旋流大小的依据。然而对于内禀自旋霍尔效应，这种关系

并不是很明确，并且表现出非常强的边界条件的依赖关系 [102,139,142,143]。

在部分实验中，除了在样品的边界上可以观测到自旋积累以外，样品的内部

也观测到了几乎在同一量级的自旋极化 [118, 121, 144]。理论上，Engel 等人 [145]以

及 Trushin 和 Schliemann [146] 认为这是电场作用下电子在动量空间的分布有个偏移，

使得 〈k〉 6= 0 ，则自旋轨道耦合将会给出一个净的有效磁场 [78, 119, 121, 141, 144–147]，

从而产生自旋极化，即流致自旋极化 (current induced spin polarization, CISP) 现象，

这和内禀的自旋轨道耦合紧密相关；而 Tarasenko [141]指出自旋偏转的电子-声子散

射 (EY 自旋轨道耦合) 也会给出同样的结果。

1.3.3.2实验上的进展

到目前为止，自旋霍尔效应只有很少的实验。Bakun 等人 [148] 在实验上观测到

空间分布有上不均匀自旋极化时会在自旋偏转散射下出现电流，这相当于自旋霍尔效

应的逆效应。Kato 等人 [118] 在 n-型 GaAs 体材料中通过 Kerr 效应在垂直于电流的

方向的样品两侧观察到了自旋极化。后来对有应力的样品中不同晶向下的自旋积累的

测量表明这里应当是外禀自旋霍尔效应占主导地位。后来 Hans 等人 [115]以及 Tse 等

人 [110]在理论上用外禀自旋霍尔效应进行了解释。Sih 等人 [119]首先用类似的方法研

究了两维 GaAs 系统的外禀自旋霍尔效应，然后他们又进一步证实了边界上的自旋积累

的确是和自旋霍尔流有关 [120, 149, 150]。Stern 等人 [121]在室温条件下在 ZeSn 材料观
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1.4 自旋极化的探测

测到这种自旋积累。对于 p-型材料，Wunderlich 等人 [122]在空穴系统中通过观测载流

子的复合发光的极化度从而得到了自旋极化。同时，俄罗斯的 Ioffe 研究所的实验组却

从另外一个角度探讨了自旋霍尔效应 [124–126]：他们利用外加 THz 频率的交变场以及

自旋相关的电子-声子散射导致的 EY 自旋轨道耦合的作用下产生自旋流，同时施加一

个磁场后，系统会产生净的电荷流，通过对电荷流的测量研究自旋流的性质。这类似自

旋霍尔效应的逆过程，和 Valenzuela 等人 [123, 151]在扩散区的金属铝中通过注入自旋

极化流从而在铝的两边产生电势降的实验一样。

1.4 自旋极化的探测

而对于自旋极化的探测，实验上主要是通过光学方法或者电学方法实现。其中光学

方法中，通过探测其偏振度的变化给出自旋极化的大小。根据发光手段的不同，可以分

为光致/电致发光、 Hanle 效应、时间分辨的 Faraday 旋转以及Kerr 效应。对于电学方

法，一般主要是用铁磁半导体界面的自旋依赖的输运性质，比如测量通过不同磁化方向

的铁磁电极以后电阻的差别给出自旋极化度。不过对于量子点系统，现在的实验手段已

经可以直接探测单个电子引起的电流信号的变化。

1.4.1 光学测量

早期的光学测量 [69–73, 152]都是采用光致发光方法(photoluminescence/electrolumi-

nescence)。直接测量发光的极化度就可以得到电子激发的自旋极化度。按照图 1-5给出

的光学选择定则，由电子到重空穴的跃迁几率是电子到轻空穴的跃迁几率的 3 倍，故复

合发光的极化率为

Popt =
(3n↑ + n↓) − (n↑ + 3n↓)

(3n↑ + n↓) + (n↑ + 3n↓)
=

1

2

n↑ − n↓

n↑ + n↓
. (1.7)

在施加横向的外磁场作用以后，电子自旋将会在复合的同时绕着磁场做 Lamor 进动，

激发电子的自旋极化随时间的变化为 P0e
−t/τs,e cos(ΩLt)，其中 ΩL = gµBB 是 Lamor进

动频率。平均的自旋极化为：

P (B) =

∫ ∞
0

dtP0e
−t/τs,e cos(ΩLt)N0e

−t/τr∫ ∞
0

dtN0e−t/τr
=

P (0)

1 + ( ΩLτr

1+τr/τs,e
)2

. (1.8)

其中 P (0) 是磁场为零测量得到的自旋极化率。可见在横向磁场的作用下，半导体带边

发光的偏振度会下降，即 Hanle 效应 [69, 84, 153]。 在测量得到光学极化率 P 以后，

可以根据电子顺磁共振 (electron paramagnetic resonance, 或 EPR) 得到激发电子的寿

命 τr，然后根据公式 (1.3) 得到自旋弛豫时间 τs。在测量时，要求电子寿命 τr 不能太

长、同时系统的 g-因子不能为零 [70, 71]。然而在电学注入的实验中 [47, 48]，通过将电
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图图图 1-7: 电致发光测量自旋极化[摘自文献 [48]]。极化的自旋从 BexMnyZn1−x−ySe 中注入到 n-
AlGaAs 中，进一步在电场作用下和 p-AlGaAs 中的空穴同时输运到中间本征 GaAs 中复合发
光。

子和空穴输运到同一位置上复合发光，从而测量发光的极化率。图 1-7 给出实验上的示

意图。

自从飞秒激光器实现以后，实验上可以用泵浦-探测方法去测量半导体中的自旋

极化的时间演化。首先用圆偏振的泵浦激光激发自旋极化，在一个时间延迟 ∆t 以

后，探测系统自旋性质。探测方法可以分为如下几种：(i) 测量左/右旋光的透射强

度 I±，则光学极化度为 Popt(∆t) = I+−I−

I++I−
。根据公式 (1.7) 可以得到自旋极化度，通

过调节 ∆t 的变化，可以得到自旋极化度随着时间的变化 [47, 77, 154, 155]。(ii) 时间分

辨的 Faraday/Kerr 旋转测量。测量时使用线偏光入射，然后测量透射光/反射光的偏

振方向的偏转角度，可以得知自旋极化的信息。对于透射光即为 Faraday 旋转角度，

反射光即为 Kerr 旋转角度。理论上 Ostreich 等人 [156]通过建立 Bloch 方程研究了自

旋极化和偏转角度之间的关系，在小角度偏移时，可以认为自旋极化度和偏转角度成

正比关系。图1-8是这两种测量的示意图。时间分辨的 Faraday 旋转测量中首先用圆偏

振的泵浦光在半导体中激发出自旋极化，在经过一段时间延迟 ∆t 以后，再利用一束

传播方向稍微偏离泵浦光入射方向的线偏探测光通过磁性介质，由于半导体中有自旋

极化，根据 Faraday 效应，探测光的偏振方向会发生偏转，这个偏转的角度 θF 就可

以反映样品中磁矩的大小。时间分辨的 Kerr 旋转测量就是将时间分辨的 Faraday 旋转

中的探测光由透射改为反射。由于飞秒激光器的出现，时间延迟 ∆t 可以达到几十飞

秒量级，相比较自旋弛豫时间而言，可以有效地反映自旋极化的时间演化过程。现在

时间分辨的 Faraday/Kerr 旋转已经被越来越多的应用于探测自旋极化的时间演化实验

中 [55, 56,74–76,78,81,82,118–121,157–163]。

1.4.2 电学测量

电学测量方法不同于光学测量，它的响应时间要远远长于光学的响应时间。因此，

对于弛豫时间比较快的系统如二维或者三维系统，它几乎不可能获得自旋极化时间演化
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1.4 自旋极化的探测

Fig. 1. A schematic of the experimental geometry.

图图图 1-8: 时间分辨的 Faraday 旋转角度测量(左图，摘自文献 [161])和时间分辨的 Kerr 旋转角度
测量(右图，摘自文献 [74])示意图。这两种测量都是先用圆偏振的泵浦光在样品中激发出自旋极
化，然后在经过一小段时间 ∆t 以后通过探测线偏振的探测光通过( Faraday 旋转角度测量) 或
者反射 (Kerr 旋转角度测量)以后的偏振角度的变化值 θF /θK 来确定自旋极化的大小。

的信息，一般通过测量电阻的变化来反映系统稳态时的自旋极化的大小；然而对于自旋

弛豫时间很长的系统如量子点系统，它也可以获得时间演化的信息，并且被用于测量系

统的自旋弛豫时间，这一部分我们放在后面量子点中回顾。

FM SC FM

图图图 1-9: 自旋阀的原理示意图。

在两维或者三维系统中，电学测量最直接的方法就是利用自旋阀设备来直接测量电

阻的变化。示意图如图 1-9。左边铁磁金属 (源极) 注入的自旋经过半导体后由右边的铁

磁金属 (漏极) 流出。通过选择不同矫顽力的铁磁体，实验上可以将源极的磁矩钉扎在

一个固定的方向，然后改变右边漏极中磁矩取向，测量出电阻差异就可以反映半导体中

的自旋极化状况。和从铁磁向半导体中注入的结果一样，接触的界面将会对这种测量产

生非常大的影响，最好可以形成欧姆接触。

Johnson [164]在 1998 年进一步给出这种测量的详细的实验装置图以及理论根据。

图 1-10 给出他的理论示意图。其中图 (a) 和 (b) 分别给出铁磁电极的磁化方向相反

时半导体和铁磁电极的能带示意图。由于铁磁或者半导体的不同自旋子带的电导是

正比于其态密度的，故两部分连接在一起的时候，对应的自旋子带整体的电导可以
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第一章 半导体自旋电子学介绍

FIG. 3. Density of states diagrams, at T 0, for a 2DEG left and the

图图图 1-10: Johnson 在提出的整流效应的理论示意图[摘自文献 [164]]。其中图 (c) 是试验装置示意
图。(a) 和 (b) 对应这半导体和不同磁矩方向的铁磁电极的能带图。

用 g−1
σ =

∑
i g

−1
i,σ 表示，而系统的总电导是 G =

∑
σ gσ。因此在铁磁的极化方向改变的

时候，整体的电导变化可以很容易得到：

∆G

G1 + G2

=
∆R

R1 + R2

=
gmin,F − gmaj,F
gmin,F + gmaj,F

gmin,S − gmaj,S
gmin,S + gmaj,S

. (1.9)

其中 gmin/maj,F/S 分别表示铁磁和半导体中自旋少子和自旋多子对应的电导，Gi 和 Ri 表

示铁磁部分取不同磁矩时候的整个系统的电导和电阻。这种做法中没有考虑界面电阻的

贡献，因此适用于欧姆接触的情况。后来，Hammar 等人 [95]按照这种方法进行了实验

测量，得到自旋注入效率为 20%

另外，Schmidt 等人 [89]在欧姆接触区的自旋电学注入问题的研究中就包括了如何

用电学的方法探测自旋极化。他们计算了系统电阻在两端铁磁金属的磁矩方向平行或者

反平行时的电阻 Rpar 及 Ranti，得到

Rpar − Ranti

Rpar

=
β2

1 − β2

λ2
fmσ

2
sc

σ2
fmx

2
0

4

(2λfmσsc

σfmx0
)2 − β2

. (1.10)

可见只有在铁磁的极化 β ∼ 1 附近才会有明显的磁电阻，一般来说实验上观测到比较困

难。他们在 2004 年的实验中 [165]将铁磁改为稀磁半导体，通过外加磁场的方法固定其
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1.5 自旋弛豫过程与自旋扩散/输运

磁矩方向，可以得到比较高的磁阻变化。图 1-11 是他们的实验示意图。 随着磁场的增
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图图图 1-11: 磁电阻效应[摘自文献 [165]]。插图中两块稀磁半导体在磁场作用下是分别用于自旋注
入和检测。纵轴给出的磁电阻的变化。其中 ∆R = R(B) − R(0)。

加，自旋注入效率提高，从而检测到的自旋极化 (磁电阻的变化) 也相应的变大，自旋

注入效率最高达到 25%。

最近，Lou 等人 [166, 167]用电的方法测量了在正向偏压下 Fe 和 n-GaAs 之间形成

的 Schottky 势垒中的自旋积累。他们认为自旋积累会在结两边造成额外的电压降，并

且磁场可以抑制其中的自旋积累，通过测量随着磁场变化的电压变化就可以得出推出其

中自旋积累的大小，装置和结果见图 1-12。

图图图 1-12: Schottky 势垒中的自旋积累磁场下导致的其两端电压的变化[摘自文献 [166]]。左图为
实验装置示意图，其中 Schottky 势垒在 a,c 之间，右图为实验结果。

1.5 自旋弛豫过程与自旋扩散/输运

实现自旋电子学器件一个非常重要的条件就是需要自旋信号在半导体中的弛豫时

间足够长以及传输距离足够远。实验上和理论上围绕着这个问题做了大量的研究。虽
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第一章 半导体自旋电子学介绍

然对自旋电子学的研究很早就已经涉及到，比如 Mott [168]早在 1936 年就用电子自旋

性质来解释铁磁金属中的电阻的反常行为，提出在低温下磁振子之间散射比较弱的时

候，可以用自旋朝上和朝下电子的两流体模型来理解铁磁金属中的电流行为。决定半导

体中自旋弛豫的三个重要机制：Elliot-Yafet (EY) 机制 [169]、D’yakonov-Perel’ (DP) 机

制 [170]以及 Bir-Aronov-Pikus (BAP) 机制 [171]也早在上世纪七十年代就已经在理论

上提出以及在实验上观测到。然而，直到 1997 年左右 Kikkawa 等人 [74–76]的实验才

使得第二类自旋电子学的实际应用成为可能。他们利用时间分辨的 Faraday 旋转测

量 GaAs 半导体体材料中自旋极化的时间演化，发现在很广的温度和磁场范围内自旋弛

豫时间都超过 100 纳秒 [75](见图 1-13)以及自旋信号可以扩散/输运到 100 微米 [75]以

外(见图 1-14)。两维 ZnSe 材料中自旋弛豫时间最长也可以达到 1.5 纳秒。此后，实验

以及理论上都对自旋弛豫/输运/扩散过程做了大量的研究。

1.5.1 最近的实验进展

Crooker等人 [159,160]最早在掺Mn+2的磁性半导体量子阱中利用时间分辨的 Fara-

day 旋转探测激发的自旋极化的时间演化。其中他们观测到了空穴、电子以及 Mn+2 离

子的自旋信号随着时间的演化：空穴极化很快就弛豫掉了，而 Mn+2 离子却可以持续好

几百皮秒，电子的弛豫时间在几十皮秒量级。理论上 [156, 172]通过建立 Bloch 方程给

出了 Faraday 旋转角和自旋相干的关系，很好的描述了他们的实验。接着 Kikkawa 等

人 [75]采用光学泵浦探测方法利用时间分辨的 Faraday 旋转测量得出了体材料 GaAs 中

的自旋弛豫时间 [74]。从图 1-13 中可以看出自旋弛豫时间对电子浓度有非常大的依赖关

系，并且对于体材料 GaAs，当浓度为 1× 1016 cm−3 时自旋弛豫时间达到最长。这些实

验结果对应的自旋极化都是小极化 (除了本征激发以外，其余三条线对应的自旋极化不

超过 2%。)。在本征半导体和低浓度时，自旋弛豫时间随着磁场增加而减小，而对高浓

度样品，自旋弛豫时间随着磁场增加而增加。同时，除了本征半导体以外，其他三个样

品中在各个磁场下自旋弛豫时间都是随着浓度增加而减小。这里自旋弛豫时间在零磁场

时可以达到 100 纳秒以上。

随后，在 GaAs 量子阱中也获得了非常长的自旋弛豫时间。Ohno 等人 [77]利用光

致发光方法测量发光极化率的时间演化得到 (110) GaAs 量子阱中自旋弛豫时间长达几

个纳秒，以及在 (001) GaAs 量子阱中低温下 (低于 10 K)的自旋弛豫时间接近 1 纳秒

的结果 [154]。而后，Adachi 等人 [155]在室温下 n 型 GaAs 多量子阱系统中测量得到

自旋弛豫时间超过 10 纳秒。同时他们也测量了自旋弛豫时间的温度依赖关系，对于沿

着 (110) 方向生长的量子阱，在没有掺杂的样品中观察到自旋弛豫时间随着温度上升，

并且在温度高于 20 K 时成 T 0.6 关系，根据温度依赖关系，他们认为这里的自旋弛豫

时间主要由 BAP 机制决定。而对于沿着 (001) 方向生长的量子阱，在他们的实验参数

下，自旋弛豫时间随着温度先是下降，然后在 200 K 左右开始上升，其中自旋弛豫主要

由 DP 机制决定。后来，Zhou 等人 [54]用完全微观的动力学自旋 Bloch 方程在无拟合
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参数的情况下非常好的拟合了这个结果，这表明这些实验中的自旋弛豫主要是由非均匀

扩展引起的自旋弛豫造成的。

图图图 1-13: 自旋极化在 GaAs 体材料中时间演化[摘自文献 [75]]。探测方法是时间分辨的 Fara-
day 旋转，其中的振荡是由于有外加磁场。插图给出自旋弛豫时间随着磁场的变化关系，分别对
应电子浓度为 n = 0，1016，1018 以及 5 × 1018，以及激发浓度 n = 2 × 1014，2 × 1014，1.4 ×
1015 以及 3 × 1015 cm−3，其对应的线型和大图中的一致。由于有些浓度下自旋弛豫时间太长，
时间分辩的 Faraday 旋转直接测量比较困难，插图中的自旋弛豫时间是通过自旋共振放大测量
方法得到的：通过泵浦光的连续激发，调节磁场的大小可以使信号达到共振，测量对磁场的共
振宽度可以得到自旋弛豫时间。具体见文献 [75]。

自旋弛豫时间的温度依赖关系是用来检验理论正确性与否的一个很重要的指

标。Adachi 等人 [155]就是根据温度变化关系判断出在 (110) 量子阱中沿着量子阱方

向自旋极化的弛豫过程主要是 BAP 机制占主导地位。另外，Malinowski 等人 [173]测

量了 (001)–GaAs 量子阱中不同阱宽下自旋弛豫时间随着温度的变化，得到在阱宽

为 20 nm 以及温度高于 80 K 时自旋弛豫时间随着温度升高而增加，而在阱宽比较小的

时候几乎不随温度变化。这个结果被 Weng 和 Wu [52]用动力学自旋 Bloch 方程很好的

解释。Brand 等人 [174]在非常低的温度下 (低于 5 K) 发现即使没有外磁场存在时，自

旋极化也会发生振荡，这完全是自旋轨道耦合的作用。并且他们第一次在实验上证明了

自旋弛豫所依赖的动量弛豫时间 [见 DP 机制给出的公式(3.56)] 和输运中的弛豫时间是

不一样的，说明电子–电子散射在这里会起非常重要的作用。这和理论上 [52, 54, 175]对

自旋弛豫时间的研究相一致。

自旋弛豫时间对自旋极化方向的各向异性在实验上也有很多研究。Döhrmann 等

人 [176]对 (110) GaAs 量子阱的研究表明，除了沿着量子阱生长方向的自旋弛豫时间非

常长以外，在有横向磁场存在时，量子阱平面的自旋弛豫时间非常短 (几百皮秒)，系统
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表现出很强的各向异性。他们是根据如下的公式测得平面的自旋弛豫时间：

∂

∂t

(
sx

sz

)
= −

(
γx −ω

ω γz

)(
sx

sz

)
, (1.11)

其中 sx/z 是自旋极化，γx/z 是沿着 x/z 方向的自旋弛豫率，ω 是 Lamor 进动频率。求

解得到

sz(t) = s0
e−(γx+γz)t/2

cos ϕ
cos(ωat − ϕ), (1.12)

其中 tan ϕ = γx−γz

2ωa
以及 ωa =

√
ω2 − (γx − γz)2/4。因此在有外加磁场时测量沿着 z 方

向自旋极化的时间演化，按照上面的公式也可以得到平面内的自旋弛豫时间。后

来，Stich 等人 [161]用时间分辨的 Faraday 旋转研究了 (001)-GaAs 量子阱中的自

旋弛豫时间对自旋极化方向的各向异性，不过他们这里是由于同时存在 Dressel-

haus 和 Rashba 自旋轨道耦合时，出现一个特殊的方向 (110)，沿着这个方向的自旋极

化弛豫时间要远远长于其他的方向。在理论上，动力学自旋 Bloch 方程的结果和实验结

果拟合的非常好。不管怎么说，上面实验中的各向异性都是由于自旋轨道耦合产生的

有效磁场有一个特殊方向引起的。最近，实验上也研究了很高的初始自旋极化下的自

旋弛豫过程。Stich 等人 [81, 82]利用时间分辨的 Faraday 旋转测量 n-型 (001) 方向生长

的 GaAs 材料在有很高的激发浓度时的自旋弛豫时间。他们发现随着自旋极化的增加，

自旋弛豫时间也很快得增加；同时，在高极化下的自旋弛豫时间随着温度的升高而下

降，和低极化下的结果相反；另外，随着极化变大，有效 g-因子的大小快速减小。这些

结果验证了 Weng 和 Wu [52]最早关于高极化下自旋弛豫过程的理论预测。

除此之外，电子自旋极化和原子核极化之间的相互作用 [177, 178]、Si/SiGe 材料中

自旋回声 (spin echo) 下的自旋去相位时间 [179]以及氮化物材料 [180]中的自旋弛豫等也

得到了相当多的关注。

图图图 1-14: 自旋极化的空间输运[摘自文献 [76]]。(横轴的单位应该是 µm，原文中有误。)

除了空间均匀系统中的自旋弛豫/去相位以外，空间不均匀系统中的自旋输运/扩

散也得到了大量的关注 [181]。Dzhioev 等人 [182]估计了 n-型 GaAs 材料中的自旋扩散

长度大概为 10 µm左右。Hägele 等人 [183]在本征半导体中激发自旋极化并且在发现它

们可以扩散到 4 µm 外的地方复合发光。后来，Kikkawa 等人 [76] 首次采用时间分辨
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1.5 自旋弛豫过程与自旋扩散/输运

的 Faraday 旋转测量了 GaAs 体材料中空间分辨的自旋输运，具体测量方法是在相同的

时间延迟下测量不同位置上的 Faraday 偏转角度。测量结果见图 1-14，其中每条曲线之

间的时间间隔都是激发的脉冲的事件间隔 tep。图上分为两部分，左边的是没有电场的

结果，可见自旋波包高度逐渐变小，宽度变宽，自旋信号可以扩散到几十µm 以外；右

边的是施加了 10 V/cm 方向向左电场的结果，自旋波包在高度变小以及宽度变宽的同

时还在向右输运，此时，自旋极化信号输运到 100 µm 远的距离外；另外，施加方向向

右的电场时的结果和电场方向向左时的结果对称。Crooker 和 Smith [55]研究了在有应

力的情况下 n-型 GaAs 材料中的自旋波包输运问题，他们发现在有应力的情况下自旋极

化会在空间上振荡，这和应力产生的自旋轨道耦合有很大的关系，与 Weng 和 Wu 最早

在有 Dresselhaus/Rashba 自旋轨道耦合的两维系统中自旋波包在输运过程中会振荡的

预测一致 [57, 58]。自旋扩散长度对电场有很强的依赖，但是自旋进动周期却几乎不随电

场变化，后来 Beck 等人 [56]在实验上验证了这个结果，见图1-15；理论上用动力学自

旋 Bloch 方程求解两维电子气中的输运问题也得到了同样的结果 [60–62]。
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图图图 1-15: 自旋极化输运中在空间上的振荡[摘自文献 [56]]。(a)是试验装置图；(b) 计算得到的空
穴以及自旋朝上和自旋朝下电子浓度的空间分布；(c) 计算得到的自旋极化的空间分布；(d) 没
有应力时不同电场下的自旋输运；(e) 有应力时不同电场下自旋输运，可见自旋振荡周期与电场
无关。

最近实验上通过对自旋光栅 (Spin Grating)的测量得到自旋弛豫时间以及自旋扩散

系数 [184–187]。如果在空间两束相对入射的激光的极化方向不是同一个方向，虽然光

场在空间上是均匀的，但是极化方向却是在左旋、线偏以及右旋光之间变化。如果用于

半导体中激发自旋，则得到的极化会在空间上周期变化，从而产生自旋光栅。通过分析

不同波长激光激发下的自旋信号的衰减速率 Γq，根据公式 [184]

Γq = Dsq
2 + 1/τs (1.13)
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可以得到自旋扩散系数 Ds 和自旋弛豫时间 τs。由于在扩散区的自旋输运和自旋弛

豫过程是紧密联系在一起的，上面的这个公式是否合适还是需要检验的。Weber 等

人 [187]发现在自旋光栅中自旋信号的衰减其实是一个双指数的形式 Γ±
q，Weng 等

人 [188]用完全微观的动力学自旋 Bloch 方程解析和数值的仔细研究了这个关系，给出

了如何根据实验结果得到真正的 Ds 和 τs 的方法。

1.5.2 理论进展

半导体中自旋弛豫/去相位机制主要包括 EY 机制、DP 机制、BAP 机制以及电子

和原子核超精细相互作用导致的自旋弛豫。其中 EY 机制和 BAP 机制来源都是自旋翻

转的散射，可以直接用费米黄金规则处理，给出自旋翻转速率。然而对于 DP 机制，它

来源于自旋轨道耦合和自旋守恒散射共同作用产生的有效自旋翻转，使用动力学方程处

理，给出自旋弛豫时间是由自旋轨道耦合以及动量弛豫时间共同决定。不过对于 DP 机

制，都是对强散射区域以及各向异性的自旋轨道耦合研究的。另外因为电子-电子散射

对动量弛豫没有贡献，导致人们在很长一段时间内认为电子-电子散射不会造成自旋弛

豫。最近 Wu 提出了采用非均匀扩展的观点来重新理解自旋系统的弛豫过程，指出在

有非均匀扩展的自旋系统中，任何散射包括自旋守恒散射，特别是电子-电子散射，都

会造成不可逆自旋弛豫/去相位。这种新的理解远远超出了 DP 机制的内容。通过求解

动力学自旋 Bloch 方程，他们的理论结果非常好的预测和解释了实验结果。我们将在

第3章详细讨论这些内容。

自旋极化在空间上的输运/扩散也引起了广泛地关注。最早的研究是建立在两分量

的漂移扩散方程基础上的 [30, 189–194]，主要是把自旋朝上和自旋朝下的电子看成两类

不同的粒子，每一类单独使用漂移扩散方程。Flatté 和 Byers [189]最早利用这个理论研

究了在本征/掺杂半导体系统中的电荷和自旋波包的扩散过程。对于电荷波包的输运，

扩散系数以及迁移率是由下式决定：

µa =
(n − p)µeµh

nµe + pµh

, Da =
nµeDh + pµhDe

nµe + pµh

. (1.14)

可以看出对于 n 型掺杂系统，n À p，µa ∼ µh 以及 Da ∼ Dh，系统的扩散是由空穴的

性质决定。而对于 n 型掺杂系统的自旋波包的输运，扩散系数以及迁移率是由

µa =
(n↑ + n↓)µ↑µ↓

n↑µ↑ + n↓µ↓
= µe, Da =

n↑µ↑Dh + n↓µ↓De

n↑µ↑ + n↓µ↓
= De (1.15)

决定，和电子的扩散系数以及迁移率一样。从这里可以看出，电荷波包的扩散行为和自

旋波包的扩散行为完全不一样。不过，后来的研究表明自旋系统的扩散系数要比上面两

分量模型讨论的结果复杂的多，并且由于库仑拽引效应，自旋扩散系数要比电荷扩散系

数小的多 [187, 188]。紧接着，Yu 和 Flatté [190, 191]利用漂移扩散方程考虑了自旋极化
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1.5 自旋弛豫过程与自旋扩散/输运

在半导体内的扩散和从铁磁到半导体内的注入。利用方程

∇2(n↑ − n↓) +
eE

kBT
· ∇(n↑ − n↓) =

n↑ − n↓

L2
s

. (1.16)

给出当电场方向沿着或者逆着自旋扩散方向时的自旋扩散长度 Ld/u =

{
− (+) |eE|

2kBT
+√

( eE
2kBT

)2 + 1
L2

s

}−1

。Csontos 和 Ulloa [194]考虑了空间电荷不均匀系统的自旋输运，指

出电场梯度在界面的输运中起着很重要的作用。

但是在使用漂移扩散方程时只考虑了自旋朝上和自旋朝下的电子各自的输运，没

有考虑它们之间的关联在输运中的作用。Weng 和 Wu [195]最早指出自旋相干在空间自

旋极化输运中起着非常重要的作用。在考虑了自旋相干项以后，他们预测在 200 K 的

温度下自旋波包的空间输运过程中即使没有外磁场的时候也会出现振荡 [57, 58]。这

个预测已经被随后的理论 [60, 196]和体材料中在非常低的温度下的实验 [55, 56]证实。

在这之后，大部分的理论工作中都考虑了自旋相干的贡献 [59–62, 197–206]。Jiang 等

人 [59]使用动力学自旋 Bloch 方程指出库仑拽引会有效地减小自旋扩散的速度。我

们采用一套新的数值求解方法求解动力学自旋 Bloch 方程 [61]，研究了 GaAs 系统

中在有外磁场以及外电场下的静态扩散/输运问题，发现自旋扩散长度与振荡周期

与平面内磁场的方向有非常大的关系，并且证实了实验上电场作用下的振荡周期不

变 [55, 56, 60]。在同时考虑了 Dresselhaus/Rashba 自旋轨道耦合的系统中，自旋输运的

各向异性也被仔细的研究 [62, 63]。我们的研究表明，此时的自旋扩散长度不仅仅对自

旋极化方向有个很强的各向异性，更为重要的是，对自旋扩散方向有很强的各向异性。

当 Dresselhaus 和 Rasbha 自旋轨道耦合的强度可以比拟时，沿着 (1̄10) 方向的输运可以

获得更长的自旋扩散长度。

另外，漂移扩散方程可以写成与自旋极化有关的方程 [197–200]：

∂S

∂t
− D

∂2S

∂x2
− α

∂S

∂x
+ βS = 0 . (1.17)

其中 S 是自旋极化矢量，D 是扩散系数，α 和 β 是与外场以及自旋轨道耦合相关

的系数。Takahashi 等人 [207]计算了由散射导致的自旋弛豫过程，得到自旋扩散系

数随着温度的变化不是单调的。Dery 等人 [208]利用这种方法研究了侧向注入自旋

输运问题。Qi 和 Zhang [209]推导了一组宏观的方程用于研究在同时考虑了电场和

磁场的条件下的自旋输运问题，不过对于散射项他们采用了弛豫时间近似。此外，

系综 Monte-Carlo 模拟也被广泛地用于自旋输运 [196, 210]、自旋注入 [201–205]的研

究。自旋注入中，Shen 等人的研究指出 [201–203]，从铁磁到半导体的注入过程中，

会在界面处形成 Schottky 势垒，不过自旋极化的注入长度仍然可以达到 1 µm 以上。

而 Wang 和 Wu 的研究 [204]发现，由于形成了 Schottky 势垒，会在界面处有一个非常

大的垂直于界面的电场，导致很强的 Rashba 自旋轨道耦合，使得自旋极化快速弛豫，
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第一章 半导体自旋电子学介绍

注入长度远远小于 1 µm。

1.5.3 THz 场对自旋的影响

自旋电子学的最终目标是操纵或者相干控制自旋自由度，以实现可以应用的自旋电

子学器件，因此除了需要了解半导体中的自旋弛豫/去相位机制以及扩散/输运过程以

外，还需要有有效地调控自旋信号的手段。很多外界条件，如温度、磁场以及电场都可

以有效地改变自旋相干性 [6]。比如在量子点中可以通过施加一个周期性的电场可以对

其中量子态迳行操纵，从而可以实现量子位操作 [211]。半导体系统中自旋相关的能量

范围一般都在 meV 量级，刚好处在 THz 场的能量范围内，因此研究 THz 场对自旋系

统的影响会有非常重要的意义。在自旋无关的系统中，THz 场可以导致动态的 Franz-

Keyldysh 效应以及光学子带现象并且已经被广泛地研究。THz 场可以强烈的改变电子

的轨道动量及其态密度。而 THz 场等快速变化的电信号对自旋系统的作用却在不久前

才得到实验和理论的关注。Kato等人 [212]已经证实 GHz (Gigahertz)电场可以控制量子

自旋信息。Tarasenko [141]指出高频的电场可以和自旋偏转散射共同作用在两维电子气

中激发出自旋极化，并且实验上用这种方法产生了自旋流 [125, 213]。Pershin [214]通过

使用一系列磁脉冲有效地延长了两维电子气的自旋弛豫/去相位时间，并且在脉冲的频

率范围在 THz 范围内的时候，自旋去相位时间可以延长好几个数量级。Xu [215, 216]研

究了强的THz电子对有自旋轨道相互作用的系统的的自旋相关的态密度的影响，发

现和自旋无关的现象一致，THz 场强烈的改变着每一支的自旋态密度以及系统的费

米能，同时他们指出 THz 场会在二维电子气中产生自旋极化。但是我们的研究发

现 [217]，THz 场并不会在实验室坐标下激发出自旋极化，但是却可以诱导出一个

平面内的 THz 的磁信号。后来，我们在仔细推导了 Xu 的工作以后，指出在他的

文章中求解含时 Schrödinger 方程时有错误 [218]，而 Xu 也承认了这点并相应的修

改了他的文章 [219]。这里得到的 THz 的磁信号可能可以应用在无磁场存在的磁共

振实验中。Jiang 等人 [220]研究了 THz 场对量子点系统的作用，发现和二维系统的

结果类似，THz 也强烈的改变了量子点中的电子能级结构，产生了非常多的子带结

构。他们后来的研究表明这些子带结构可以强烈的的改变量子点系统的自旋弛豫过

程 [221]。Zhou [222]在二维空穴气中也得到了相同的结果。

1.6 量子点系统

量子点系统指的是其约束尺寸和其中的载流子在各个方向上的德布罗意波长都

可以比拟的纳米结构，其特征尺度一般在几十到几百纳米之间，能量尺度在 meV 量

级。在这种尺度上，量子点系统中的载流子将表现出非常强的量子效应和分立能级

结构，与原子的能级结构非常类似，同样存在壳层结构，故又被称作为“人造原

子” [40, 223, 224]。研究量子点系统的性质对于理解量子力学的基础以及量子信息都有
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1.6 量子点系统

非常重要的意义：这是因为现在实验上已经可以通过调节量子点的约束势来改变量子

点的大小以及其中载流子的数目，从而使量子点成为不仅仅是单体的能级结构，而且

也是量子的多体效应以及多体之间的关联的研究载体。实验上可以造出不同材料以及

不同尺寸的量子点：如夹在两个电极 [225]、正常金属 [226]或者超导体之间的单个分

子 [227, 228]，铁磁的纳米颗粒 [229]，自组织量子点系综 [230]，半导体侧向 [231]或垂

直 [232]生长的量子点，或者半导体的纳米线或者是碳纳米管等结构 [233–235]。

distance d

height h

InAs disk

InAs
wetting layer

25 nm

A C

B

图图图 1-16: 自组织生长的垂直量子点[摘自文
献 [236]]。图 (A) 是生长在 GaAs 衬底上
的 InAs 量子点，图 (B) 是被 GaAs 势垒隔
开的 InAs 量子点的 TEM 图像。

2DEG

gate

Ohmic
contact

depleted
region

GaAs

AlGaAs
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c)

IQPC IQPC

IDOT
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b)

200 nm

IDOT

图图图 1-17: 电极约束的量子点系统[摘自文献
[40]]。其中图 (b) 和 (c) 分别是单个量子点和
侧向生长的双量子点示意图。

半导体量子点可以通过自组织生长或者是通过电极约束而形成。早期研究的半导体

量子点都是通过自组织生长 [236–239]，其示意图见图 1-16。一般用这种方法生长的量

子点数目比较多，可以用光学方法探测其中电子的性质，比如利用光学谱探测其中电子

的能级结构 [236, 237]或者泵浦-探测方法探测自旋弛豫时间 [240]等。由于量子点是利用

不同材料的能带结构的不同生成的，在其长好以后结构就已经固定，很难用外界手段调

节。现在的实验技术可以在量子阱/异质结结构上利用电子束刻蚀方法制作大小只有几

十纳米的电极，在电极上施加合适的偏压以后可以在量子阱/异质结结构中隔离开相同

精度大小的区域而形成量子点 [40, 232, 241, 242]。其结构见图 1-17。对于这种量子点结

构，可以通过调节其偏压来控制量子点的约束势，从而控制量子点的大小以及其中电子

数目的多少。

量子点的电子性质主要由如下两个方面决定 [40]：(i) 库仑作用。当向量子点中加入

一个额外的电子时，需要额外耗费能量用在这个电子和其它电子之间的库仑排斥能量。

由于这部分能量，会使得低温下电子电极向量子点中隧穿几率被非常大的抑制，给出所

谓的库仑阻塞效应 [243,244]。很多实验都是利用这个效应来实现的，特别是用在控制量

子点中电子的数目。图 1-18 给出控制量子点中电子数目的实验示意图 [232]。其中量子

点生长在两层势垒层之间 (见图 (a))，势垒层两边分别为源极和漏极。在量子点的周围

加上一个负的偏压，则会减小量子点的半径。这个操作会减小量子点中的电子数目，一
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图图图 1-18: 电极约束的单个量子点示意图 (a) 以及其相应的能带图 (b) [摘自文献 [232]]。(c) 对应
进入到量子点中的电子数目和控制量子点大小的门电压之间的关系。

个一个的减少，直到其中没有电子为止。在调节偏压的过程中，电子系统的能级结构会

变化。由于库仑阻塞效应，只有从源极出来的电子进入到量子点以后占据的能级仍然匹

配源极和漏极的费米面时 (图 1-18 (b))，才会有电流通过。因此测量得到的电流会对应

一系列的峰值，并且每个峰值附近都对应着量子点内部电子数目的变化 (图 (c))。(ii) 分

立能级结构。量子点在各个方向的约束所给出的分立能级结构将会强烈的影响电子系统

的动力学性质，包括自旋性质。

1.6.1 量子点中自旋弛豫：实验测量

对于自组织生长的量子点，形成的量子点数目非常多，可以通过光学方法测量和调

控其中载流子的性质 [245–248]。而对于电极约束而成的量子点，实验上是将自旋信号

的测量转化为电流信号测量，从而得到量子点中载流子的自旋态 [211,249–260]。这种方

法直接测量量子点中的单个电子状态，随着实验技术的改进，已经可以实现一次性的读

出操作 (single-shot readout)，其精度已经达到65% (辩真度 (fidelity) 达到 82%) [253]。

从原理上可以分为如示意图 1-19 所示的两类不同的测量 [40]：(a) 通过能量选择读

出 [250, 251, 253, 254]。电极的化学势处在两个电子自旋能级能量之间，则只有处在高

激发态 ES 上的电子可以隧穿出去，形成电流；而处在基态 GS 上的电子由于能量

关系不能隧穿。因此电荷测量中如果显示有电子隧穿出量子点的话，则表示电子占
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1.6 量子点系统

据在激发态 ES 上，否则占据在基态 GS 上。(b) 通过隧穿率选择读出 [255, 259]。通

过不同自旋态和电极之间的隧穿率的不同，比如 ES 态的隧穿率远大于 GS 态的隧穿

率 ΓES À ΓGS。如果初始时选择电极的化学势远低于这两个态的能量，则这两个态上的

电子都可以从量子点隧穿出来。在时间 τ 满足 Γ−1
GS À τ À Γ−1

ES 以后，则如果电子初始

处在态 ES 时，τ 时间后电子几乎全部隧穿出去，而如果电子处在态 GS 时，电子几乎

不会隧穿出去，由此可以知道初始时的自旋占据态。

mres

ES

GS

a) b)Energy-selective
ReadOut

Tunnel-Rate-selective
ReadOut

EES>> EGS GES>> GGS

ES

GS

ES

GS

ES

GS

图图图 1-19: 一次性读出操作的两种不同的测量方式[摘自文献 [40]]。(a) 能量选择读出操作；(b) 隧
穿率选择读出。

应用上面的测量方法，实验上测量了单个量子点 [253, 255, 259–261]和双量子点

[211, 249, 256–258, 262] 中的自旋性质。单量子点中，Elzerman 等人 [253]和 Amasha 等

人 [259]测量得到的单个电子自旋弛豫时间，以及 Hanson 等人 [255]测量得到双电子系

统三态到单态的弛豫时间都是在毫秒量级。Sasaki 等人 [240]利用泵浦-探测技术测量了

从自旋三态到自旋单态的弛豫时间，他们讨论了选择定则在自旋弛豫中的作用，测得的

自旋弛豫时间在几百微秒量级。Meunier 等人 [260]在双电子系统中通过改变外磁场来改

变自旋三态和自旋单态之间的能量差，他们发现声子对三单态之间弛豫时间的影响随

着这个能量差的变化不是单调的。Shen 和 Wu [45]对这个问题用严格对角化的方法求解

了三单态之间的能量差，然后用费米黄金规则计算了自旋弛豫时间，同时指出了在三

单态弛豫中广泛应用的选择定则 [240, 260, 263]只有在反交叉点附近才是成立的。实验上

得到的自旋弛豫时间比较短，还不能够满足 Divincenzo 所要求的足够长的自旋弛豫时

间。为了获得可以扩展的量子逻辑器件，双量子点系统的自旋性质也得到了广泛地关

注。Ono 等人 [249] 最早在弱耦合的双量子点中根据自旋阻塞效应实现了整流：他们实

验示意图见图 1-20 ，其中一个量子点中始终占据一个电子 (通过一个小的偏压可以实

现)。由于是弱耦合，正向偏压下量子点 1 中可以等几率的注入不同自旋的电子，不过

由于自旋阻塞效应，自旋朝上的电子在隧穿到量子点 2 时需要形成的自旋三态的能量太

高从而被禁止，因此只有自旋朝下的电子可以隧穿通过量子点 2。如果系统的自旋弛豫

时间足够的长，则量子点 1 总是有机会被自旋朝上的电子占据而不再隧穿出去，从而不

会有电流。但是如果是反向偏压，自旋朝下的电子始终可以通过这两个量子点。从而实

现了整流效应。
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图图图 1-20: Ono 等人用双量子点利用自旋阻塞效应实现整流的示意图[摘自文献 [249]]。

如果量子点是通过自组织生长或者对单个量子点多次测量的话，相当于量子点系综

的性质，上面介绍的大部分实验都是这种类型。此时，由于量子点的尺寸差异或者是在

不同时刻测量时量子点所处的环境的变化，比如原子核和电子之间的超精细相互作用

产生的随机有效磁场在不同时刻有不同的取向 [211, 257, 262]，都会使电子自旋围绕磁场

进动的周期有个展宽，导致最终测量的横向自旋弛豫时间为系综自旋弛豫时间 T ∗
2，仅

为几十纳秒左右。不过，这种量子点尺寸的扩展或者测量时超精细相互作用的影响可

以通过实验手段消除。Petta 等人 [211]在自旋回声 (spin echo) 实验中以及 Greilich 等

人 [264] 在单个量子点中使用锁相技术都发现系综的横向自旋弛豫时间可以延长到微秒

量级。这种测量所对应的是不可逆自旋去相位时间 T2，和我们理论计算 [41–43, 45]得到

的单个量子点中不可逆的自旋弛豫时间 T1 类似，都对应单个量子点中不可逆的弛豫过

程。图 1-21给出实验上 Petta 等人 [211]在单个用电极约束的量子点中通过调节电极的

偏压来实现自旋回声的步骤和结果。从图 (A)上可见，初始激发自旋到 S态上，会在原

子核的超精细相互作用场下向 T 态进动，由于超精细相互作用场的随机性，在不同时

刻下测量在相同时间间隔 τs 内得到的旋转角度不同，会使自旋极化有个额外的衰减。

然后在 τE 时间使自旋信号快速的旋转 π 角度以后，接下来的 τs′ 时间内会恢复这部分

由于进动不同而导致的衰减。具体见第 3.2 节的详细推导。图 (C) 给出的是测量结果，

通过调节不同的 τs 和 τs′ 的大小，对 τs + τs′ 时刻的自旋极化的大小用指数函数拟合就

可以得到不可逆的自旋去相位时间 T2。其中自旋极化对 τs − τs′ 的演化就是通常测量的

系综的自旋去相位时间。可见，系综的自旋弛豫过程和单个量子点中不可逆的自旋弛豫

过程有着非常大的差别。 Greilich 等人 [264] 采用锁相技术测量了量子点系综中的自旋

弛豫过程。在量子点系综中施加很强的横向磁场，由于量子点尺寸的涨落，会使得其进

动频率有展宽。当有一列周期远小于单个量子点中电子自旋弛豫时间的 π-脉冲的圆偏光

入射到量子点系综以后，会使得不同频率的电子自旋在每次脉冲到达时刻处在同步的状

态，可以消除不同量子点中 g 因子展宽引起的相干相消，得到单个量子点的自旋弛豫时

间。具体见图 1-22及其说明。
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1.6 量子点系统

图图图 1-21: 在量子点系统中利用自旋回声实验测量不可逆的自旋弛豫时间[摘自文献 [211]]。
图(A)是实验的流程图，图(C)是实验测量的结果。
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图图图 1-22: 锁相测量量子点系综的自旋弛豫[摘自文献 [264]]。图 A 的上图给出一列周期
为 TR 的 π 相位的 σ+ 圆偏光；图 B 给出量子点系综中不同进动频率上的分布，由于很大
的外磁场作用，这个频率分布可以写为 ωe = 2πK/TR = KΩ 的形式。由于单个量子点的自旋弛
豫时间非常长，在脉冲到达后的 t 时间内自旋演化可以写为 −0.5 cos(KΩt) 的形式，磁场的进
动被同步。图 A 的中图给出两个不同频率进动的量子点被同步的结果。下图给出系综总得自旋
极化的时间演化 S̄z(t) = −0.5Ω

∑∞
K=−∞ cos(KΩt)ρ(KΩ)。
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第一章 半导体自旋电子学介绍

1.6.2 量子点中自旋弛豫：理论进展

理论上首先要考虑的就是量子点系统中的电子的定态波函数。由于半导体系统

的 Dresselhaus/Rashba自旋轨道耦合，电子的自旋朝上和自旋朝下的态会混合在一起，

形成新的本征态。其能级结构可以用完全对角化的方法求得 [265–267]。然而，一般的

说，和量子点的约束相比，自旋轨道耦合的能量要小的多，因此很多研究自旋弛豫问题

的工作中都是把自旋轨道耦合当作微扰处理 [268–271]。因为闭合的轨道态的平均动量

始终为零，所以线性项的自旋轨道耦合不能直接耦合轨道态相同的 Zeeman 能级，得到

的本征态都是实验室坐标下的自旋朝上/下的混合态，一般都将此时本征态的自旋取向

定为其中占绝大部分的自旋 [270]的方向，给出自旋“朝上”和自旋“朝下”的态。不

过对于两电子系统，自旋单态和自旋三态本身就是由不同的轨道态构成，从而自旋轨道

耦合可以直接耦合自旋三单态。然而我们指出 [41]，如果微扰考虑只考虑最低几个能级

之间的微扰，并且没有考虑自旋轨道耦合对能量的修正，用微扰得到的自旋弛豫时间会

和用完全对角化的方法得到的结果有着定性以及数量级上的差距；即使考虑了自旋轨道

耦合对能量的修正而没有考虑足够多得能级之间的微扰，两种方法得到的结果也有定量

的差别。在这之后，很多工作 [42–45,272,273]都采用完全对角化的方法来求解。

如果量子点中电子有初始自旋极化，在电子和环境耦合如电子-声子散射以及原子

核和电子之间的超精细相互作用的影响下，自旋极化会弛豫。文献中讨论的自旋弛豫机

制主要有有以下几种：

1. 自旋轨道耦合和电子-声子散射共同作用 [41–45, 268–271, 273]。虽然电子-声子散射

不能使不同的自旋本征态之间直接跃迁，但是它却可以使 Dresselhuas/Rashba 自

旋轨道耦合扰动以后的不同自旋取向的本征态之间跃迁，导致自旋弛豫/去相

位。这种弛豫机制和体材料或二维系统的 DP 机制很类似。由于考虑的温度

非常的低，电子-声子散射中电子-声学声子散射占主导地位。并且理论研究表

明，GaAs 材料中电子-压电声学声子散射对自旋弛豫过程贡献最大 [41, 271]。声子

的跃迁速率的大小与自旋轨道耦合的强弱、声子数目的多少、电子-声子散射在不

同的电子态之间矩阵元的强弱、以及外磁场都有很大的关系。对于 GaAs 量子点

来说，声子一般采用体声子近似。不过由于量子点的结构非常小，也可以激发出

表面声子，对量子点的自旋弛豫也有显著的影响 [274]。声子的波长和量子点的尺

寸可以比拟的时候，电子-声子之间的有效的耦合比较强，可以给出比较大的跃迁

速率 [271, 275, 276]，低温下表现在对自旋朝上和自旋朝下态之间的能量差有个最

大值 [260, 276]。对于磁场的作用，主要是用来在能量上区分不同的自旋态。零磁

场下，根据 Kramers 简并可知具有相同轨道态的自旋朝上/朝下态简并，它们之间

的自旋弛豫率为零；不过不同轨道态之间的弛豫还是存在的。然而对于这种弛豫

过程，由于能量差太大 (基本上就是量子点的约束能量) 从而抑制了它们之间的跃

迁。
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1.6 量子点系统

2. 自旋轨道耦合和电子-表面声子散射的共同作用 [43, 274]。在形成量子点的过程

中，材料空间分布的不均匀会造成额外的声子，即表面声子。实验上可以明确的

激发出表面声子，这种情况下有比较大的贡献 [274]。并且一般认为对于小量子

点，表面声子的贡献会比较重要。但是 Jiang 等人 [43]通过理论计算最近指出，和

体声子的贡献相比，表面声子对自旋弛豫的影响始终是可以忽略的。

3. 自旋依赖的电子-声子相互作用 [270,271]。这是一个两声子过程 [271]。由于自旋轨

道耦合作用，导带电子的波函数和价带空穴波函数之间会有混合。因此电子-声子

散射可以通过空穴波函数耦合导带电子不同自旋态。这种机制类似于体材料或二

维系统自旋弛豫中的 EY 机制。Woods 等人 [271]检验了所有的两声子过程，指出

只有这个过程对量子点的自旋弛豫影响最大。两声子过程在低磁场下的贡献比较

重要 [277]。

4. 应力作用会在半导体系统中给出额外的自旋轨道耦合贡献，而声子的振动引起的

应变会导致直接的自旋声子耦合 [42, 43, 268, 270]。和自旋依赖的电子-声子相互作

用一样，这种自旋声子耦合会直接导致自旋弛豫/去相位。

5. 电子和原子核之间超精细相互作用 [43, 278–281]。每个原子核和电子的超精细相互

作用给电子提供了一个随机的磁场，使电子自旋做频率和方向都随机变化的磁场

进动，导致电子系统的自旋去相位；但是不会引起电子的能量弛豫。不过如果通

过声子提供不同能级之间跃迁的能量，也可以导致电子自旋弛豫 [282, 283]。对于

自旋去相位而言，超精细相互作用始终有着比较重要的贡献，并且在大阱宽以及

小量子点尺寸时占主导地位 [43]。不过超精细相互作用只对电子的自旋去相位有

影响，对于空穴的自旋去相位没有影响 [69]。

6. 声子导致的 g 因子随机涨落 [284]。

在处理方法上，大部分的有关自旋弛豫的工作 [41, 42, 45, 268, 268–271,273]都是采用

费米黄金规则计算自旋弛豫时间，而自旋去相位 [43, 278–281]则必须用运动方程的方法

求解。不过 Jiang 等人 [43]后来的研究指出，费米黄金规则只有在非常低的温度以及自

旋轨道耦合不是很强的情况下才能给出正确的结果。但是运动方程方法却可以严格的给

出自旋极化的时间演化，然后拟合出自旋弛豫/去相位时间。大部分的工作只讨论某一

种或者少数几种自旋弛豫机制的贡献。Jiang 等人用运动方程的方法比较了各种自旋弛

豫机制的相对大小以及在什么时候占主导地位，他们发现随着磁场、温度、量子点的尺

寸等条件的变化，没有某一种弛豫机制可以占主导地位，但是 g-因子随机涨落导致的自

旋弛豫和表面声子的贡献却是始终不重要的。同时，他们指出只有在温度非常低以及不

考虑超精细相互作用的时候，自旋弛豫时间 T1 和自旋去相位时间 T2 之间的比值才满

足 T1/T2 = 1/2 [276]，而在高温下，这个比值可以达到一个非常大的值。

后面的章节安排如下：第2章中我们简单的回顾闪锌矿结构的半导体材料的能级结

构，给出各种自旋轨道耦合的来源及表达式；在第3章简单回顾了在单体系统以及自旋
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第一章 半导体自旋电子学介绍

系综下的自旋弛豫机制，以及动力学自旋 Bloch 方程在自旋弛豫/扩散中的应用。接下

来第4章中研究了 GaAs 量子点系统电子自旋弛豫；第5章研究了在考虑了 Rashba 自旋

轨道耦合时强的 THz 场对 InAs 两维电子气的态密度及自旋极化密度的影响。第6章首

先回顾了在受限系统中动力学自旋 Bloch 方程的推导，然后在两维电子气以及一维量子

线中简单讨论了只有电子-杂质散射时非均匀扩展引起的自旋弛豫。第7章研究了量子线

系统的自旋弛豫究；第8章给出在等强度的 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合时的两

维电子气中的自旋弛豫，给出了不同的统计对自旋弛豫过程的影响。第9章给出量子阱

系统自旋输运的结果；第10章给出在同时考虑 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合以

后量子阱中的自旋输运中的各向异性。第11章介绍了外禀的自旋霍尔效应动力学过程。

最后我们做个总结。
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第第第二二二章章章 能能能带带带结结结构构构和和和有有有效效效哈哈哈密密密顿顿顿量量量

固体中，由于周期性晶格势的作用，电子从原子物理中束缚在原子实附近运动的束

缚电子变成了在整个固体中运动的公有化电子。根据绝热近似，可以先假定原子实是处

在平衡位置附近，原子实的偏移看成扰动，电子在原子实形成的周期性晶格势下运动。

对应的单电子定态薛定谔方程写为：[
p2

2m0

+ V0(r)

]
ψ = Eψ . (2.1)

这里 m0 是自由电子质量，V0(r) =
∑

i v(r − Ri) 是晶格周期势，Ri 取遍所有的晶格格

点。根据周期性晶格势的特点以及和原子波函数的关联，方程 (2.1) 表示的公有化的电

子波函数可以在等价的布洛赫 (Bloch)表象或者瓦尼尔 (Wannier)表象表示出来： (i)根

据布洛赫定理，周期性晶格势作用下电子波函数可以写成布洛赫形式：

ψk,ν(r) = eik·ruk,ν(r) . (2.2)

这里 k 是倒格子空间的倒格矢，ν 是能带指标，uk,ν(r) = uk,ν(r + Rn) 是和晶格势有同

样对称性的周期函数。uk,ν 对能带指标 ν 是正交归一的。 (ii) 若是和局域的原子波函

数联系在一起，可以按照瓦尼尔函数展开为：

ψk,ν(r) =
1√
N

∑
i

eik·RiWν(r − Ri) (2.3)

这里 N 是元胞数目，Wν(r − Ri) 表示不同能带的定域瓦尼尔函数，并且对于坐

标位置 i 和能带指标 ν 是正交归一的。在紧束缚近似(Tight-Binding Approxima-

tion)下，Wν(r) 近似为原子波函数 φn(r)。很容易得出，瓦尼尔波函数和布洛赫波

函数的关系为：uk,ν(r) = 1√
N

∑
i e

−ik·(r−Ri)Wν(r − Ri)。

需要说明的是，由于固体中有大量电子，并且每个电子的运动都要受其它电子运动

的牵连，从而使这种多电子系统的严格求解是不可能的。然而能带理论是一个近似理

论：使用单电子近似处理，将原子内除价电子以外的其它电子和原子核近似看成一个离

子实，同时其它电子的作用用平均场代替后组成近似的晶格势 v(r)。然而和原子能级结

构不同，在固体中的能级被周期性晶格势扩展成连续的能带，我们可以用 k · p 方法近
似给出单电子的能级结构以及固体的等价哈密顿量。



第二章 能带结构和有效哈密顿量

2.1 k · p 方法

将布洛赫波函数 (2.2) 代入方程 (2.1) 得到：

Hk(p)uk,ν(r) = Eν(k)uk,ν(r) , (2.4)

其中，

Hk(p) =
p2

2m0

+ V0(r) +
~2k2

2m0

+
~

m0

k · p (2.5)

给出在有限大小的动量 k 时的有效哈密顿量。其中的 k · p 项对电子的有效质量以及能
带结构有非常大的影响。从而这种方法也被称作 k · p 方法 [285, 286]。一般来说，对于

倒格子空间的高对称点，如 Γ : k = (0, 0, 0) 点，uΓ,ν 具有很高的对称性，由对称性分析

出波函数对应的性质，从而可以用紧束缚近似等方法构造出本征波函数，然后将高对称

点附近的 k 对这点作微扰展开。 Γ 点对应的方程 (2.4) 化作[
p2

2m0

+ V0(r)

]
u0,ν(r) = Eν(0)u0,ν(r) ,

其中

u0,ν(r) =
1√
N

∑
i

Wν(r − Ri) .

在紧束缚近似下，Wν(r)和可以用原子轨道波函数近似。得到的本征解记作 {u0,ν(r), ν =

1, 2, · · · }，是一组对于半导体能带指标正交完备的基 [286]。而对于一般的 k 点，

将 uk,ν 在这组基下展开为

uk =
∑
ν′

cν′(k)u0,ν′ . (2.6)

Hk(p) 在这组基下的矩阵元为

〈u0,ν |Hk(p)|u0,ν′〉 =

[
Eν(0) +

~2k2

2m0

]
δνν′ +

~
m0

k · pνν′ . (2.7)

这里 pνν′ = 〈u0,ν |p|u0,ν′〉。一般来说，能带数目 µ 是无穷多的。然而在考虑的能带附

近，只有简并或近简并的能带才会对其有很大影响，其余的可以当做微扰，则上面的方

程的数目就可以截断为有限多个。

对于半导体系统，自旋轨道耦合对决定原子的能级有非常重要的影响，需要

在 k · p 方法中考虑。在原子物理中，自旋轨道耦合是有外场的相对论狄拉克方程作非
相对论近似得到的额外相互作用：

Hso = − ~
4m2

0c
2
σ · p × (∇v(r)) . (2.8)
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2.2 Kane 模型

这里 c 是光速，~ 是普朗克常数。σ = (σx, σy, σz) 是泡利矩阵矢量，v(r) 是原子势。在

半导体材料中，电子的波函数在晶格周期势的作用下由束缚态变成扩展态，并且电子的

有效质量比自由电子小很多，导致自旋轨道耦合作用的影响要比原子内的大得多。考

虑了自旋轨道耦合以后，uk,νσ =
∑

ν′,σ′ cν′(k)σ′u0,ν′σ′ 包括了自旋指标，有效哈密顿量化

作：

〈u0,νσ|Hk(p)|u0,ν′σ′〉 =

[
Eνσ(0) +

~2k2

2m0

]
δνν′δσσ′ +

~
m0

k · P νν′
σσ′

+ ∆ νν′
σσ′

. (2.9)

这里

P νν′
σσ′

= 〈u0,νσ|p +
~

4m0c2
σ ×∇V0|u0,ν′σ′〉 , (2.10)

∆ νν′
σσ′

= 〈u0,νσ|
~

4m0c2
p · (σ ×∇V0)|u0,ν′σ′〉 , (2.11)

包括了自旋轨道耦合的修正。

2.2 Kane 模型

没有考虑自旋情况 考虑了自旋的情况

Γ
c

5

Γ
c

1

Γ
v

5

Γ
c

8

Γ
c

7

Γ
c

6

Γ
v

8

Γ
v

7

表表表 2-1: GaAs 半导体能带示意图 [286]

对于闪锌矿结构的 III-V 族半导体材料 GaAs，每个元胞中有两个原子，没有反演

对称中心。每个原子只考虑最外层的 s 态和 p 态原子波函数，则元胞内 Ga 和 As 原

子在考虑了自旋以后共能形成16个原子波函数： p 型反键态 (X，Y，Z) ，s 型反键

态 (S) ，p 型成键态 (X ′，Y ′，Z ′) ，s 型成键态 ( S ′) 。s 型成键态总是填满的并且

能量很低，因此可以不用考虑。从对称性角度分析，没考虑自旋之前，s 型反键态的
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第二章 能带结构和有效哈密顿量

波函数轨道角动量 l = 0，对应于 Td 群的 Γ1 不可约表示 (Γc
1) ，是导带；p 型键的波

函数轨道角动量 l = 1，对应于 Td 群的 Γ5 不可约表示 (成键态为价带 Γv
5，反键态为

导带 Γc
5。) 。见表 2-1 的左边的示意图。其中在 Γ 点 Γ5 带对应3重简并。当考虑了

自旋自由度以后，按照总角动量 J 划分，l = 0 带变为具有 Γ6 对称性的 J = 1/2 子

带，l = 1子带分裂成一个四重简并的具有 Γ8 对称性的 J = 3/2子带 (轻、重空穴带)和

一个二重简并的具有 Γ7 对称性的 J = 1/2 子带，这个子带和空穴带的分裂是由自旋轨

道耦合引起的，能带 Γv
7 又叫自旋劈裂带。示意图见表 2-1 的右图。

|3
2

3
2
〉c′ = − 1√

2

∣∣∣X′+iY ′

0

〉
|3
2
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2
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〉
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〉
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〉
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1
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X′+iY ′

〉
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2
− 1

2
〉c′ = − 1√

3

∣∣∣X′−iY ′

−Z′

〉
Γc

6 |1
2

1
2
〉c =

∣∣S
0

〉
|1
2
− 1

2
〉c =

∣∣ 0
S

〉
|3
2

3
2
〉v = − 1√

2

∣∣X+iY
0

〉
|3
2
− 1

2
〉v = 1√

6

∣∣X−iY
2Z

〉
Γv

8
|3
2

1
2
〉v = 1√

6

∣∣ 2Z
−X−iY

〉
|3
2
− 3

2
〉c = 1√

6

∣∣ 0
X−iY

〉
Γv

7 |1
2

1
2
〉v = − 1√

3

∣∣ Z
X+iY

〉
|1
2
− 1

2
〉v = − 1√

3

∣∣X−iY
−Z

〉
表表表 2-2: 扩展 Kane 模型的基函数{|jm〉} [286]：根据时间反演对称性可以选择|X〉，|Y 〉和|Z〉是
实的，|S〉，|X ′〉，|Y ′〉和|Z ′〉是纯虚的。
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图图图 2-1: GaAs半导体在Γ点附近能带草图，摘自文献 [286]。

每个能带在高对称点 Γ 点的波函数 u0,νσ，可以通过晶格具有的对称性求出其具有

的对称性，从而可以最大程度的简化 k · p 有效哈密顿量在这组基下的表示。由于 Γ 点
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2.2 Kane 模型

对应的动量 k = 0，其在晶格点群对称操作下保持不变，不容易分析其对称性。因此

可以通过对其等价点 k = 2π
a

(±1,±1,±1) 集合的对称性分析，可以得出 Γ 点波函数具

有的对称性，具体形式见表 2-2 。k · p 有效哈密顿量 Hk(p) 在这组基下的表示是一

个 14 × 14 的关于 k 的矩阵 [286]，即扩展的 Kane 模型。Γc
8 和 Γc

7 子带由于能量比较

高，对于自旋弛豫或者输运问题而言，这两个子带不用考虑。因此可以将这两个子带

对导带和价带的贡献看作微扰。在二阶近似下， Hk(p) 用由子带 Γc
6、Γv

8 和 Γv
7 构成

的 8 × 8 的 Kane 模型就可以很好的描述 (见图 2-1) ，其它子带的影响主要表现在哈密

顿量中系数的修正。如何用微扰的方法计入 Γc
8 和 Γc

7 子带在下面会有详细的介绍。

下面我们先给出 Kane 模型描述的有效哈密顿量的矩阵表达形式 H8×8(k)： 1©

H8×8(k) =

H6c6c H6c8v H6c7v

H8v6c H8v8v H8v7v

H7v6c H7v8v H7v7v

 , (2.12)

其中 k 的各个分量分别是沿着 [100]，[010]，[001] 晶向，并且

H6c6c =
~2k2

2m′
e

+ C1ε

是有效哈密顿量对应 Γc
6 子带的两个波函数 |1

2
± 1

2
〉 下的 2 × 2 矩阵元。同理，

H7v7v =
G′ − F ′

2
− Eg − ∆

是 Γv
7 子带的两个波函数 |1

2
± 1

2
〉v 下的 2 × 2 矩阵元。这两个子带对自旋而言都是简并

的。H8v8v 对应 Γv
8 价带的 4 × 4 表示矩阵，形式如下：

H8v8v =


F ′ − Eg H ′ I ′ 0

H ′,∗ G′ − Eg 0 I ′

I ′,∗ 0 G′ − Eg −H ′

0 I ′,∗ −H ′,∗ F ′ − Eg

 . (2.13)

非对角部分是各个带之间的关联，

H6c8v = H†
8v6c =

−K+

√
2
3
Kz

√
1
3
K− 0

0 −
√

1
3
K+

√
2
3
Kz K−

 . (2.14)

1©这里的哈密顿量是按照文献 [69]写出；而文献 [286]的附录中是按照角动量展开写出，或许这个形式
更方便于推导
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H6c7v = H†
7v6c =

−
√

1
3
Kz −

√
2
3
K−

−
√

2
3
K+

√
1
3
Kz

 . (2.15)

H8v7v = H†
7v8v =


−

√
1
2
H ′ −

√
2I ′

−G′−F ′
√

2

√
2
3
H ′√

2
3
H ′∗ G′−F ′

√
2√

2I ′∗ −
√

1
2
H ′∗

 . (2.16)

这里Kz = ~
m0

Pkz − i
mcv

kxky − iC2εxy − id2Uz，Kx 和 Ky 可以通过指标 x，y，z 的轮换

得到。K± =
√

1
2
(Kx ± iKy)，P = 〈S|pz|Z〉。

F ′ = A′k2 + 1
2
B′(k2 − 3k2

z) + aε + 1
2
b(ε − 3εzz) ,

G′ = A′k2 − 1
2
B′(k2 − 3k2

z) + aε − 1
2
b(ε − 3εzz) ,

H ′ = −D′kz(kx − iky) − d(εxz − iεyz) − d0(Uy − iUx) ,

I ′ = −
√

3
2

B′(k2
x − k2

y) + iD′kxky −
√

3
2

b(εxx − εyy) + idεxy + id0Uz .

其中 m′
e、A′、B′和D′是其他的能带对 Γc

6、Γv
7 和 Γv

8 的能量贡献相关的量 (就是

通过微扰作用进来的项) ，mcv 是和导带和价带之间相互作用相关的量，Eg 是带隙大

小，∆ 是自旋劈裂大小，a、b 和 d 是空穴的形变势常数，d0 是空穴和光学声子的形变

势声子，C1 是电子的形变势常数，C2、d2是声学和光学声子的带间形变势常数。U 是

晶格的相对位移 (晶胞内的原子之间 U = 2
√

M1M2

M1+M2
(U1 −U2))，和晶格形变光学声子联系

在一起。εxy 等是应变张量 ε 的分量，ε = Tr[ε]。

2.3 包络函数近似：对外场的处理

上节的有效哈密顿量是在没有外场作用下给出的。在有外场如电场或者磁场的情况

下，对应的薛定谔方程 (2.1) 化作[
(−i~∇− eA)2

2m0

+ V0(r) +
~

4m2
0c

2
(−i~∇− eA) · σ × (∇V0(r))

+V (r) +
1

2
g0µBσ · B

]
Ψ(r) = EΨ(r) . (2.17)

这里 B = ∇ × A 是磁场项，µB = e~/(2m0) 是玻尔磁子，e = −|e| 是电子电量，g0 =

2 是自由电子的 g 因子，V (r) 是一个缓变的势场。这里缓变是相对于晶格势或者原子

波函数而言的，因此我们没有计入这一项对自旋轨道耦合的作用。由于有外场作用，准

动量 k 不再是一个好的量子数，Bloch 波函数不再是本征解，需要用包络函数近似来代
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2.3 包络函数近似：对外场的处理

替 [286]。我们将 Ψ(r) 展开到完备基 {u0,νσ; νσ} 下

Ψ(r) =
∑
ν′,σ′

ψν′σ′(r)u0,ν′σ′(r) . (2.18)

系数 ψν′σ′ 类似于 Bloch 波函数中的平面波部分，并且相对于快变的原子波函数是

缓变的，被称作包络函数。将上式带入薛定谔方程并将方程左乘 uν,σ 并对位置积分

得 [287]，

∑
ν′σ′

{[
Eν′(0) +

(−i~∇− eA)2

2m0

+ V (r)

]
δνν′δσσ′ +

1

m0

(−i~∇− eA) · P νν′
σσ′

+ ∆ νν′
σσ′

+
1

2
g0µBσ · Bδνν′

}
ψν′σ′(r) = Eψν′σ(r) . (2.19)

其中 P νν′
σσ′
和∆ νν′

σσ′
的定义见式 (2.10)和 (2.11)，推导出这个公式利用到外场 A，V (r)和

包络波函数 ψν,σ 相对于原子波函数 uνσ 而言变化缓慢，在一个元胞内可以看作是不变

的，则将积分式化到每个元胞内的积分后有下式∫
druν,σ(r)p

∑
ν′,σ′

ψν′,σ′(r)uν′,σ′(r) =
1

N

∑
i

∑
ν′,σ′

[(−i∇R)ψν′,σ′(Ri)]δνν′δσσ′

+ ψν′,σ′(Ri)P νν′
σσ′

,∫
druν,σ(r)V (r)

∑
ν′,σ′

ψν′,σ′(r)uν′,σ′(r) =
1

N

∑
i

∑
ν′,σ′

V (r)ψν′,σ′(Ri)δνν′δσσ′ . (2.20)

这里的 Ri 表示元胞的位置，N 表示总的元胞数目。然后在薛定谔方程两边对相同位

置 Ri 上量相等就可以得到式 (2.19) 。 2©

我们可以看出，在式 (2.19) 除了将 k 用 (−i~∇ − eA) 以及多了 Zeeman 劈裂项

以外，有效哈密顿量中其余的项都和公式 (2.9) 是一样的。记 ~k = −i~∇ − eA 为

广义动量后，我们可以继续沿用无外场时候的哈密顿量，并且将是下面我们考虑问

题的出发点。这里广义动量的各个分量之间不再对易，满足关系：k × k = i e
~B，

且 [k, V (r)] = −i∇V (r)。

接下来我们讨论有效质量近似下导带电子的哈密顿量。在约化的过程中，能带结构

除了对有效质量有影响外，对自旋轨道耦合以及有效 g 因子 g∗ 也同样有很大的影响。

对子电子系统的自旋性质来说，自旋轨道耦合更是非常重要，下面我们先讨论体材料中

的自旋轨道耦合。

2©如果将 Ψ(r) 用包络函数展开到瓦尼尔表象会帮助理解：Ψ(r) = 1√
N

∑
i ψν′,i(r)Wν′(r − Ri)。由于瓦

尼尔波函数是对能带指标和晶格元胞指标都是正交的，更容易得出包络方程 (2.19)。
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2.4 体材料中的自旋轨道耦合相互作用

对于导带电子，自旋朝上 |1
2

1
2
〉 和自旋朝下 |1

2
− 1

2
〉 的态之间没有直接的耦

合 (H6c6c) 。但是电子态和空穴带及自旋劈裂带的耦合，导致电子波函数中混合了

价带波函数，从而可以实现自旋朝上和自旋朝下的间接耦合。因此通过轻重空穴带和自

旋劈裂带的微扰修正，导带电子可以间接的在不同自旋之间翻转。这种修正有三个直接

结果：

1. Dresselhaus 内禀自旋轨道耦合 (intrinsic spin orbit coupling) [64]。它是由半导体

材料晶格中心反演对称性破缺引起的，称作 BIA (bulk inversion asymmetry) 项，

是材料的本征特性。

2. Rashba 内禀自旋轨道耦合。在受限体系中，系统边界的界面电场可以达到一个非

常大的值从而会强烈的改变电子的能带波函数。在有外加电场 Kane 模型中重新

求解能带的时候，电场会导致额外的自旋轨道耦合。这是由于结构反转不对称引

起的，是 SIA (structure inversion asymmetry) 项或者 Rashba 自旋轨道耦合。是

由 Bychkov 和 Rashba 在二维电子气中最先提出 [50]。

3. EY 自旋轨道耦合。对自由电子而言，自旋守恒散射不会翻转电子自旋。然而在

半导体材料中，导带电子的波函数混合了价带空穴的波函数。因此即使是自旋

守恒的散射过程，不同自旋的电子态也可以通过其中混合的空穴波函数来翻转

自旋。我们称这种导带电子的波函数为 Elliott-Yafet (EY) 自旋轨道耦合，它最

早 Elliott 和 Yafet 在 EY 自旋弛豫机制中讨论 [169, 288]。它是最近被广泛关注的

外禀自旋流效应 (extrinsic spin Hall effect) 最主要的来源 [102]。另外，如果这种

自旋轨道耦合作用在电子-空穴散射中，就会导致被广泛讨论的 BAP 自旋弛豫机

制 [171]。

同样，导带电子和自旋劈裂带也会对空穴的不同自旋之间关联有额外的贡献。接下来我

们主要仔细回顾一下导带电子的这几种自旋轨道耦合 [69, 286]。

现在我们采用附录 A 中介绍的准简并微绕理论求解导带电子和价带轻重空穴能

谱。我们先考虑导带电子。对于准简并微扰理论中的各阶近似，我们取：

H0 =

02×2 0 0

0 (−Eg)4×4 0

0 0 (−Eg − ∆)2×2

 H2 =

 0 H6c8v H6c7v

H8v6c 0 0

H7v6c 0 0



H1 =

(~2k2

2m′
e
)2×2 0 0

0 H8v8v + Eg H8v7v

0 H7v8v (G′−F ′

2
)2×2

 +

Vc(r) 0 0

0 Vv(r) 0

0 0 Vv′(r)

 (2.21)

其中 H0 是非微扰项，H2 是和导带价带关联项有关的微扰项，H1 是带内的扰动项。这

里的带间关联项和带隙相比都是小量。 Vc(r)，Vv(r)，Vv′(r) 是作用在各个能带上的外
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2.4 体材料中的自旋轨道耦合相互作用

场，和带隙相比是小量。幺阵变化的矩阵为

S =

(
0 s

−s† 0

)
(2.22)

按照附录 A 中的方法，公式 (A.6) 化作

− s(1)

(
(−Eg)4×4 0

0 (−Eg − ∆)2×2

)
= −

(
H6c8v H6c7v

)
,

−s(2)

(
(−Eg)4×4 0

0 (−Eg − ∆)2×2

)
= −(H1

c s(1) − s(1)H1
v ) . (2.23)

所以

s(1) = −
(

1
Eg
H6c8v

1
Eg+∆

H6c7v

)
,

s(2) =
(

1
E2

g
(VcH6c8v −H6c8vVv)

1
(Eg+∆)2

(VcH6c7v −H6c7vVv′)
)

. (2.24)

其中，在三阶微扰s(2)中我们只考虑了V项， Kane 模型中对应项在二阶扰动中出现。

H̃(2)
6c6c =

1

2

[
1

Eg

H6c8vH8v6c +
1

Eg + ∆
H7c8vH8v7c + h.c.

]
,

H̃(3)
6c6c =

1

2

[
−Vc

(
H6c8vH8v6c

E2
g

+
H6c7vH7v6c

(Eg + ∆)2

)
+

(
H6c8vVvH8v6c

E2
g

+
H6c7vVv′H7v6c

(Eg + ∆)2

)
+ h.c.

]
. (2.25)

带入具体的表达式以后有：

H6c8vVvH8v6c =
2

3

∑
i

KiVvK
†
i −

1

3
σ ·

i(KyVvK
†
z − KzVvK

†
y)

i(KzVvK
†
x − KxVvK

†
z)

i(KxVvK
†
y − KyVvK

†
x

 ,

H6c7vVv′H7v6c =
1

3

∑
i

KiVv′K†
i +

1

3
σ ·

i(KyVv′K†
z − KzVv′K†

y)

i(KzVv′K†
x − KxVv′K†

z)

i(KxVv′K†
y − KyVv′K†

x)

 . (2.26)

因此，对于二阶和三阶微扰，我们得到如下的结果

H̃(2)
c =

1

Eg

(1 − η

3
)
∑

i

KiK
†
i +

2

3

η

Eg

σ ·

Im[KyK
∗
z ]

Im[KzK
∗
x]

Im[KxK
∗
y ]

 . (2.27)
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H̃(3)
c = −1

2

Vc(r),
3 − η(2 − η))

3E2
g

∑
i

KiK
†
i +

2η(2 − η)

3E2
g

σ ·

Im[KyK
∗
z ]

Im[KzK
∗
x]

Im[KxK
∗
y ]




+
1

3E2
g


∑

i

KiV
dK†

i + σ ·

i(KyV
nK†

z − KzV
nK†

y)

i(KzV
nK†

x − KxV
nK†

z)

i(KxV
nK†

y − KyV
nK†

x)


 . (2.28)

其中， V d = 2Vv + (1 − η)2Vv′，V n = Vv − (1 − η)2Vv′，η = ∆
∆+Eg

，以及

KiV K†
j =

1

2

{
[Ki, V ]K†

j + Ki[V,K†
j ]

}
+

1

2

{
V,KiK

†
j

}

2.4.1 Dresselhaus 内禀自旋轨道耦合

对于导带电子，在考虑空穴对电子二阶微扰以后，Kane 模型中价带对导带的影响

主要表现在电子的有效质量以及自旋关联部分，其中对应的材料反演中心不对称约化

成自旋关联作用，即 Dresselhaus 内禀自旋轨道耦合 (BIA 项) [64, 69, 286]。由二阶微

扰 (2.27) 可知导带部分的哈密顿量为

H̃c =
~2k2

2m∗ +
1

2
ΩD(k) · σ . (2.29)

这里有效质量 1
m∗ = 2P 2

m2
0Eg

(1 − η
3
) + 1

m′
e
， 1

m′
e
很小一般不考虑。ΩD(k) 是 Dresselhaus 自

旋轨道耦合产生的有效磁场。

ΩD
x (k) = γ[kx(k

2
y − k2

z) + mcvC2(εxyky − kzεzx)] . (2.30)

ΩD(k)的其它两个分量可以通过轮换 x，y，z 来获得，其中 γ = αc(2m
3
eEg)

−1/2 和 αc =
4
3

me

mcv
η(1 − η

3
)−1/2。后面一项是由形变势引起的自旋轨道耦合作用。

在考虑了外磁场的作用以后，额外的与磁场有关的一项 −~2P 2

3m2
0

[
1

Eg
− 1

Eg+∆

]
|e|
~ σ ·

B将会加入到导带的哈密顿量 H̃c 中。这一项对系统的有效 g 因子的影响是很明显的：

g∗ = g0 −
4P 2

3m0

(
1

Eg

− 1

Eg + ∆
) = g0 −

2η

3 − η
(
m0

m∗ − m0

m′
e

)
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同理，轻重空穴带对应的哈密顿量变为： 3©

H̃8v = H8v8v +
H8v6cH6c8v

−Eg

2m′
e +

H8v7vH7v8v

−Eg − (−Eg − ∆)

= H′
8v8v −

1

2η
Ω(k) · J . (2.31)

这里 H′
8v8v 是 Luttinger 哈密顿量，它的形式和 H8v8v 一样，但是要把将其中带撇

的量用不带撇的量代替，即 A = A′ + A0、B = B′ + A0 和 D = D′ +
√

3A0，带入

到 F ′，G′，H ′，I ′ 中得到 F，G，H，I 。其中 A0 = − 1
3Eg

(~P
m0

)2 w − ~2

6me(1−η/3)
。和文

献 [286]中的参数相比较可以得到 A = − ~2

2m0
γ1，B = −2 ~2

2m0
γ2，D = −2

√
3 ~2

2m0
γ3。第

二项是空穴的 Dresselhaus 自旋轨道耦合项，它也是由材料缺少反演中心得到的，其

中J 是自旋为 3/2 的角动量矩阵，表示如下

Jx =
1

2


0

√
3 0 0√

3 0 2 0

0 2 0
√

3

0 0
√

3 0

 , Jy =
i

2


0 −

√
3 0 0√

3 0 −2 0

0 2 0 −
√

3

0 0
√

3 0

 ,

Jz =
1

2


3 0 0 0

0 1 0 0

0 0 −1 0

0 0 0 −3

 . (2.32)

2.4.2 Bychkov-Rashba 内禀自旋轨道耦合

对于量子阱、量子线等受限系统，在材料的边界会形成有界面电场，这种结构

反演不对称导致 Rashba 本征自旋轨道耦合 [50]。现在我们在体材料中通过施加电

场，来近似给出形成 Bychkov-Rashba 内禀自旋轨道耦合的机理。外加电场和异质结

结构给出的界面电场的电势在导带和价带分别是 Vc(r)，Vv(r)，Vv′(r)。这里，我们

取 Vv(r) = Vv′(r)，当有界面电场存在的时候，Vc(r) 和 Vv(r) 是由导带和价带的能带弯

3©

H8v6cH6c8v

=

0

B

B

B

B

B

B

B

@

K2
x+K2

y
2

−
√

3
3 (Re[K∗

xKz ] − iRe[K∗
y Kz ]) −

√
3

6 (K2
x − K2

y − 2iRe[K∗
y Kx]) 0

K2
z

2 + K2
6 0 −

√
3

6 (K2
x − K2

y − 2iRe[K∗
y Kx])

K2
z

2 + K2
6

√
3

3 (Re[K∗
xKz ] − iRe[K∗

y Kz ])

K2
x+K2

y
2

1

C

C

C

C

C

C

C

A

+
2

3
J ·

0

@

Im[K∗
z Ky ]

Im[K∗
xKz ]

Im[K∗
y Kx]

1

A
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曲决定，一般不相等。三阶扰动结果 (2.28) 化作：

H̃(3)
c = −1

2

{
Vc(r) − Vv(r),

3 − η(2 − η))

3E2
g

∑
i

KiK
†
i +

(2 − η)

Eg

Ω · σ

}

+

{∑
i

3 − η(2 − η)

6E2
g

[Ki, Vv]K
†
i + h.c.

+
η(2 − η)

6E2
g

σ ·

i(Ky[Vv, K
†
z ] − Kz[Vv, K

†
y])

i(Kz[Vv, K
†
x] − Kx[Vv, K

†
z ])

i(Kx[Vv, K
†
y] − Ky[Vv, K

†
x])

 + h.c.

 . (2.33)

在只考虑到 ki 的线性项的时候，有 [286]

H̃(3)
c = −3 − η(2 − η)

6E2
g

(
~P

m0

)2
[{

Vc(r) − Vv(r),k
2
}
−∇2Vv

]
+

η(2 − η)

6E2
g

(
~P

m0

)2σ · [k ×∇Vv(r) −∇Vv(r) × k] . (2.34)

显而易见，这里第二项是价带电场对导带的电子自旋翻转的贡献，即 Rashba 内禀自旋

轨道耦合：

H̃R(k) =
1

2
ΩR(k) · σ . (2.35)

其中有效磁场

ΩR(k) = α0 [k × Ev − Ev × k] . (2.36)

这里Ev = 1
|e|∇Vv(r)是价带能带弯曲产生的电场，自旋轨道耦合系数 α0 = |e|η(2−η)

3E2
g

(~P
m0

)2，

很多文献用系数 α = α0Ev 表示 Rashba 耦合的强度。在有外磁场的时候，磁场有关的

项 η(2−η)
3E2

g

|e|
~ (Vc − Vv)σ · B 将会加入到哈密顿量 H̃(3)

c ，对有效g因子产生影响。

很容易看到， Rashba 本征自旋轨道耦合的形式和由形变引起的 Dresselhaus 自

旋轨道耦合形式是一样的，都是波矢 k 的线性项。这两种自旋轨道耦合都可以通

过实验手段来有效的调节：通过调节电场或者调节材料的应变压力或者拉力。相比

较 Dresselhaus 自旋轨道耦合的三次方项，线性项有更好的性质以及更加容易处理。从

而即使是在体材料中，许多自旋有关的实验都是在样品中施加应变力，以期获得可调的

自旋轨道耦合来得到更好的实验结果 [55,56,78,118,162,163]。

2.4.3 Elliott-Yafet自旋轨道耦合

由于不同子带之间的波函数的混合，任何外场或者散射在新的导带电子波函数下的

矩阵元形式都会变化，即要包括空穴带波函数对散射的影响。导带电子波函数变化为

|kσ〉c = eSk|σ〉|k〉 . (2.37)
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其中 |σ〉 为导带电子 8 分量自旋部分的波函数，我们将其选择成与动量 k 无关的形

式。|k〉 为空间部分的平面波近似的波函数。自旋无关的相互作用 V (r) 在此波函数下近

似到二阶的矩阵元是

c〈kσ|V (r)|qσ′〉c = 〈σ|e−SkV (r)eSq |σ′〉 ,

≈ Vkqδσσ′ + 〈σ| − SkVkq + VkqSq|σ′〉

+
1

2
〈σ|S(1)

k

2
Vkq − 2S

(1)
k VkqS

(1)
q + VkqS

(1)
q

2|σ′〉 . (2.38)

其中 Vkq = 〈k|V (r)|q〉。一阶和二阶的微扰项都可以引起电子导带带内不同自旋之间散
射，不过一阶项的贡献要求 Vkq 可以在导带和价带之间翻转，二阶项需要带内的不同动

量态之间可以散射就可以了。

2.4.3.1长程作用

对于普通的带内散射，如电子-杂质散射、电子-声子散射以及电子-电子散射，可以

在导带内的不同动量态之间散射，则对应的二阶项贡献为：

Ṽ c
kq = Vkq[1 − 1

2
(s

(1)
k s

(1)
k

†
− 2s

(1)
k s(1)

q

†
+ s(1)

q s(1)
q

†
)] (2.39)

由公式 (2.24) 中s(1) 中得到 s
(1)
k s

(1)
q

†
= − i

3
η(2−η)

E2
g

(K × Q∗) · σ ，V (r) 矩阵元最终化作：

Ṽ c
kq = Vkq[1 + F(k,q) · σ] ,

F(k,q) = −iλc(k × q) + λsγε × (q + k) . (2.40)

这里 λc = η(1−η/2)
3meEg(1−η/3)

，λs = (2−η)
4Eg

C2，ε =

εyz

εzx

εxy

。这一项导致了直接的自旋翻转散
射，对低迁移率的窄带半导体中的自旋弛豫 [289, 290]、自旋流都有非常大的影响，并

且也是外禀自旋流 [100]的主要来源之一。下面我们重新写出电子-杂质、电子-声子、电

子- 电子散射在包括 EY 自旋轨道耦合相互作用以后的形式。

1. 电子–杂质散射：

Hei =
∑

kσ1;qσ2

vi(k − q)[δσ1σ2 + F(k,q) · σσ1σ2 ]ρi(k − q)c†kσ1
cqσ2 , (2.41)

其中 c†kσ 表示在态产生一个准动量为 k自旋为σ 电子，ρi(q) =
∑

j e−iq·Rj 是杂质

分布，Rj 表示第 j 个杂质的位置。vi(q) = −Zie
2

ε0κ0(q2+κ2)
是电子和杂质间库仑相互作

用，Zi 是杂质带的电荷数，ε0 是真空介电常数，κ0 是材料的静态介电常数，κ 是
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电子气的屏蔽常数。

2. 电子–声子散射：

Hep =
∑

kσ1qσ2λ

Mλ(q)[δσ1σ2 + F(k + q,q) · σσ1σ2 ]c
†
k+qσ1

ckσ2(aq;λ + a†
−q;λ) .

(2.42)

其中 Mλ(q) 是电子和 λ 支声子的散射矩阵元，a†
q;λ表示产生一个 λ 支的准动量

为 q 的声子。

3. 电子–电子散射

Hee =
∑
q

v(q)(ρ(q)ρ(−q) − ρ(0)) .

其中 ρ(q) =
∑

i e
iq·ri 是电子分布的傅立叶变换形式，v(q) = e2

ε0κ0(q2+κ2)
是电子电

子库仑作用。写到二次量子化表象为：

ρ(q) =
∑

k;σ1σ2

[1 + F(k + q,k) · σσ1σ2 ]c
†
k+q,σ1

ckσ2 .

Hee =
∑

q;k;σ1σ2
k′;σ3σ4

v(q)[δσ1σ2δσ3σ4 + F(k − q,k) · σσ1σ2δσ3σ4

+F(k′ + q,k′) · σσ3σ4δσ1σ2 ]c
†
k′+q,σ3

c†k−q,σ1
ckσ2ck′σ4 . (2.43)

这里我们略去了自旋翻转的二阶项。对于电子电子散射，除了 EY 作用可以翻转

自旋外，电子和空穴之间的交换作用也同样可以翻转自旋。Bir，Aronov 和 Pikus

指出电子空穴之间的交换作用翻转自旋更有效 [171]，给出 BAP 自旋弛豫机制，

我们将在下面 (3.2.3) 节讨论。

在这里需要强调的一点是， EY 自旋轨道耦合和 Dresselhaus 自旋轨道耦合是起源

相同 (都是价带的空穴波函数对导带电子的影响) 的不同相互作用。 Dresselhaus 项由

相同动量的不同自旋态 (朝上或朝下) 通过空穴波函数关联在一起，这个过程是动量没

有变化。不过 EY 项则是电子在经过散射中心时候，伴随着电子动量的变化，自旋态同

时变化。

2.4.3.2短程相互作用

在 Kane 模型哈密顿量中，电子可以通过声子直接在导带和价带之间跃迁(H6c8v 和
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H6c7v 中的与 U 成正比的项) 。带间的电子声子相互作用是：

Vep
6c8v = −id2

−U+

√
2
3
Uz

√
1
3
U− 0

0 −
√

1
3
U+

√
2
3
Uz U−

 ,

Vep
6c7v = −id2

−
√

1
3
Uz −

√
2
3
U−

−
√

2
3
U+

√
1
3
Uz

 . (2.44)

在公式 (2.38) 中一阶作用不为零，变为

Ṽ c
kq = −s

(1)
k vep,†

cv + vep
cvs

†
q

(1)
(2.45)

这里vep
cv =

(
Vep

6c8v Vep
6c7v

)
。带入 s

(1)
k 的表达式，得到

Ṽ c
kq = −~d2mcv

4
γ[U × (k + q)] · σ (2.46)

俄罗斯 Ioffe 所的 Ivchenko 组对这种相互作用的自旋性质作了很多讨论 [125, 126, 141,

291–293]。

2.4.4 有效质量近似下的哈密顿量

从上面的推导可以看出，对于导带电子，无论有没有外场作用，有效质量近似仍然

是可以用的。将其它能带对导带的影响约化到有效质量、自旋轨道耦合相互作用以及有

效 g 因子以后，导带电子的哈密顿量变为

H0 =
~2k2

2m∗ + V (r) + Hso(k) +
1

2
g∗µBB · σ (2.47)

其中 ~k = −i~∇ − eA(r)，A 是磁场产生的矢量势。V (r) 是缓变的外场作用，一般

是外加的电场作用甚至于异质结中能带弯曲引起的电场。最后一项是 Zeeman 劈裂

项，B = ∇× A，g∗ 是有效的 g 因子。

这里的自旋轨道耦合项 Hso(k) = 1
2
Ω(k) · σ 包括 Dresselhaus 以及 Rashba 项，其

中有效磁场分别由式 (2.30) 和式 (2.36) 给出如下

ΩD
x (k) = γ[kx(k

2
y − k2

z) + mcvC2(εxyky − kzεzx)] ,

ΩR(k) = α [k × Ev − Ev × k] .

其中 ΩD
y，ΩD

z 可以通过轮换 x，y，z 得到。对于 Dresselhuas 以及 Rashba 自旋轨道耦

合项中耦合强度 γ 以及 α 是由实验决定。
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在实验上，自旋轨道耦合系数可以通过拉曼散射 [294, 295]、德·哈斯振荡 [296,

297]、以及弱局域化 [298, 299]等方法确定。不过对于不同的实验，得到的自旋轨道

耦合系数的差别很大。很多实验的样品中 (不对称量子阱) ，BIA 和 SIA 自旋轨

道耦合是同时存在的，可以通过测量不同晶格方向的自旋劈裂来得各自的系数。

最近周等人 [54]通过拟合自旋弛豫的实验 [154]后发现用理论值计算的Dresselhaus系

数 (2.30) 可以和实验吻合的很好，其中 mcv ≈ m0。最近的实验 [300]中可以直接测量

出 Rashba 和 Dresselhaus 自旋轨道耦合的系数。

2.5 异质结结构和量子阱

和三维半导体结构不同，受限半导体结构具有更容易的调节电子浓度、迁移率、能

带结构的设计以及自旋轨道耦合强度的优点，从而在自旋电子学被提出的初期，受限半

导体结构就被认为是非常好的自旋载体。在半导体材料中，量子阱、量子线以及量子点

都是基于场效应管结构或者异质结结构中的载流子反型层。因此我们有必要先介绍一下

反型层的性质 [301–303]。

2.5.1 不对称量子阱

在半导体衬底上生长一层绝缘层或者氧化物，然后覆盖上铝就形成了金属-绝缘体-

半导体结构场效应管 (metal-insulator-semiconductor，或者 MIS) 或者金属-氧化物-半导

体结构场效应管 (metal-oxide-semiconductor，或者 MOS) 。在上世纪六十年代场效应

管被广泛的用在半导体集成电路中作为放大器和开关器件，主要是利用其可以很容易的

通过调节栅极 (金属层) 和半导体之间的电压来调节器件中电子电导率的特性。图2-2给

出了典型的 MIS 结构图。 对于这种结构。当电压为正向偏压的时候，则既会在 p 型半

导体表面排斥多数载流子空穴，又会吸引少数载流子电子。在小电压情况下，主要是空

穴被排斥出去从而形成带负电荷 (受主离子) 宽度为 d 的耗尽层。外加的电压主要将在

这里，从而形成很大的电场，这个电场会引起半导体表面能带弯曲，记压降为 Vs。由

于电子最终达到平衡态，所以半导体内的各处的化学势 EF 是相同的。设半导体内的费

米面和本征的费米能的电势差为 VF，则当 Vs < VF，边界处仍然是空穴为主要载流子；

但是当电压大到一定程度，达到 Vs > VF 的时候，半导体边界处的化学势进入导带内，

从而其中的电子浓度将会高于空穴浓度，主要载流子变成了电子，形成反型层。一般形

成反型层的条件定做 Vs > 2VF，是因为阱必须足够深才能形成束缚态。由能带图可以看

到，在反型层内的电子其实是处在一个势阱当中，从而在势阱深到一定程度的时候，可

以在 z 方向上形成分立能级。同时电场越大，势阱越深，从而电子浓度越高。因此可以

通过电场大小可以调节反型层内的电子浓度。在反型层内的另外两个方向，电子可以自

由运动，从而反型层是在垂直于反型层的方向上面被约束的准两维结构。由于 z 方向上

的三角势势阱，电子在结构上不对称并且受一个很大的电场作用，但是这个电场是和电
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2.5 异质结结构和量子阱

图图图 2-2: 反型层附近的能带草图。Ec是导带带底，Ev是价带带顶，Ei是本征的费米能级，Ef是
化学势。在半导体表面，能带的弯曲是由表面聚积的电子的电势引起的。

子分布相关。由电子的分布可以得到电势分布，通过电势分布才能求出反型层内的电子

的波函数，从而得到电子的分布。因此这是一个需要自洽求解的问题，电子的波函数和

电势需要同时求解，下面是薛定谔方程以及泊松方程[
~2p2

2m∗ + V (z)

]
Ψ(r) = EΨ(r) ,

∂2

∂z2
V (z) =

e2

ε0

Ns(z) . (2.48)

这里 Ψk,n(r) = 1
2π

ei(kxx+kyy)φn(z) 是薛定谔方程的本征态，k是反型层平面内的动

量， n 是反省层内 z 方项的子带指标。V (z)是反型层内的电势分布，满足泊松方

程。Ns(z) =
∑

k,n,σ |Ψk,n(r)|2 是电子浓度。这里的空穴分布忽略不计。在近似求解中，
我们假定电子的总浓度

∫ ∞
0

Ns(z) = Ne 可以通过实验给定，则在量子极限下，即只有一

个子带的时候，Ns(z) = |φn(z)|2Ne。

如果近似求解的话，可以用三角势垒来代替：即用一个平均的电场去代替变化的电

场，平均电场 ε̄ 取成界面处最大电场的一半代替，即为

ε̄ = Nse/εε0

则势能变化为

V (z) = eε̄z
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第二章 能带结构和有效哈密顿量

带入薛定谔方程 (2.48) 可以求出波函数的分布。对应的本征解是Airy函数，本征能量是

Ei =
(e~ε̄)2/3

(2m∗)1/2
Si

Si由边界条件z = 0处波函数为零定出的方程的根。

在 GaAs 材料中，反型层内的电场会引起 Rashba 自旋轨道耦合作用。这是形

成 Rashba 自旋轨道耦合作用的主要来源。但是实验上也可以用对称异质结结构形成的

对称量子阱来抑制 Rashba 自旋轨道耦合。

2.5.2 对称量子阱

异质结结构 (Heterostructure) 是由不同带隙宽度的半导体材料生长在同一块衬底上

形成的结。由于两种材料的的带隙宽度、能带结构以及电子的亲和能不同，将会产生

一系列新的特性。一般需要两种半导体的晶格常数匹配才能形成性能较好的异质结，

如 GaAs 和 AlGaAs 材料的晶格常数差别非常小 (小于 0.16%) ，是形成 GaAs 量子阱最

常用的材料 [301]。对于 A/B 异质结，由于材料参数的差异，在接触前后，导带底以及

价带顶都是不连续的。电子感受到的带底分布为

Ec(z) = V (z) +

χ1 , z < 0

χ2 , z > 0
(2.49)

或者空穴感受到的带顶为

Ev(z) = −V (z) −

χ1 + Eg,1 , z < 0

χ2 + Eg,2 , z > 0
. (2.50)

这里 z = 0 是两个半导体接触的位置。很容易看出，在z = 0两边始终有一个跃变，对电

子是 ∆Ec = χ1 − χ2，对空穴是 ∆Ev = (χ1 + Eg,1) − (χ2 + Eg,2)。在接触之前，除了这

个跃变以外，载流子保持在各自半导体内的状态，见能带图 2-3 (a) 。当两部分半导体

接触以后，为了保证两边的化学势相同，载流子在两边半导体内转移，从而形成PN结

势垒 V (z) 满足 V (∞) − V (−∞) = EF,1 − EF,2 = ∆EF。和同种材料形成的PN结不一

样，这里导带底或者价带顶在 z = 0 处的能带跃变仍然存在，见示意图 2-3 (b) 。这里

很明显，对电子而言，至少势垒 Ec(∞) − Ec(−∞) = ∆EF − ∆Ec 是存在的，不过在位

置z = 0附近的势垒更高。若做成对称的结构，即A/B/A结构，选取B层材料合适的掺杂

浓度，则可以在B层中形成一个对称的量子阱。

在具体求解量子阱中电子的约束能级的时候，量子阱可以看成由有限高的势垒约束
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(a)

Ev,2

EF,2

Ec,2

Ev,1

EF,1

Ec,1

χ1

Eg,1

χ2

Eg,2

∆Ec

∆Ev

(b)

Eg,1

Eg,2

∆Ec

∆Ev

图图图 2-3: 异质结的能带示意图，摘自文献 [301]。(a)两部分半导体材料接触前各自的能带图：对
应的亲和势i、能带宽度Eg,i和化学势EF,i都不一样； (b) 接触以后的能带图。两块半导体材料达
到稳定的条件是对应的化学势相同。

AlGaAs GaAs

2-DEG

图图图 2-4: 调制掺杂异质结的能带示意图，摘自文献 [301]

形成，设势垒高度为 V0，阱宽为 a。则 z 方向薛定谔方程化作[
−~2∂2

∂z2
+ V (z)

]
φ(z) = Eφ(z) ,

V (z) =

0 , |z| < a/2 ,

V0 , |z| > a/2 .
(2.51)

本征态分为两组，一组是偶宇称态 φe(z)，一组是奇宇称态 φo(z)，和本征能量方程一起

列在表 2-3 中。 很多时候，量子阱可以用无穷深势阱来代替，即V0 → ∞。则本征波函
数和本征能量分别为

φn(z) =

√
2

a
sin(

nπ

a
(x − a

2
)) (2.52)
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第二章 能带结构和有效哈密顿量

φ φe(z) = C

{
cos(k1z)e−

1
2
k2a , |z| < a/2 ,

cos(1
2
k1a)e−k2|z| , |z| > a/2 .

φo(z) = C


− sin(1

2
k1a)ek2z , z < −a/2 ,

sin(k1z)e−
1
2
k2a , |z| < a/2 ,

sin(1
2
k1a)e−k2z , z > a/2 .

E k2 = k1 tan(1
2
k1a) k2 = −k1ctan(1

2
k1a)

表表表 2-3: 有限深势阱下的本征波函数和本征能量。本征波函数分成奇宇称态 φe(z) 和偶宇称
态 φo(z) 。对于本征能量0 < E ≤ V0，且 k2

1 = 2m∗

~2 E 及 k2
2 = 2m∗

~2 (V0 − E)。常数 C 是归一化
波函数。

和

En =
~2

2m∗ (
nπ

a
)2 .

另外一种异质结结构是调制掺杂的抑制结结构 [301,303]：用AlxGa1−xAs和 GaAs生

长成异质结结构，在宽带隙的 AlxGa1−xAs 中掺以施主杂质，而 GaAs 中不掺杂。则

施主释放出来的电子将迁移到 GaAs 层中形成电子积累，而在 AlxGa1−xAs 留下正电

荷的耗尽层。图 2-4给出了能带图。这种掺杂方式可以使量子阱中的电子气获得非常高

的电子迁移率并且二维电子气的浓度很容易通过掺杂改变。不过调制掺杂的时候，即

使是 A/B 型的异质结，也可以形成量子阱，这时候的波函数和电场作用下的 MIS 或

者 MOS 形成的量子阱类似。

2.5.3 量子阱系统的有效哈密顿量

两维系统是由三维系统在一个相对于晶格而言是缓变的势约束而成。这里的约束势

可以是由异质结形成，也可以通过外加势场 [40]的方式形成。采用有效质量近似下的有

效哈密顿量形式 (2.47) ，将 V (r) 用约束势场代替就可以了。则单电子的有效哈密顿量

在可以记作 H = H0 + Hso(p) + HI，其中

H0 =
p2

2m∗ + V (z) (2.53)

对于量子阱系统，V (z)一般用三角势、有限深势阱或者无穷深势阱代替。Hso是自旋轨

道耦合相互作用，包括 Dresselhaus 项、 Rashba 项以及由应变引起的自旋轨道耦合相

互作用。HI 是散射项，包括电子-声子散射、电子-杂质散射以及电子电子散射。H0 的

本征波函数可以写成

ψk,n(r, z) =
1

2π
eik·rφn(z) ,

其中 r = (x, y) 及 k = (kx, ky)。

51



2.5 异质结结构和量子阱

由于 z 方向波函数变为束缚态，二维系统有效哈密顿量和三维系统的区别就是

将kn
z 用约束方向的波函数给出的矩阵元 〈φi(z)|(−i∂z)

n|φj(z)〉 代替就可以了。一般
来说，对于很小的量子阱宽，只需要考虑最低一个子带的贡献就可以了，即 kn

z =

〈φ1(z)|(−i∂z)
n|φ1(z)〉 ，并且所有的奇数阶的平均值都是零。这个替换对于自旋轨道耦

合项以及散射项都有很大的影响。

2.5.3.1自旋轨道耦合

由于 kz 奇数次方项的平均值是零，量子阱的晶向将对自旋轨道耦合系数有非常大

的影响。对于三维系统，如果记坐标轴方向为{ê1, ê2, ê3}的自旋轨道耦合为

Hso(k) =
1

2
Ω(k) · σ .

在坐标轴旋转到方向 {ê′
i =

∑
j êjUji} 以后，自旋轨道耦合的形式化为

H ′
so(k) =

1

2
U−1Ω(Uk) · σ . (2.54)

这里的 k 是新坐标系下的坐标，其中 U 是坐标旋转矩阵。下面我们给出三种比较常见

的生长方向的 GaAs 量子阱中 Dresselhaus 自旋轨道耦合形式。

最常见的是沿着[001]方向生长的量子阱，对应的 Dresselhaus 项的有效磁场是

ΩD
3d(k) = γ

kx(k
2
y − k2

z)

ky(k
2
z − k2

x)

kz(k
2
x − k2

y)

 =⇒ ΩD
2d(k) = γ

kx(k
2
y − 〈k2

z〉)
ky(〈k2

z〉 − k2
x)

0

 . (2.55)

这里 x//[100]，y//[010]，z//[001]，对应的有效磁场对任何 k 都是在量子阱的平面

内。在量子阱的阱宽很小并且温度比较低的时候，〈k2
z〉 À k2

x/y ，因此自旋轨道耦合

中间关于动量 k = (kx, ky)的三次方项可以忽略不计，则两维的自旋轨道耦合项变

为 ΩD
2d(k) = γ〈k2

z〉(−kx, ky, 0)。由于 〈k2
z〉 ∝ 1

a2 反比于量子阱的阱宽的平方，通过调节量

子阱的阱宽 (束缚势) 可以有效的改变 Dresselhaus 项的强弱。

若量子阱的生长方向是 [110] 方向，则对应的有效磁场是

ΩD
3d(k) = γ


1
2
kz(k

2
x + 2k2

y − k2
z)

−2kxkykz

1
2
kx(k

2
z − k2

x + 2k2
y)

 =⇒ ΩD
2d(k) = γ

 0

0
1
2
kx(〈k2

z〉 − k2
x + 2k2

y)

 . (2.56)

这里 x//[1̄10]，y//[001]，z//[110]，对应的有效磁场对任何 k 都是垂直于量子阱方向。
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若量子阱的生长方向是 [111] 方向，则对应的有效磁场是

ΩD
3d(k) = γ


− 1

2
√

3
ky(k

2
x + k2

y − 4k2
z)

1
2
√

3
kx(k

2
x + k2

y − 4k2
z)

1√
6
kx(k

2
x − 3k2

y)

 =⇒ ΩD
2d(k) = γ


− 1

2
√

3
ky(k

2
x + k2

y − 4〈k2
z〉)

1
2
√

3
kx(k

2
x + k2

y − 4〈k2
z〉)

1√
6
kx(k

2
x − 3k2

y)

 .

(2.57)

这里 x//[11̄0]，y//[112̄]，z//[111]，对应的有效磁场在三个方向上都有，不过线性项的

有效磁场只在平面内。

2.5.3.2散射项的变化

散射项的变化主要表现在电子的密度分布算符的矩阵元的变化。电子密度分布算

符 ρ(q, qz) =
∑

i e
iq·ri+iqzzi，其中 (ri, zi) 是第 i 个电子的坐标。其二次量子化形式为

ρ(q, qz) =
∑
k1n1
k2n2

〈k1, n1|eiq·r+iqzz|k2, n2〉c†k1,n1
ck2,n2

=
∑

k;n1n2

In1n2(qz)c
†
k+q,n1

ck,n2 . (2.58)

和三维情况相比，多出了形状因子 In1n2(qz) =
∫ ∞
−∞ dzφ†

n1
(z)eiqzzφn2(z) 。即只需要将三

维的散射项中的电子密度分布算符加上形状因子就可以了。
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第第第三三三章章章 自自自旋旋旋弛弛弛豫豫豫和和和自自自旋旋旋去去去相相相位位位

在自旋电子学可能的应用，比如量子计算机、量子信息、量子存储、自旋晶体管

或者自旋阀中，都需要自旋信号能够保持足够长的时间或者输运足够远的距离。在时

间或空间上自旋信号的演化是和自旋动力学紧密联系在一起。在时间上自旋系统从不

平衡的状态达到平衡状态的过程可以用自旋弛豫 (spin relaxation) 和自旋去相位 (spin

depahsing)描述，相应的这个过程时间的长短给出自旋弛豫时间 (T1) 和自旋去相位时

间 (T2 和 T ∗
2 )。简单的说，与能量本征态上自旋占据数有关系的衰减过程给出自旋弛

豫，与能量本征态之间的相位有关的衰减过程给出自旋去相位。并且对于单个自旋和

自旋系综而言，自旋弛豫过程有着很大的差别。对于单个电子而言，主要来源于环境

噪声 (如声子、杂质、原子核以及其它的自旋) 对自旋系统的非相干的影响；而对于

自旋系综，不同自旋之间由于相位的差异而引起的相干相消也会对造成自旋信号的衰

减。对于前者，自旋弛豫是一个不可逆的过程，用不可逆的自旋弛豫时间 T1 和自旋

去相位时间 T2 描述；而对于后者，这种相位的差异主要来源于不同自旋的能量劈裂

不一样而导致的非均匀扩展。非均匀扩展机制下的自旋弛豫可以用可逆的自旋去相位

时间 T ∗
2 描述，但是这种机制下豫掉的自旋极化可以在一定的条件下—比如在自旋回

声 (spin echo) 实验中—恢复。很多因素都可以导致这种能量的非均匀扩展：比如在气

体中的多普勒效应引起的能量修正、半导体中动量相关的自旋轨道耦合以及 g 因子涨

落、自组织生长的量子点系综得到的量子点大小的涨落，都提供了非均匀扩展从而引起

自旋弛豫。当自旋在空间上分布不均匀时，自旋信号会从化学势高的位置向化学势低的

位置转移，从而实现自旋的输运/扩散。在自旋输运/扩散中，自旋信号在空间上的衰减

给出自旋输运或者扩散长度 Ld (L∗
d)。除了在输运/扩散中散射的作用引起自旋不可逆转

的弛豫以外，不同动量的电子对应的不同速度给出了在输运中才会有的非均匀扩展，从

而引起额外的自旋弛豫。但是输运中由非均匀扩展导致弛豫掉的自旋极化不能用普通的

自旋回声实验来恢复。

下面我们就单体、系综以及输运/扩散问题回顾自旋弛豫和去相位机制。

3.1 两能级系统中的自旋弛豫

对于单体的自旋弛豫，我们以最简单的两能级系统为例来阐述自旋弛豫时



第三章 自旋弛豫和自旋去相位

间 T1 和 T2。单电子两能级系统哈密顿量为：

H = He + Heb + Hb ,

He =
∆

2

∑
σ

σc†σcσ , Hb = ωb†b ,

Heb =
∑
σ1σ2

Mσ1σ2c
†
σ1

cσ2(b + b†) . (3.1)

其中 He 表示能量差为 ∆ 两能级系统，用一个自旋 1
2
的自旋系统描述，产生算符 c†σ 表

示在自旋为 σ =↑ (↓) 的态上产生一个电子。Hb 是单色的声子热库，b† 是声子的产生算

符。 Heb 是电子和频率为 ω 声子之间的耦合项。其中系数 M↑↓(M↓↑) 给出的项可以在

电子对应能量本征态 (| ↑〉 和 | ↓〉) 之间翻转，改变在不同自旋态上的占据数。这种自旋
翻转也对应电子系统能量的变化。系数 Mσσ 给出的是与粒子的两个能量本征态的相位

有关耦合项，它不会改变两个能量本征态的占据数，但是会改变两个态之间的相对相

位。然而，这一项可以在 σx 的不同本征态 |σ〉x = 1√
2
(| ↑〉 + σ| ↓〉) 或者 σy 的不同本征

态 |σ〉y = 1√
2
(| ↑〉 + iσ| ↓〉) 之间翻转自旋，但是和前一种在能级之间跃迁的翻转项不一

样，这种自旋翻转并不改变电子系统的能量，即 i〈σ|Hb|σ〉i = 0 (i = x, y) 对两个自旋态

而言都是相同的。

物理上，两能级系统是对共振问题很好的近似。在量子点系统或者原子系统内，粒

子的能级是分立的，在有外界扰动如光学激发或者是处在声子热库的情况下，只有那些

能量和系统能级差相近的扰动才会对粒子在两能级之间跃迁有显著的影响。如此，可以

抽取这样的两个能级和对应频率的扰动单独考虑，形成两能级系统。两能级系统中，电

子的自旋弛豫时间 T1 是指两能级上电子占据数从不平衡的分布弛豫到平衡的分布的时

间 [6, 304]，对应着电子能量的变化，给出电子系统能量弛豫时间。对于自旋系统，能量

本征态一般沿着外加磁场的方向，因此 T1 也叫被称作纵向自旋弛豫时间；自旋去相位

时间T2 是指保持这两个能级之间的相对相位的时间，对应横项 (x/y) 的自旋极化的弛

豫，也被称作横向自旋弛豫时间。下面我们分别用微扰方法和运动方程的方法给出这两

个弛豫时间。

3.1.1 微扰处理

我们先用微扰的方法根据哈密顿量 (3.1) 求解两能级系统的波函数。将电子和声子

热库耦合作用当做从 t = 0 时刻施加的微扰，求解系统波函数随时间的演化。在相互作

用表象下，算符 c 和 b 变换为含时的 ĉ(t) 和 b̂(t) ：

ĉσ(t) = eiHetcσe
−iHet = e−i∆/2σtcσ ,

b̂(t) = eiHbtbe−iHbt = e−iωtb ,

Ĥeb(t) =
∑
σ1σ2

Mσ1σ2e
i∆/2(σ1−σ2)tc†σ1

cσ2(be
−iωt + b†eiωt) . (3.2)
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3.1 两能级系统中的自旋弛豫

则系统的波函数和任意物理量对应算符 A 可以由零时刻的状态演化为

Ψ(t) = U(t, 0)Ψ(0) ,

Â(t) = ei(He+Hb)tAe−i(He+Hb)t , (3.3)

其中 U 矩阵满足方程 i ∂
∂t

U(t, 0) = Ĥeb(t)U(t, 0) ，它的解是 Dyson 展开表示：

U(t, 0) = 1 − i

∫ t

0

Ĥeb(τ)U(τ, 0)dτ .

在一阶近似下得到

U(t, 0) = 1 − i

∫ t

0

Ĥeb(τ)dτ

= 1 −
∑
σ1σ2

Mσ1σ2c
†
σ1

cσ2(bF
−
σ1σ2

(t) + b†F+
σ1σ2

(t)) , (3.4)

这里的

F s
σ1σ2

(t) =
ei[∆σ1(1−δσ1σ2 )+sω]t − 1

∆σ1(1 − δσ1σ2) + sω
.

3.1.1.1纵向自旋弛豫时间 T1

我们将初态设定为在激发态 | ↑〉 ，通过和声子热库耦合，能量将弛豫到低能量
态 | ↓〉 。系统初始波函数为

Ψ(0) = | ↑〉|n〉 ,

其中 |n〉 表示个有 n 个声子的声子态。有

|Ψ(t)〉 = U(t, 0)|Ψ(0)〉

= | ↑〉|n〉 − M↑↑(F
−
↑↑(t)

√
n|n − 1〉 + F+

↑↑(t)
√

n + 1|n + 1〉)| ↑〉

−M↓↑(F
−
↓↑(t)

√
n|n − 1〉 + F+

↓↑(t)
√

n + 1|n + 1〉)| ↓〉 . (3.5)

电子系统的能量变化，即两个能量本征态上粒子数的变化为

〈σ̂z(t)〉 =
〈Ψ(t)|σ̂z(t)|Ψ(t)〉

〈Ψ(t)|Ψ(t)〉
= 1 − 2|M↓↑|2(n|F−

↓↑(t)|
2 + (n + 1)|F+

↓↑(t)|
2) . (3.6)

这里只考虑到 M 的二次项，并且没有考虑两声子过程。在时间 t 足够长的时

候 |F s
↓↑(t)|2 =

sin2(−∆+sω
2

t)

(−∆+sω
2

)2

t→∞≈ 2πtδ(−∆ + sω)，此时如果考虑跃迁到自旋朝下的几
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率则给出费米黄金规则。比较 〈σ̂z(t)〉 − 〈σ̂z(∞)〉 = (〈σ̂z(0)〉 − 〈σ̂z(∞)〉)e−t/T1 可以得到

T−1
1 = 4π|M↓↑|2

(n + 1)

1 − 〈σ̂z(∞)〉
δ(−∆ + ω) . (3.7)

对声子做统计平均以后，将声子数 n 用平均值 n̄ = 1/(eβω − 1) 代替就可以了，

其中 β = 1/(kBT ) 。这里 kB 是玻尔兹曼常数，T 是系统温度。对于电子极化而言，

由于是不同能量本征态之间粒子占据数的差别，在一般情况下，它并不是零，可以

用 〈σ̂z(∞)〉 = −[2e−β∆ + 1]−1 。这里我们看出，对于纵向自旋弛豫只有可以直接在

自旋朝上和自旋朝下态之间翻转自旋的扰动才有贡献。对于用微扰的方法求解自旋弛

豫时间，必须满足电子在自旋朝上的态上的占据数要在 1 附近，跃迁到自旋朝下的

部分是一个小量。如此就不用考虑自旋朝下态上的电子通过吸收一个声子跃迁到自旋

朝上的态上的影响。但是在实际情况中，电子的分布达到平衡的时候是自旋朝下的态

上 (能量比较低) 占据数多于自旋朝上的态，这时吸收声子的过程就不能不考虑了。

这一部分的贡献可以通过合理的选取初态来解决，比如选择初态极化在末态极化附

近 〈σ(0)〉 − 〈σ(∞)〉 ¿ 1，但是这种方法不如运动方程方法方便。

3.1.1.2横向自旋弛豫时间 T2

若取初始的系统波函数为 Ψ(0) = 1√
2
(| ↑〉 + | ↓〉)|n〉，则 t 时刻的波函数演化为

|Ψ(t)〉 =
1√
2

{
| ↑〉|n〉 − M↑↑(F

−
↑↑(t)

√
n|n − 1〉 + F+

↑↑(t)
√

n + 1|n + 1〉)| ↑〉

−M↓↑(F
−
↓↑(t)

√
n|n − 1〉 + F+

↓↑(t)
√

n + 1|n + 1〉)| ↓〉

+| ↓〉|n〉 − M↓↓(F
−
↓↓(t)

√
n|n − 1〉 + F+

↓↓(t)
√

n + 1|n + 1〉)| ↓〉

−M↑↓(F
−
↑↓(t)

√
n|n − 1〉 + F+

↑↓(t)
√

n + 1|n + 1〉)| ↑〉
}

. (3.8)

则横向的自旋极化 Ŝ+(t) = σ̂x(t)+iσ̂y

2
= c†↑c↓e

i∆t 的平均值的绝对值为

|〈Ŝ+(t)〉| =
|〈Ψ(t)|Ŝ+(t)|Ψ(t)〉|

〈Ψ(t)|Ψ(t)〉

≈ 1

2

{
1 − 2n + 1

2
[|M↑↓|2(|F−

↑↓(t)|
2 + |F−

↓↑(t)|
2) + (M↑↑ − M↓↓)

2|F↑↑|2]
}

.(3.9)

这里我们略去了所有的振荡项。这一项随时间的变化给出自旋去相位时间

T−1
2 = (2n + 1)π[|M↑↓|2δ(−∆ + ω) + (M↑↑ − M↓↓)

2δ(ω)] . (3.10)

这里可以看出，和自旋弛豫时间 T1 只能由 σx/y 的噪声引起不一样，自旋去相位时
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3.1 两能级系统中的自旋弛豫

间 T2 也可以由 σz 噪声引起，不过这要求噪声频率是零。一般来说电子和原子核的超精

细相互作用或者是无规的杂质势都可以提供零频的噪声。在零温或者 β∆ ¿ 1 的条件

下，并且只考虑 σx/y 的噪声，我们可以得到

T−1
2 =

1

2
T−1

1 . (3.11)

考虑到 σz 噪声的影响，则有

T−1
2 ≥ 1

2
T−1

1 (3.12)

在处理 T2 的过程中，我们是考虑了自旋朝下的态到自旋朝上的态上的跃迁，因为我们

给的初始波函数是自旋朝下和自旋朝上的占据数各占一半。但是在有限温度下的 T1 却

没有计入这一部分的贡献。因此，微扰的方法更适合在零温附近求解弛豫时间。

3.1.2 运动方程处理

由于微扰的方法只能得出初态附近的自旋演化情况，为了得到全时间段的自旋演

化，可以用运动方程来处理。出发点是 Liouville 方程 [305]

i
d

dt
ρ(t) = [H, ρ(t)] . (3.13)

这里 ρ 是系统的密度矩阵，由于只需要关心电子的演化，电子的密度矩阵可以从系统密

度矩阵约化为

σ(t) = Trbρ(t) . (3.14)

这里的 Trb 表示对声子做统计平均，即 TrbA =
∑

n〈n|A|n〉。将系统的密度矩阵写成

ρ(t) = f(b)σ(t) + η(t) , (3.15)

其中 f(b) = e−βHb/Tr[e−βHb ]，η(t) = (1− f(b)Trb)ρ(t)。则得到关于 σ(t) 和 η(t) 的方程

如下：

i
d

dt
σ(t) = [He, σ(t)] + Trb[Heb, η(t)] , (3.16)

i
d

dt
η(t) = [He + Hb, η(t)] + (1 − f(b)Trb)[Heb, f(b)σ(t) + η(t)] . (3.17)

这里利用了关系 Trb[He, η(t)] = Trb[Hb, η(t)] = 0，Trb[Heb, f(b)σ(t)] = 0，Trbf(b) = 1。

将 η(t) 和 Heb 看成同阶的小量，则方程 (3.17) 中右边第二项中的 [Heb, η(t)] 看成高阶量

忽略不计。剩余部分解出

η(t) = −i

∫ t

0

dτe−i(He+Hb)(t−τ)[Heb, f(b)σ(t − τ)]ei(He+Hb)(t−τ) (3.18)
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并带入方程 (3.16) 后得到：

d

dt
σ(t) = −i[He, σ(t)] −

∫ t

0

dτTrb

[
Heb, e

−i(He+Hb)(t−τ)[Heb, f(b)σ(t − τ)]ei(He+Hb)(t−τ)
]

.(3.19)

将所有的有关电子的算符写到 σz 表象的本征态 | ↑〉 和 | ↑〉 下，则变为 2 × 2 的矩阵：

σ(t) =

(
f↑ ρ

ρ∗ f↓

)
, M =

(
M↑↑ M↑↓

M↓↑ M↓↓

)
, He =

∆

2
σz , Heb = M(b + b†) .

则方程 (3.19) 对声子作统计平均以后化作：

d

dt
σ(t) = −i

∆

2
[σz, σ(t)] −

∫ t

0

dτ

{ [
M, e−i

∆(t−τ)
2

σzMσ(τ)ei
∆(t−τ)

2
σz

]
×[(n̄ + 1)e−iω(t−τ) + n̄eiω(t−τ)] + h.c.

}
. (3.20)

这里 h.c. 表示对大括号中的前面的量取厄密共轭，n̄ = Trb[b
†bf(b)] = [eβω − 1]−1 是声子

数目的统计平均值。

我们在 Markov 近似下分别讨论横向和纵向的自旋扰动对电子系统的横向和纵向

自旋弛豫时间的影响。由于电声子的耦合作用，电子和声子波函数经过散射后就会关

联在一起。如果热库中声子的寿命足够的短，那么这个关联可以很快的衰减，从而电

子在和声子散射以后很快就和声子波函数没有关系，按照电子本身的哈密顿量演化，

直到遇到下一次散射。由于电子和声子的相干性保持的时间很短，声子对电子的散射

是一个不可逆的过程。运动方程 (3.20) 右边的第二项给出声子和电子关联项，可以

写成
∫ t

−∞ f(t − τ)σ(τ)dτ，这里积分下限从 0 变到 −∞ 可以由绝热引入散射得到。如
果 f(t) 的衰减时间尺度 Tm 远比电子和声子耦合 M−1 短，则可以把 σ(τ) 当成 σ(t) 提

出积分号外。这里也可以这么理解：可以认为在某个时刻 t1 电子受到声子的散射，

在 Tm 时间内散射作用将会消失，在受到声子下次散射 (M−1时间后，这个时间很长) 之

前，电子完全是自由运动的，因此可以根据 t 时刻电子的状态得知从 t1 + Tm 后任意时

刻 τ 电子的状态：

σ(τ) = ei∆
2

σz(t−τ)σ(t)e−i∆
2

σz(t−τ) (3.21)

带入运动方程 (3.20) 并化简得

d

dt
σ(t) = −i

∆

2
[σz, σ(t)] −

∫ t

−∞
dτ

{ [
M, e−i

∆(t−τ)
2

σzMei
∆(t−τ)

2
σzσ(t)

]
×[(n̄ + 1)e−iω(t−τ) + n̄eiω(t−τ)] + h.c.

}
. (3.22)

这时散射项中对时间的积分可以积掉，出现关于能量的 δ 函数，给出能量守恒。
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3.1.2.1横向扰动

对于横向扰动，即当 M↑↑ = M↓↓ = 0时运动方程 (3.22) 在 Markov 近似下化作

d

dt

(
f↑ ρ

ρ∗ f↓

)
= −i∆

(
0 ρ

−ρ∗ 0

)
− π|M↑↓|2δ(∆ − ω)

×

(
2((n̄ + 1)f↑ − n̄f↓) (2n̄ + 1)(ρ − M↑↓

M↓↑
ρ∗)

(2n̄ + 1)(ρ∗ − M↓↑
M↑↓

ρ) −2((n̄ + 1)f↑ − n̄f↓)

)
(3.23)

解得

f↑(t) =
n̄

2n̄ + 1
(f↑(0) + f↓(0)) +

[
n̄ + 1

2n̄ + 1
f↑(0) − n̄

2n̄ + 1
f↓(0))

]
e−t/T1 ,

f↓(t) =
n̄ + 1

2n̄ + 1
(f↑(0) + f↓(0)) −

[
n̄ + 1

2n̄ + 1
f↑(0) − n̄

2n̄ + 1
f↓(0))

]
e−t/T1 ,

ρ(t) = e−t/T2

[(
cos(Ωt) − i

∆

Ω
sin(Ωt)

)
ρ(0) +

M↑↓

M↓↑

sin(Ωt)

ΩT2

ρ∗(0)

]
, (3.24)

其中给出纵向和横向弛豫时间为

T−1
1 = 2T−1

2 = 2π(2n̄ + 1)|M↑↓|2δ(∆ − ω) . (3.25)

这里Ω =
√

∆2 − T−2
2 是电子的两个自旋态之间经过散射项修正的振荡频率。

3.1.2.2纵向扰动

对于纵向的 σz 扰动有 M↑↓ = 0 ，且 M↑↑ = −M↓↓，则运动方程 (3.20) 化作：

d

dt

(
f↑ ρ

ρ∗ f↓

)
= −i∆

(
0 ρ

−ρ∗ 0

)
− 4π(2n̄ + 1)|M↑↑|2δ(ω)

(
0 ρ

ρ∗ 0

)
. (3.26)

很明显，和微扰方法得到的结果一样，σz 的扰动不会造成 T1 ，只会对横向的自旋弛豫

有影响，给出

T−1
2 = 4π(2n̄ + 1)|M↑↑|2δ(ω) .

并且只有零频的扰动才会造成 T2。零频的扰动可以由随机噪声、电子-原子核的超精细

相互作用以及随机分布的杂质散射造成。由于原子核达到平衡的时间非常长，电子和

原子核的超精细作用不适合用 Markov 近似处理，但是可以用运动方程 (3.20)很好的处

理 [43]。

对两能级系统，微扰方法和运动方程方法都可以给出自旋弛豫时间。对于任何方向

的扰动，这两种方法都给出相同的横向自旋弛豫时间。对于纵向自旋弛豫，微扰论方法
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在保证正确性的基础上，必须要求系统的演化在初态附近，不能计入自旋翻转到朝下以

后再翻转回去的几率。因此在有限温度的时候，在微扰论方法中不能计入自旋朝下态通

过吸收声子跃迁到自旋朝上态的贡献。这一部分贡献可以用运动方程方法得到。在零温

时，这两种方法给出相同的纵向自旋弛豫时间。在有限温度的时候，运动方程给出的纵

向自旋弛豫时间要长于微扰论的结果。从运动方程出发的结果可以明确的看到，自旋翻

转的散射对自旋关联的振动频率有一个红移的修正，因此在散射足够强的时候，自旋关

联将不会随时间振荡。无论哪种方法，都给出 T−1
2 ≥ 1

2
T−1

1 。

3.2 系综的自旋弛豫

系综的自旋弛豫/去相位最初是定义在用 Bloch-Torrey 方程 [306–308]研究核磁共振

中的原子核的磁矩随时间演化的问题中，并将系统总的纵向/横向核磁矩的衰减定义为

纵向/横向的自旋弛豫时间；后来被广泛的应用在光学极化的弛豫问题中 [304, 309]。这

里我们以两能级原子系综中光学极化的弛豫为例给出系综的自旋弛豫/去相位。对于两

能级原子系综，在有外加光场时两能级系综总的自旋极化满足唯象的 Bloch方程 [304]：

∂M

∂t
= gµbΩ × M −


1
T2

0 0

0 1
T2

0

0 0 1
T1

 (M − M0) . (3.27)

其中 M =
∑

i mi 是系统的总磁矩，mi =

 Re[ρ]

Im[ρ]

(f↑ − f↓)/2

 是每一个原子的自旋极

化，Ω = (−dE, 0, ∆)是进动场，dE 是光学偶极子，∆是两能级的能量差，S0 = S0ẑ是

系统在平衡时候的极化，T1 和 T2 是对应的纵向和横向自旋弛豫时间。这里 T1 表示的

是纵向原子极化达到平衡的时间，等价于系统总极化和环境达到平衡的时间。而 T2 表

示的是最初有共同相位的横向自旋在纵向的磁场下旋转，然后失去相位的过程，这个过

程是由均匀影响所有原子的相互作用引起的，如碰撞、辐射衰减或者自旋交换等。除此

之外还有另外一种由非均匀效应引起的弛豫，可以记为 T ′
2。最普通非均匀效应的来源

是多普勒效应：每个原子都有它自己单独的和它的速度联系起来的共振频率 [304]，从

而导致 ∆ 对不同的原子有一个不均匀的扩展。在固体中，随机的局域应变场也会造成

非均匀扩展。即使没有均匀扩展的衰减 T2，这种随机分布的共振频率会引起自旋系综

的极化的衰减，给出一个弛豫时间 T ′
2。这是系综的自旋弛豫和单个粒子的弛豫最大得
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3.2 系综的自旋弛豫

不同。因此总的横向弛豫时间可以写作： 1©

1

T ∗
2

=
1

T2

+
1

T ′
2

. (3.28)

下面以半导体光学弛豫为例，对可逆的自旋弛豫时间给一个定量的估计。对于半导

体系统，导带电子和价带空穴的能谱是准动量 k 依赖的，因此分布在不同 k 上的电子

的能量差 δk 不一样，则对每个动量 k 光学极化的唯象的光学 Bloch 方程写为 [309]：

∂Uk

∂t
= −


1
T2

0 0

0 1
T2

0

0 0 1
T1

 (Uk + ẑ) + Ωk × Uk . (3.29)

其中 Uk是光学极化矢量，其 z分量是导带电子和价带空穴粒子数差。Ωk = (dE, 0, δk)表

示动量依赖的进动频率。在没有外加光场的时候 δk = εc,k − εv,k，可以得到：(
U1k(t)

U2k(t)

)
=

(
cos δkt − sin δkt

sin δkt cos δkt

)(
U1k(0)

U2k(0)

)
e−t/T2 . (3.30)

可知，不同动量 k 的振荡频率不一样，因此系统得总极化 U =
∑

k Uk 会因为振荡频率

的扩展而造成额外的衰减。如果用 π/2 脉冲光激发初始的极化为 U1k(0) = 0，U2k(0) =

−1，则在两维系统中有

U1 =
∑
k

U1k = −e−t/T2

∑
k

sin δkt

= −e−t/T2
m∗

2π~2

cos δkF
t − 1

t
. (3.31)

其中 m∗ 是电子空穴对的有效质量。很容易看出，除了弛豫时间 T2 以外，还有一个

衰减 ∝ 1
t
。这一部分的衰减就是由振荡频率的非均匀扩展引起的，并且它是可逆的弛

豫过程，对应弛豫时间 T ′
2。这里说的可逆指的是这部分衰减掉的极化可以通过光学回

声 (photon echo) 实验来恢复。回声实验对应的是在某一时刻 T 光学极化的进动角度

是 α 时施加沿着 y 方向 (初始极化方向) 的 π 相位的脉冲光场，其可以把横向的光学极

化的相位反向变为 −α，然后在 2T 时刻所有的光学极化将会回到 0 时刻的位置，从而

放出光子，这就是光学回声。 T 时刻的光学极化为(
U1k(T )

U2k(T )

)
=

(
cos δkT − sin δkT

sin δkT cos δkT

)(
U1k(0)

U2k(0)

)
e−T/T2 . (3.32)

1©为了和后面定义的电子自旋系统的横向弛豫时间一致 [310]，这里符号的定义和文献 [304]有区别：对
应关系是 T2 → T ′

2，T ′
2 → T ∗

2 以及 T ∗
2 → T2。
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在施加了脉冲 π 相位后，(
U1k(T )

U2k(T )

)
=

(
cos δkT sin δkT

− sin δkT cos δkT

)(
U1k(0)

U2k(0)

)
e−T/T2 . (3.33)

如此，在时刻 2T 的光学极化为(
U1k(2T )

U2k(2T )

)
=

(
cos δkT − sin δkT

sin δkT cos δkT

)(
U1k(T )

U2k(T )

)
e−T/T2 =

(
U1k(0)

U2k(0)

)
e−2T/T2 . (3.34)

因此光学回声实验测量的是不可逆的自旋弛豫时间 T2。同理，如果初始激发的极化成

份中有 U3k，那么也会有对应 T1 的 T ′
1，这一部分也可以通过光学回声实验消除。不仅

如此，四波混频实验测量的弛豫时间中也是去除了 T ′
2弛豫过程的。对于不可逆的弛豫

时间 Ti 是由系统和环境发生耗散而引起的信息丢失，这一部分是和随机的散射过程联

系在一起并且不能通过回声实验恢复。为了方便起见，理论上可以采用光学相干的非相

干求和 P (t) =
∑

k |U1k + iU2k| 来直接给出不可逆的弛豫过程，从而可以避开复杂自旋
回声或者四波混频部分的计算。

类似与此，电子自旋系综的弛豫过程，也是由可逆的自旋弛豫和不可逆的自旋弛豫

过程两部分组成。由于可逆的自旋弛豫完全是相干的，可以通过自旋回声实验消除，理

论上处理也是很明确的。下面着重考虑不可逆的自旋弛豫过程，其主要包括有 EY 机

制 [169]、D’yakonov-Perel’ 机制 [170]、 Bir-Aronov-Pikus 机制 [171]以及由电子和原子

核的超精细作用引起的弛豫。最近，Wu 等人 [51, 311, 312]从多体及非均匀扩展的角度

重新考虑守恒散射引起的自旋弛豫，指出在有非均匀扩展存在的条件下，任何自旋守恒

散射-包括电子电子散射-都会引起不可逆的自旋弛豫。并且 Wu 等人指出，可以用自旋

相干的非相干求和的时间演化来定义不可逆的自旋弛豫时间。

3.2.1 Elliott-Yafet 弛豫机制 2©

Elliott 在 1954 年最早指出，晶格的自旋轨道耦合相互作用会引起电子不同自

旋的波函数之间的混合，从而使电子在发生动量弛豫的过程中自旋取向也会发生改

变 [169]。对于 Elliott 考虑的有对称中心的碱金属元素 (体心立方晶格结构) 而言，动量

为 k 和能带指标为 n 的自旋朝上的态和自旋朝下的态可以写作 [6, 169]

Ψkn↑(r) = [akn(r)| ↑〉 + bkn| ↓〉]eik·r ,

Ψkn↓(r) = [a∗
−kn(r)| ↓〉 − b∗−kn| ↑〉]eik·r . (3.35)

这两个 Bloch 态是时间反演和空间反演对称的简并态 [169]。其中 b ¿ 0。根据

式 (2.24) 可知，具体的系数可以正比于自旋轨道耦合能量和能带之间的能量差的比

2©本节的主要内容都是摘自文献 [69]
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3.2 系综的自旋弛豫

值 λso/∆E ¿ 1。从这里可以看出，自旋轨道耦合本身不能引起自旋弛豫，必须有动量

弛豫发生。动量弛豫一般可以由杂质 (低温) 或者声子 (高温) 散射过程提供。Elliott 给

出自旋弛豫时间和有效 g 因子对自由电子 g 因子的偏移之间的关系，即 Elliott 关

系：1/τs ≈ (∆g)2/τp，这个关系只是一个粗略的估计，其中 ∆g ∼ b。比较详细的计算

由 Yafet [288]系统的给出，可以根据已知的能带以及声子结构求出自旋弛豫，定性给出

自旋弛豫时间的温度依赖和电阻率的关系，即 Yafet 关系：1/T1(T ) ∼ 〈b2〉ρ(T )，并且

被Monod 和 Beuneu [313]在实验上验证。紧接着，Pikus 和 Titkov [69]根据具体的能带

结构以及声子或杂质散射，利用 Fermi 黄金规则在 III-V 族半导体高对称点 (Γ 点) 解析

的给出 Elliott-Yafet 弛豫机制引起的自旋弛豫时间。

在闪锌矿结构的半导体体材料中，考虑了 Γ8、Γ7 和导带 Γ6 带波函数的混合以后，

自旋守恒的动量散射给出可以翻转自旋的 EY 自旋轨道耦合，由式 (2.40) 和 (2.46) 给

出，分别对应长程相互作用和由光学声子形变引起的短程相互作用。

3.2.1.1长程相互作用

对于电子-杂质散射和电子-声子散射以及电子-电子散射给出的长程 EY 自旋轨道耦

合，重新写出如下：

Ṽ c
kq = Vkq[1 − iλc(k × q) · σ] .

后一项给出自旋翻转的散射。对于杂质散射过程，电子能量保持不变。按照第 3.1.1 节

中 T1 表达式 (3.7) 可以得出对于过程 |k, ↑〉 −→ |q, ↓〉，自旋翻转的几率是 [69]

1

τs(k → q)
=

4π

~
|〈↑ |Ṽkq| ↓〉|2δ(εk − εq) . (3.36)

这里我们取平衡的自旋极化 σ(∞) = 0。则态 |k, ↑〉的弛豫是

1

τs(k)
=

∑
q

1

τs(k → q)
. (3.37)

考虑到电子在 k 空间角度方向分布是均匀的，对跃迁几率角度做角度平均后得到

1

τ̃s(k)
=

∫
dΩk

4π

1

τs(k)
. (3.38)

动量弛豫时间给出

1

τ̃p(k)
=

2π

~
∑
q

|Vkq|2(1 − cos θ)δ(εk − εq) , (3.39)
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其中 θ 是散射过程中出射动量 q 和入射动量 k 的夹角。比较动量弛豫时间和自旋弛豫

时间后得 [69]
1

τ̃s(k)
=

16

27

1

τ̃p

(
εk

Eg

)2η2(
1 − 1

2
η

1 − 1
3
η
)2Φ . (3.40)

这里

Φ =

∫ 1

−1
(1 − µ2)σs(µ)dµ∫ 1

−1
(1 − µ)σs(µ)dµ

, (3.41)

是散射相关项，σs 对应着散射截面。对于弹性杂质或者声子散射，可以将散射矩阵元

记作 Vkq = V (|k − q|)，则 σs(µ) = m∗k
(2π~)2

|V (k
√

2 − 2µ)|2。在费米面比较高的系统，
由 LO 声子散射引起的弛豫中，Φ = 1；而对于杂质散射，Φ = 2(2+β)

β
ln(1+β)−2β/(2+β)
ln(1+β)−β/(1+β)

，其

中β = (2kLDeb)
2。

给定初始极化分布 ∆fk，自旋系综由 EY 机制引起的自旋弛豫需要对初始的分布做

统计平均，即
1

τs

=
∑
k

1

τ̃s(k)
∆fk/

∑
k

∆fk . (3.42)

在高温下，将电子动能 ~2k2

2m∗ 用 kBT 估计后，可知在动量散射时间不变的情况下，自旋

弛豫时间和温度成 T 2 关系。

我们讨论一下上式给出的系综弛豫/去相位时间的正确性：系综的自旋弛豫/ 去

相位时间是通过对系综的自旋极化的时间演化做指数衰减 (或振荡衰减) 得到的特

征时间。在第 3.1.2 节用运动方程方法得到 ρk(t)后，自旋极化的时间演化为 P(t) =∑
k Tr[ρk(t)σ]/2。然而对于微扰方法，在得出单个动量的电子自旋翻转速率 1

τk
后，如

何得到系综的自旋弛豫/去相位时间呢？简单的做法是将每个动量的电子的 z 方向自

旋极化演化写为 ∆fk(t) = ∆fk(0)e−t/τk，则 ∆N(t) =
∑

k ∆fk(t)。当 t/τk ¿ 1 时，得

到 ∆N(t) ∼
∑

k ∆fk(0)(1 − t/τk) = ∆N(0)(1 − t/τ)，其中 1
τ

=
∑

k ∆fk(0) 1
τk

/∆N(0) 近

似是系综的自旋弛豫时间。这种近似的适用范围是需要考虑的：比如在小极化的强

简并的电子气很容易满足；然而，GaAs 量子阱系统中 DP 机制引起的自旋弛豫的计

算 [314]表明这种近似在弱简并系统会有非常大的误差。

3.2.1.2短程作用

对于短程 EY 自旋轨道耦合，重新写出公式 (2.46) 如下 [69]

Ṽ c
kq = −1

3

η~d2[U × (k + q)] · σ
[2meEg(1 − 1

3
η]1/2

. (3.43)

和长程作用不同，短程作用中不仅仅纵向声子有贡献，横向声子也有贡献。对于极化的

光学声子散射，在忽略纵向和横向声子的能量差以后，EY 引起的自旋弛豫时间可以由
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公式 (3.36–3.38) 得到 [69]：

1

τ̃s

=
16

27

1

τ̃p

ε2
k

EgE0

η2

1 − 1
3
η

. (3.44)

其中 E0 = C2~2/4d2me，C = eωLO × (4πρ0(ε
−1
∞ − ε−1

0 ))1/2。

在体材料中，EY 弛豫机制在窄带半导体 (如 InAs 材料，给出比较大 γ) 中比较重

要。不过对于二维系统，长程 EY 自旋轨道耦合 (见公式 2.40) 只能翻转 x/y 方向的自

旋，不能翻转 z 方向的自旋。因此，在两维系统中，长程 EY 自旋轨道耦合不会引起

自旋弛豫，只会导致自旋去相位。但是短程的 EY 自旋轨道耦合却既可以导致自旋去

相位，也可以导致自旋弛豫。然而，EY 自旋翻转散射在三维和两维下系数变化不大，

相比较对维度有非常大的依赖的自旋轨道耦合 (维度强烈影响 DP 机制给出的自旋弛

豫) 而言，EY 机制对维度的依赖可能不是很强。

3.2.2 D’yakonov-Perel’ 弛豫机制

在 III-V (如 GaAs)族或 II-VI (如 ZnSe)族半导体中，由于晶格缺少反演对称中心，

自旋轨道耦合会混合导带电子和价带空穴的波函数，从而使导带电子自旋态在 k6=0 处

解简并。从上一章可知，这个自旋劈裂给出 BIA (Dresselhaus) 或者 SIA (Rashba) 自

旋轨道耦合相互作用 Hso(k)。D’yakonov 和 Perel’指出由翻转自旋的自旋轨道耦合和动

量散射一起导致的自旋弛豫在缺少反演中心的材料中会更有效 [170]。自旋轨道耦合等

价于一个大小和方向都依赖于电子动量 k 的有效磁场，并且电子自旋绕着该磁场做

频率为Ωk 的 Larmor 进动。则电子受碰撞而改变其动量时，电子的进动方向以及频

率也会随之改变，两者的共同作用产生一个有效的自旋翻转散射，导致自旋弛豫/去

相位。对于弱散射极限 Ωkτ̃p(k) À 1，则电子横向自旋极化会在碰到散射之前可以进

动超过一周，从而平均值约为零。对于另外一种强散射极限 Ωkτ̃p(k) ¿ 1，电子自旋

在受到散射之前只进动了一个非常小的角度，散射将会大大减小自旋弛豫。大部分

的 III-V 族半导体体材料，导带电子都满足 Ωkτ̃p(k) ¿ 1。但是异质结结构中的电子或

者空穴，自旋轨道耦合系数由于约束的原因会大大提高，对于比较高的能量的载流子

可能满足 Ωkτ̃p(k) > 1。有一点需要强调，自旋轨道耦合和动量散射都依赖于动量 k ，

并且有着相反的依赖关系：自旋轨道耦合的强度随着动量变大而增加，而动量散射却

是随着动量增加而减小，则 Ωkτ̃(k) 随着动量的增大而变大。因此在高温下，费米分

布趋向于麦克斯韦分布，不同动量 k 的电子有可能会分别处在这两种极限下。下面介

绍 D’yakonov和 Perel’对于强散射极限的处理 [170,315]，由于散射本身不能翻转自旋，

对于 DP 弛豫机制需要用 Bloch 方程来研究。在后面第 6.2.3 节我们研究任何散射强度

的动量弛豫下的 DP 机制。下面我们给出在体材料和二维系统中 DP 机制导致的自旋弛

豫时间的大小。
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3.2.2.1三维系统中的 DP 弛豫机制 3©

对于只考虑弹性散射的情况下，电子单粒子密度矩阵对应的 Bloch 方程给出如下：

∂ρk

∂t
+ i[Hso(k), ρk] +

∑
q

Wkq(ρk − ρq) = 0 (3.45)

其中 Wkq = V (|k − q|)δ(εk − εq) 是自旋守恒弹性散射矩阵元。由于自旋轨道耦合是产

生自旋弛豫的驱动项，并且它本身是高度各向异性的，因此可以把密度矩阵按照自旋轨

道耦合的特点展开：即分成各向同性和各向异性两部分：

ρ̄k = ρk =

∫
dΩk

4π
ρk ,

ρ1(k) = ρk − ρ̄k . (3.46)

因此，对这两部分各自的时间演化化为：

∂ρ̄k

∂t
+ i[Hso(k), ρ1(k)] = 0 ,

∂ρ1(k)

∂t
+ i[Hso(k), ρ1(k)] − i[Hso(k), ρ1(k)] + i[Hso(k), ρ̄k]

+
∑
q

Wkq(ρ1(k) − ρ1(q)) = 0 . (3.47)

这里只能考虑自旋轨道耦合很小的情况，将 Hso 当做一阶小量。对于 ρ1，它是被自旋

轨道耦合激发的，也是一阶小量。各向同性部分远远大于各向异性部分 ρ1(k) ¿ ρ̄k。在

自旋轨道耦合很小时，自旋进动时间远远大于动量弛豫时间 Ωkτ̃p ¿ 1，给出很长的自

旋弛豫时间。则 ∂ρ
∂t

∼ − ρ
τ
，其中 τ−1 也当成一阶小量。因此在式 (3.47) 的第二个方程

中，前面三项的阶数至少是二阶，要比后面两项一阶项高，忽略后方程化作：

i[Hso(k), ρ̄k] +
∑
q

Wkq(ρ1(k) − ρ1(q)) = 0 . (3.48)

将自旋轨道耦合和 ρ1(k) 按照球谐函数展开，即

Hso(k) =
∑
m,l

H l
so,m(k)Y l

m(θk, φk) ,

ρ1(k) =
∑
m,l

ρl
1,m(k)Y l

m(θk, φk) . (3.49)

3©本节的主要内容都是摘自文献 [69]
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其中 l 是自旋轨道耦合相中 k 的阶数。带入方程 (3.48) 并且利用关系∫
Y l

m(θq, φq)σs(cos(θk − θq))
dΩq

2π
= Y l

m(θk, φk)

∫ π

0

σs(cos θ)Pl(cos θ) sin θdθ (3.50)

可以得到

i[H l
so,m(k), ρ̄] +

1

τ ∗ρ
l
1,m(k) = 0 , (3.51)

其中
1

τ ∗
l

=

∫ 1

−1

σs(µ)(1 − Pl(µ))dµ = γl
1

τ̃p

. (3.52)

其中 γl =
∫ 1

−1
σs(µ)(1 − Pl(µ))dµ/

∫ 1

−1
σs(µ)(1 − µ)dµ，Pl 是 Lagendre 函数。

最终给出

ρ1(k) = −i
∑

l

τ ∗
l [H l

so(k), ρ̄k] . (3.53)

并带入 (3.47) 的第一个方程得到：

∂ρ̄k

∂t
+

∑
l

τ ∗
l [H l

so(k), [H l
so(k), ρ̄k]] = 0 (3.54)

记 ρ̄k = 1
2
sk · σ 以及 H l

so(k) = 1
2
Ωl(k) · σ ，则自旋极化满足时间演化：

∂sk

∂t
= τ̃−1

s (k)sk (3.55)

给出自旋弛豫时间张量

τ̃−1
s (k) = τ̃s,l

−1(k) ,

(τ̃−1
s,l )i,j =

τ̃p

γl

((Ωl
k)

2δij − Ωl
k,iΩ

l
k,j) , (3.56)

其中 Ωl
k,iΩ

l
k,j =

∫
Ωk

4π
Ωl

k,iΩ
l
k,j，且 (Ωl

k)
2 =

∑
i (Ω

l
k,i)

2。从这里可以看出，自旋弛豫时间

通常是一个张量，表示各个不同方向的自旋之间是可以翻转。开始定义的自旋弛豫时

间 (3.27) 是写在主轴方向的。

对于 Dresselhaus 自旋轨道耦合 (2.30)：

ΩD(k) = γ{kx(k
2
y − k2

z), ky(k
2
z − k2

x), kz(k
2
x − k2

y)}
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这里只考虑了三次方项的贡献。平均值 Ωk,iΩk,j = 4
105

k6δij 给出自旋弛豫时间张量变成

一个数，并且给出相同的横向和纵向自旋弛豫时间：

τ̃−1
s,3 =

τ̃p

γ3

8

105
γ2k6 . (3.57)

这里 γ3 是散射相关的，对于杂质散射 γ3 ≈ 6 、声学声子散射 γ3 ≈ 1 和光学声子散

射 γ3 ≈ 41/6 [6]。不过对于半导体系统而言，电子的浓度比较小导致费米面可能会远低

于光学声子的能量，则在光学声子散射中做得弹性散射近似可能会有比较大的误差。对

于这种情形，自旋弛豫需要数值求解方程 (3.45)。

对于 Rashba 自旋轨道耦合或者由应变力引起的自旋轨道耦合 (2.30)：

Ωstrain(k) = γmcvC2{εxyky − kzεzx, εyzkz − kxεxy, εzxkx − kyεyz} . (3.58)

则 Ωk,xΩk,y = − (γmcvC2)2

3
k2εzxεyz 且 Ω2

k,z = (γmcvC2)2

3
k2(ε2

zx + ε2
yz) 。此时自旋弛豫时间的

张量的非对角量不为零，可能会给出不相同的纵向和横向的自旋弛豫时间。以应力方向

加在 (111) 方向为例，给出εxy = εyz = εzx = ε′111/3，则

(τ̃−1
s,1 )ii = 4(τ̃−1

s,1 )ij =
4(γmcvC2)

2

3
τ̃pk

2(
ε′

3
)2 (3.59)

则自旋弛豫时间张量的主轴沿着 (111)、(1̄01) 和 (1̄10)三个方向，则沿着 (111) 方向和

垂直于这个方向的自旋弛豫时间分别为

τ̃−1
// = 2τ̃−1

⊥ = 6(τ̃−1
s )ij (3.60)

这里可以看出，无论是三次方项还是一次方项的自旋轨道耦合，都给出 τs ∝
1

τpΩ2。高温下，在固定动量弛豫时间时，给出温度依赖关系 τl ∝ T l。

3.2.2.2二维系统的 DP 弛豫机制

对于两维系统而言，只需要把式 (3.49) 改成按照 eilθ 展开即可：

Hso(k) =
∑
l,m

Cl,mkleilθk . (3.61)

按照和三维系统中类似的推导，可以得出公式 3.56 中的

1

τ ∗
l

=

∫ 2π

0

σ(cos θ)(1 − cos(lθ))dθ (3.62)
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其中σs(cos θ) = m
(2π~)2

|W (k
√

2 − 2 cos θ)|和两维的动量弛豫 τ̃−1
p =

∫ 2π

0
σ(cos θ)(1 −

cos(lθ))dθ 比较后则有
1

τ ∗
l

= γl
1

τ̃p

. (3.63)

其中 γl =
∫ 2π

0
σ(cos θ)(1 − cos(lθ))dθ/

∫ 2π

0
σ(cos θ)(1 − cos(θ))dθ。

3.2.2.3磁场的影响

一般来说，在有外磁场时，电子自旋会围绕外磁场以频率 ΩL = gµBB 作 Lar-

mor 进动，同时轨道部分也会围绕磁场以频率 Ωc = eB/m∗ 做回旋进动。这两种效应都

会导致自旋弛豫过程变慢：自旋进动会抑制电子自旋绕自旋轨道耦合导致的有效磁场的

进动，从而使自旋的有序取向保持的更久，减慢自旋弛豫 [316]；对于回旋进动，它使

电子的在垂直于磁场方向的运动由平面波变化为封闭轨道的运动，从而使自旋轨道耦合

的有效磁场对每一个回旋轨道态的平均值都变得很小，减慢自旋弛豫。

Larmor 进进进动动动对对对自自自旋旋旋弛弛弛豫豫豫的的的影影影响响响

最早在光学取向实验中，由于 Hanle 效应 [84]，横向磁场会使带边发光更为无

序，因此早先理论上一般都是考虑纵向磁场对自旋弛豫的影响。不过在采用时间分辨

的 Faraday 旋转实验精确测量自旋弛豫时间后，一般都是采用 Voigt 位型的磁场，即

横向磁场来翻转纵向自旋。对于纵向磁场下的自旋弛豫时间可以估计如下：在散射时

间 τp 内，自旋围绕内部磁场进动的角度为 ∆φ = Ωsoτp。当 t À τp 时，进动角度的均

方差可以写成 (∆φ)2 = (Ωsoτp)2t/τp。自旋弛豫时间大体就是使 (∆φ)2 = 1 的时间，在外

加磁场为零时 τ−1
s (0) = Ω2

so(k)τp，和前面得到的结果只差一个系数，因此这个估计是

合理的。在有很大的外加磁场的时候，由与 Ωso(k)/ΩL 是电子自旋的进动轴偏离外磁场

的最大可能角度，因此在 τp 时间内进动角度不超过 ∆φ(B) = Ωso(k)/ΩLτp，自旋弛豫

时间大概由下式估计为

(Ω2
so(k)/Ω2

L)(τs(B)/τp) = 1 (3.64)

得到 τs(B) = Ω2
Lτ 2

p τs(0)。

为了能够定量的给出上面的估计，我们仍然从 Bloch 方程出发，加入磁场求解自旋

轨道耦合，下面的推导不限定磁场的方向。不失一般性，将磁场方向取为 z 方向，方

程 (3.51) 化为：

i[HB, ρl
1,m(k)] + i[H l

so,m(k), ρ̄] +
1

τ ∗ρ
l
1,m(k) = 0 . (3.65)

其中第一项的 HB = 1
2
ΩL · σ 为外磁场引起的进动项。带入 ρl

1,m(k) = 1
2
sl
1,m(k) · σ 后得

到

sl
1,m(k) = (

1

τ ∗ − UB)−1Usos̄(k) , (3.66)

70



第三章 自旋弛豫和自旋去相位

其中矩阵 UB/so 满足 i[HB/so,A · σ] = (UB/soA) · σ，这里

UB =

 0 −|ΩL| 0

|ΩL| 0 0

0 0 0

 及 Uso =

 0 −Ωz Ωy

Ωz 0 −Ωx

−Ωy Ωx 0

 , (3.67)

带入方程 (3.47) 后得到

∂s̄k

∂t
− UBs̄k +

∑
l,m

U l
so,−m(

1

τ ∗ − UB)−1U l
so,ms̄k = 0 , (3.68)

其中第三项给出动量散射和自旋轨道耦合引起的自旋弛豫，给出

1

τ̃s(B)
=

∑
m,l

U l
so,−m(

1

τ ∗ − UB)−1U l
so,m

=
τ ∗2

1 + (|ΩL|τ ∗)2

∑
m,l

U l
so,−m(

1

τ ∗ + UB)U l
so,m

=
1

1 + (|ΩL|τ ∗)2

τ̃−1
s + |ΩL|τ ∗

 0 τ̃−1
s,zz −τ̃−1

s,zy

−τ̃−1
s,zz 0 τ̃−1

s,zx

τ̃−1
s,yz −τ̃−1

s,xz 0


 , (3.69)

其中 τ̃−1
s 是未加磁场时系统的自旋弛豫时间张量，τ̃−1

s,ij 是其 i 行 j 列的分量。由此可以

看出，自旋弛豫时间张量的分量可以写成

τ̃−1
s,ii(B) =

1

1 + (|ΩL|τ ∗)2
τ̃−1
s,ii . (3.70)

随着磁场的变大弛豫过程变慢。对于具有各向同性的自旋弛豫时间系统，自旋弛豫时

间就等于 τ̃−1
s,ii。此时，上式的第二项和 Larmor 进动项 (式 (3.65) 都仅仅驱动自旋进

动。但是在一些特殊的自旋轨道耦合的形式下，特别是在低维半导体如量子阱或者量子

线系统中，自旋弛豫时间可以表现出很强的各向异性的时候，这种结论并不一定是正

确。在实验上已经观测到在很强的各向异性系统中测出自旋弛豫时间随着磁场的增加而

减小的结果 [161]。这里给出一个简单的例子：在很窄的 (001)-GaAs 量子阱系统中，

当 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合的强度相同时 [286]，即

Hso(kx, ky) = α(−kxσx + kyσy) + β(−kxσy + kyσx) (3.71)

其中 α = β。那么对任意 k，自旋轨道耦合的有效磁场都沿着 (110) 方向。对于这个系

统，自旋弛豫时间对自旋极化方向表现出非常强的各向异性 [24, 63,65,291,317,318]。这

个方向的自旋极化将不会有 DP 自旋弛豫。如果在垂直于这个方向施加有外磁场，则在
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3.2 系综的自旋弛豫

外磁场的作用下，这个方向的自旋极化由 DP 弛豫机制引起的自旋弛豫不再为零。

回回回旋旋旋进进进动动动对对对自自自旋旋旋弛弛弛豫豫豫的的的影影影响响响

在 III-V族半导体中，|ΩL|/|Ωc| = gm∗/2m0 通常比较小 (如 GaAs材料中为0.01)，

因此回旋运动对自旋弛豫的抑制作用应该远远超过自旋进动的抑制作用。在 Ωcτp 很小

的时候，回旋运动对自旋弛豫的影响很小，因为和在一个回旋周期内已经发生的很多次

散射改变的电子动量相比，回旋运动对电子动量的平均可以不用考虑；在 Ωcτp > 1时，

垂直于磁场方向的电子动量平均值基本上为零，从而很大程度上抑制了 DP 机制，自旋

弛豫开始减小；在 Ωcτp À 1 时，自旋弛豫随着磁场的增加而减小的速度变慢，直至饱

和。具体的讨论见文献 [319,320].

3.2.3 Bir-Aronov-Pikus 弛豫机制

在研究 p–型半导体中电子的自旋弛豫或者光激发的电子空穴对还没有复合的时候，

电子和空穴之间的相互作用是必须要考虑的。电子和空穴之间除了正常自旋守恒的库仑

作用以外，还有依赖于电子和空穴之间的相对自旋取向的交换作用。这一部分的哈密顿

量可以写为 [69, 321,322]

Hex = πa3
BDδ(r)δK,K′ . (3.72)

这里 r = re − rh 是电子空穴之间的相对位置，K 和 K′ 分别是电子空穴对在初态和末态

的总动量。aB 是激子的玻尔半径，πa3
B 是用来将 D 约化为能量单位。D 的来源有两部

分：一部分来自于电子和空穴在同一位置上的短程交换作用，对于 A3B5 型的化合物，

这部分贡献可以写为

Dex =
1

4
∆exJ · σ (3.73)

其中 ∆ex 是具有总角动量 J = 1 和 J = 2 的 Γ7 × Γ8 激子态之间的交换能。另外一项

贡献来自于长程的湮灭作用：

πa3
BDann

ij (K) =
4π~2e2

m2ε∞E2
g

(P0i · K)(P0j · K)∗

K2
. (3.74)

其中 P0i 是动量算符在初态（基态）和电子空穴对总动量为 K 的末态之间的矩阵元。

由于自旋轨道耦合的存在，动量算符在自旋不同的初末态之间的矩阵元可以不为零。因

此 (3.73) 和 (3.74) 都会引起电子的自旋翻转。

在 p–型半导体内，Bir、Aronov 和 Pikus [171]给出上面的电子空穴交换作用引起的

电子的自旋翻转引起的自旋弛豫，即 BAP 弛豫机制的大小，并且指出这种机制要远比

电子空穴相互作用引起的 EY 机制大，并且也在电子和顺磁杂质的散射过程中占主导地
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位 [69]。BAP 弛豫机制给出

1

τs(k)
= 4π3a6

B

∑
αα′
pq

|ψ(0)|4|Dm′α′,mα(p+q,p)|2fp(1−fp+q)δ(εk+Ep−εk−q−Ep+q) (m′ 6= m)

(3.75)

这里 m 和 m′ 是电子的初末态自旋，α 和 α′ 是空穴的初末态自旋，p 和 Ep 是空穴的

波矢和能量，fp(Ep) 是空穴的分布，ψ(r) 是电子空穴相对运动的波函数。

最近，Zhou 和 Wu [323]在两维 GaAs 半导体中用动力学自旋 Bloch 方程仔细研

究了由 BAP 机制导致的自旋弛豫/去相位。他们首先指出以往文献中采用的费米黄

金规则方法的处理中过度的强调了 BAP 作用的重要性，正确的处理需要用动力学自

旋 Bloch 方程研究。并且发现此时 BAP 的贡献和体材料中 BAP 机制在低温、高空

穴浓度时候占主要地位完全不一样：本征的两维半导体系统中在任何条件-特别是低温

下- BAP 机制对自旋弛豫的贡献远远小于 DP 机制的贡献。只有在 p 型以及空穴浓度比

较高时，BAP 对自旋弛豫的贡献才和 DP 机制的贡献可比较。这应当和自旋轨道耦合

在两维系统中的强度要远强于体材料系统强度有很大关系。

3.2.4 超精细相互作用导致的自旋弛豫

超精细相互作用是电子和核自旋之间磁相互作用，对系综电子自旋去相位以及束

缚电子的去相干 (包括自旋弛豫和去相位) 有很重要的影响。由于超精细相互作用本身

非常的弱，对电子的自旋弛豫是正比与电子的散射时间 τint。对于束缚电子而言，由

于散射比较弱 τint 时间很长，核自旋的影响不可忽略；对于自由电子， τint ∼ ~/εk 非

常小，核自旋引起自旋弛豫几乎可以不用考虑 [69]。不过，电子的自旋信息在弛豫的

过程中可以通过超精细相互作用传递给原子核自旋，从而实现动态的核极化 (dynamic

nuclear polarization 或者DNP)，这些已经在电子自旋从铁磁到半导体的注入实验观察

到 [178,324,325]。由于核自旋弛豫的很慢，也许可以用来作为存储媒质。

超精细作用的有效哈密顿量是 [326]

H =
8π

3

µ0

4π
g0µB

∑
i

µI

I
S · Iiδ(r − Ri) , (3.76)

其中 g0 ≈ 2 是自由电子的 g 因子，µ0 是真空磁导率，µB 是玻尔磁子，µI 是核磁

子，r 和 Ri 分别表示电子和第 i 个核的位置，S 和 Ii 分别表示电子和原子核的自旋算

符。则在电子的轨道波函数为 ψ(r) 式电子自旋感受到的磁场为 [69]

Bn =
2µ0

3

g0

g∗

∑
I

µI

I
Ii|ψ(Ri)|2 , (3.77)

其中 g∗ 是有效 g 因子。对于量子点系统而言，每个量子点内电子波函数扩展很多个
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晶格位置，电子受到的磁场是所有这些核的磁矩的叠加。特别是在 GaAs 材料中，所

有的核都是有自旋的。在核全部被极化的情况下，电子感受到的核自旋引起磁场可以

和 1 T 磁场或者 1 K 温度对应的能量相比 [324]。

超精细相互作用对电子自旋去相位/弛豫的影响主要是在束缚电子系统如量子点、

杂质态等 [6]。

3.2.5 非均匀扩展引起的自旋弛豫/去相位

最近，Wu 提出了采用非均匀扩展的观点重新理解自旋系统的弛豫过程 [51, 312,

327]，即在有非均匀扩展的自旋系统，任何散射，包括自旋守恒的散射，特别是电子

电子散射，都会造成不可逆的自旋弛豫/自旋去相位。这里的非均匀扩展是指电子自

旋在不同的电子态上的进动频率不一样。在空间均匀系统自旋随时间演化中，非均匀

扩展主要可以由自旋轨道耦合如 Dresselhaus/Rashba 自旋轨道耦合、能量依赖的 g 因

子 [51]、 g 因子的随机涨落以及对称量子阱中随机的 Rashba 自旋轨道耦合作用 [328]所

提供；而在空间不均匀系统中的自旋扩散过程中，沿着空间梯度方向的自旋扩散速率对

动量的依赖性也可以提供非均匀扩展。而正是由于非均匀扩展的出现，使得包括载流

子之间的库仑散射在内的所有散射都会导致不可逆的自旋弛豫/去相位 [51, 312, 327]。同

时，散射不仅仅提供了弛豫通道，而且还对非均匀扩展有反作用 [329]：散射促使载流

子趋于更具有各向同性的状态从而抑制了非均匀扩展。

从非均匀扩展的角度理解自旋弛豫/去相位过程在很大程度上扩展了 DP 机制对自

旋弛豫/去相位的理解。在只有电子-杂质等弹性散射时，体材料中的自旋弛豫/去相位

过程可以用 DP 机制来比较好的描述。然而后来的研究 [311,330]表明，这种基于单体方

法描述的自旋弛豫/去相位对于半导体量子阱系统而言，无论是在空间均匀系统中的时

间演化 [51, 52, 54, 65, 81, 147, 147, 161, 311, 312, 314, 327, 329–336] 还是在不均匀系统中的

输运过程 [57–59,61,62,195] 中都是不完备的，主要表现在如下一些方面：

1. 由于电子-电子散射不会引起电子系统的动量弛豫，所以以往文献中的 DP 机制在

很长一段时间内都认为它不会造成任何的自旋驰豫。由于 Dresselhaus/Rashba 自

旋轨道耦合提供了非均匀扩展，根据上面的分析可知，电子-电子散射当然会对自

旋弛豫/去相位有贡献。后来大量的工作 [51–54, 331, 336]也都证实了这点，表明电

子-电子散射的贡献非常重要。

2. 各向同性的自旋子带的能量劈裂，如能量依赖的 g因子给出的不均匀的 Zeeman劈

裂 [337–342]也可以引起非均匀扩展，在散射的作用下就会导致自旋弛豫。但是

在 DP 机制中却由于这个关系是各项同性的而认为它不会引起自旋弛豫。

3. 在空间不均匀系统的自旋扩散/输运中，非均匀扩展有个新的来源：自旋分布在空

间上的不均匀导致了速度依赖的自旋扩散，另外因为电子自旋极化的进动 (内禀

的自旋轨道耦合或者外加磁场下都会给出这个进动)，导致自旋极化在空间上有个

动量依赖的振荡频率，给出非均匀扩展。在有散射时，这个非均匀扩展就会导致
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空间扩散/输运中的自旋弛豫/去相位。这个新的弛豫过程中扩散起着关键性的作

用，是在以往的各种机制中没有考虑的。这种新的非均匀扩展表现出非常不一样

的性质，比如即使没有外磁场的时候自旋极化在空间上也会有振荡 [57–62]。

散射和非均匀扩展的相对大小给出不同的自旋弛豫过程 [335]：在强散射区域，散

射对非均匀扩展的抑制作用占主导地位，从而自旋弛豫过程会随着散射的变强而变慢，

这和 DP 机制对散射的依赖关系一样；同时非均匀扩展导致的可逆的自旋弛豫将会彻底

消失，给出 T ∗
2 = T2 [343]；在弱散射区域，散射对非均匀扩展的抑制几乎可以不计，主

要用来提供有效的自旋翻转过程的散射通道，因此随着散射的变强自旋驰豫过程变快。

3.2.6 小结

上面我们介绍了几种自旋弛豫机制：EY 机制、DP 机制、BAP 机制、超精细相互

作用引起的自旋弛豫以及非均匀扩展导致的自旋弛豫。这些机制分别在不同的条件下起

主导作用：

1. 超精细相互作用引起的自旋弛豫过程非常缓慢，对体材料和二维材料的自旋弛豫

影响非常小，一般不考虑。不过对于散射时间比较长的约束系统如量子点系统中

有非常重要的影响。

2. 一般文献中认为，体材料中 BAP 机制在低温且高空穴浓度时起主要作用，因

此对于 p 型半导体或者是本征半导体而言，BAP 的贡献不可忽略 [6]。但是最

近 Zhou 等人的理论结果 [323]表明，在量子阱系统中，BAP 机制对于自旋弛豫的

贡献始终是远小于由非均匀扩展导致的自旋弛豫的贡献。另外如果材料的电子-空

穴复合时间非常长，那么在光学实验中激发的空穴在电子自旋弛豫时间内仍然没

有复合的系统中，BAP 机制可能会有比较重要的贡献。

3. EY 和 DP 自旋弛豫机制都与半导体材料的自旋轨道耦合强度有关。EY 机制

给出 τ−1
EY ∝ ε2

k

τpE2
g
，从体材料到受限体系的变化不是很明显。然而 DP 机制给

出 τ−1
DP ∝ γ2τp，其中 γ 是自旋轨道耦合常数，对于受限体系此常数会变得很大，

从而在量子阱/量子线系统非常重要。DP 机制是局限在强散射区域且只考虑了

自旋轨道耦合的各向异性作用。由于 γ2 ∝ 1
Eg
，在弱简并条件下，窄带半导体

中 EY 机制比较重要。

4. 在弱简并情况 (高温) 下，EY 机制给出 τ−1
EY ∝ T 2，Dresselhaus 自旋轨道耦合引起

的 DP 机制给出 τ−1
DP ∝ T 3 而由应力引起的自旋轨道耦合或者 Rashba 自旋轨道耦

合给出 τ−1
DP ∝ T。因此很容易看出，随着温度升高，Dresselhaus 项自旋轨道耦合

引起的 DP 弛豫机制的弛豫速率增加的最快，然后是以二次方速度增加的 EY 机

制。而在窄阱宽二维电子气中，Dresselhaus 自旋轨道耦合中也是以线性项为主，

导致 DP 自旋弛豫机制给出的弛豫速率和温度成线性关系。实验上区分哪一种

自旋弛豫机制占主导作用主要是测量自旋弛豫时间对温度或者电子能量的变化关

系。
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5. 非均匀扩展导致的自旋弛豫/去相位在非常大的范围内扩展了 DP 机制对自

旋弛豫/去相位的理解：只要系统中存在非均匀扩展—无论是由自旋轨道耦合

如 Dresselhaus/Rashba 自旋轨道耦合、能量依赖的 g 因子、 g 因子的随机涨落以

及对称量子阱中随机的 Rashba 自旋轨道耦合作用 [328]所提供；还是由的自旋扩

散过程沿着空间梯度方向的自旋扩散速率对动量的依赖性所提供—以及在任何散

射的作用下，自旋极化都会弛豫/去相位。利用这种观点，可以很容易理解强弱散

射以及系统处在非平衡状态时的弛豫过程。并且对于弱散射区域也即自旋轨道耦

合非常强时的自旋弛豫，由于非均匀扩展不能被散射完全抑制，其给出的可逆的

自旋弛豫将会起主要作用。

然而，对于一个自旋系统而言，这些自旋弛豫机制是同时存在的。上面给出的是分

别计算每一个单独的自旋弛豫速率，并且是在不同计算方法下得到的：DP 弛豫机制是

通过 Bloch 方程给出，而 EY、BAP 机制却是通过费米黄金规则给出。因此会有如下

的局限性：(i)他们都是基于费米黄金规则计算的，没有考虑由电子电子散射导致的多体

相互作用；(ii) 没有考虑这些机制之间的相互影响。比如非均匀扩展对 BAP 机制的影

响，或者反作用；(iii) 只能在近平衡附近考虑；(iv) 不容易推广到输运过程中。为了自

洽的求解实际系统的自旋弛豫，需要同时考虑所有的弛豫过程，动力学自旋 Bloch 方程

方法可以满足这些要求。下面我们主要介绍一下动力学自旋 Bloch 方程在自旋弛豫/去

相位研究中的主要结果。

3.3 动力学自旋 Bloch 方程

动力学 Bloch 方程最早在核磁共振 [306–308]中提出并广泛的应用在光学极化

[309]问题中。在 2000 年，Wu 将光学 Bloch 方程推广到本征 ZnSe/Zn1−xCdSe 材料中

载流子自旋问题中，基于导带电子自旋 (±1
2
) 和重空穴自旋 (±3

2
) 构成的四自旋子带模

型，给出了包括了导带和价带自旋自由度的微观的动力学自旋 Bloch 方程 [330]，定性

的研究了在有自旋守恒散射和电子空穴交换自旋相互作用 (给出 BAP 弛豫机制) 下对光

学弛豫和时间域导带电子自旋弛豫/去相位的影响。文中指出本征半导体中自旋守恒的

库仑作用对自旋弛豫的影响甚小，但是 BAP 弛豫机制给出快速的电子自旋弛豫，同时

使 g 产生红移。紧接着，Wu 等人利用动力学自旋 Bloch 方程在研究 n–型 GaAs 半导

体系统中指出：即使没有自旋翻转散射，自旋轨道耦合导致的非均匀扩展也会在任何自

旋守恒的散射下引起不可逆自旋弛豫/去相位 [51, 311, 312, 344]；如此，不导致动量弛豫

的电子电子散射对自旋弛豫过程有着非常重要的影响，这是从单体角度考虑所不能得到

的。

接着，Weng 和 Wu 定量的研究了高温下的二维电子气中非均匀扩展引起的多体

效应 [52, 147, 314, 329, 331]。这里他们忽略了动力学自旋 Bloch 方程中的光学关联和空

穴，只考虑导带电子自旋关联，并且分别讨论了 Dresselhaus 和 Rashba [314]自旋轨道
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耦合所引起的非均匀扩展对自旋弛豫/去相位的作用。他们最早研究了单体公式不能处

理的高极化 [52, 147, 314, 329, 331] 和强电场条件下 [147]的自旋弛豫/去相位：对于高极

化的电子分布，得到 Hartree-Fock 给出的有效磁场在高极化下有非常重要的影响，最

近已经被实验证实 [81]；而热电子效应却可以给出净的有效磁场，会使自旋在弛豫的

过程围绕这个磁场振荡，和实验的结果一致 [78]。我们利用这组方程研究了量子线系

统中的自旋弛豫，指出非均匀扩展在量子线系统中可以用 Lamor 频率的方差定量的描

述，并且可以和自旋退相干时间相对应 [333]。Jiang 等人利用这组方程指出可以用应

力产生的自旋轨道耦合有效的调节自旋弛豫速率 [334]。Zhou 等人考虑了低温下的声

学声子对自旋弛豫的贡献以后，研究了自旋弛豫时间对温度的依赖关系，在无拟合参

数下和实验符合的非常好，进一步验证了动力学自旋 Bloch 方程的正确性 [54]。同时

给出无杂质系统中当电子分布从非简并变到简并时，自旋弛豫时间会有一个峰值，这

个结果完全是库仑作用引起的。Zhou 和 Wu 运用动力学自旋 Bloch 方程仔细的讨论

了 Bir-Aronov-Pikus (BAP) 机制 [345]引起的自旋轨道耦合 [323]，并且仔细讨论了非均

匀扩展和 BAP 机制之间的相互影响。此外，Bronold 等人用半经典的运动方程来求解

电子自旋弛豫，并且将 EY 机制、BAP 机制和 DP 机制做同样的处理，然后研究了两

维系统的电子自旋弛豫 [346]。

进一步，Weng和Wu将动力学自旋 Bloch方程扩展到空间不均匀系统中 [57,195]。

他们最早指出自旋关联项在自旋输运过程中起着非常重要的作用，这一点是广泛采用的

两分量自旋模型中没有包括的。在考虑了自旋关联以后，他们预言了自旋在输运/扩散

的过程中将会在自旋轨道耦合的作用下在空间上振荡 [57, 58]，后来实验上也观察到这

个振荡 [55, 56]。他们指出扩散项也对非均匀扩展有贡献，因此输运过程中总的非均匀

扩展是由扩散项和自旋轨道耦合项共同产生的：即使在没有自旋轨道耦合，而只有外加

磁场的系统中，由扩散项提供的非均匀也会产生自旋弛豫。但是库仑作用的影响没有考

虑。Jiang 等人 [59]在波包扩散中计入库仑作用的影响，指出库仑拽引效应的重要性，

以及电场可以加强/抑制扩散等效应。Hruska 等人 [60]将动力学自旋 Bloch 方程约化为

迁移扩散方程并在弛豫时间近似下研究了空间不均匀系统的自旋输运。

在上面的工作中，自旋轨道耦合都是没有放入基态统计中的。考虑了自旋轨道耦

合对基态统计的影响 (Helix 统计) 以后，Lechner 和 Rössler 在只考虑电子-声子散射的

时候给出了动力学自旋 Bloch 方程 [347]，但是他们没有考虑电子电子散射并且没有具

体的数值结果。Grimaldi 在 Helix 统计下求解了只有杂质散射时 DP 机制下的自旋弛

豫/自旋去相位 [348]。我们进一步给出了在 Helix 统计下包括所有散射的自旋 Bloch 方

程，并且在相同强度的 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合下研究了电子的自旋弛

豫 [65]。

下面我们简要介绍用动力学自旋 Bloch 研究自旋弛豫/去相位的方法和结果。
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3.3.1 四自旋子带模型

Wu 最早将动力学自旋 Bloch 方程应用在本征 ZnSe/Zn1−xCdxSe 量子阱中导带和重

空穴带之间的光学和自旋相干 [330]问题中。量子阱沿 z 方向生长，在 x 方向上施加一

个中等大小的磁场 B。由于量子阱中的应力和 z 方向束缚势的作用，轻重两个空穴带有

很大的能量劈裂 [286]，并且轻空穴带的能量较低，基本上填满电子，可以不用考虑。

磁场按照 Viogt 位型施加在 x 方向，这个方向的磁场不会造成不同电子的自旋态之间的

能量劈裂。这是因为重空穴 ±3
2
自旋之间不能直接通过横向磁场翻转，而必须通过轻空

穴间接的翻转，在轻重空穴之间的能量劈裂很大的时候，对于小磁场而言这种翻转将在

很大程度上被抑制 (∝ B2
x/y/∆hl，∆hl 是轻重空穴之间的能量差)，只由 z 方向的磁场才

能造成可观的能量劈裂。因此对于小的横向磁场而言，重空穴不同自旋之间的能量劈裂

可以不用考虑。选择合适频率的泵浦光能够只激发重空穴带的电子到导带。系统的哈密

顿量写成

H =
∑
µkσ

εµkc
†
µkσcµkσ + gµBB ·

∑
µkσσ′

(Sµ)σσ′c†µkσcµkσ′ + HE + HI , (3.78)

其中产生算符 c†µkσ 是在能带 µ 上产生动量为 k 自旋为 σ 的电子，(Sµ) 为能带 µ 的自

旋矩阵：对于导带电子就是 Pauli 矩阵；对于重空穴而言有 Sz
v = 3

2

(
1 0

0 −1

)
，S

x/y
v =

0。HE 是电子—空穴在光场 Eσ(t) 中的偶极作用，其中 σ = ± 是光的圆偏振性。由于
选择性定则，重空穴带中自旋为 3/2(−3/2) 的电子只能吸收左 (右) 旋光子从而被激发

到自旋为 1/2(−1/2) 的导带上。因此

HE = −d
∑
k

[
E−(t)c†

ck 1
2

cvk 3
2

+ h.c.
]
− d

∑
k

[
E+(t)c†

ck− 1
2

cvk− 3
2

+ h.c.
]
. (3.79)

方程中 d 为光学偶极矩矩阵元。光场可以进一步写成 Eσ(t) = E0
σ(t) cos(ωt)，其中 ω 为

光脉冲的中心频率。E0
σ(t) 为宽度为 δt 的高斯脉冲 E0

σ(t) = E0
σe

−t2/δt2。HI 是相互作

用 Hamiltonian，它即包括了自旋守衡散射，也有自旋翻转散射。他们的文章中只考虑

了自旋守恒的电子电子散射和给出 BAP 效应的自旋翻转的库仑作用。

由于光场以及磁场的关联，对于单粒子密度矩阵他们考虑如下的关联项：导带和价

带之间的光学极化 (相干) Pk 1
2

3
2
≡ eiωt〈c†

vk 3
2

cck 1
2
〉 和 Pk− 1

2
− 3

2
≡ eiωt〈c†

vk− 3
2

cck− 1
2
〉，导带电

子的自旋相干 ρcck 1
2
− 1

2
≡ 〈c†

ck− 1
2

cck 1
2
〉，以及光学禁戒相干 Pk 1

2
− 3

2
≡ eiωt〈c†

vk− 3
2

cck 1
2
〉 和

Pk− 1
2

3
2
≡ eiωt〈c†

vk 3
2

cck− 1
2
〉，小磁场下重空穴不同自旋之间不能直接翻转，因此它们之间

的关联 ρvvk 3
2
− 3

2
≡ 〈c†

vk− 3
2

cvk 3
2
〉 不计。具体见示意图 3-1。

应用非平衡 Green 函数方法 [309,349]，Wu 得到半导体中的 Bloch 方程：

ρ̇µνkσσ′ = ρ̇µνkσσ′|coh + ρ̇µνkσσ′|scatt. (3.80)
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Fig. 1. Illustration of the four-spin-band model: two CB with spin
图图图 3-1: 四自旋子带模型，摘自文献 [312]。

这里 ρµνkσσ′ 是单粒子密度矩阵矩阵元。其对角项 ρµµkσσ = fµkσ 是 µ 子带上动量为 k、

自旋为 σ 的分布函数。fckσ ≡ fekσ 是导带电子分布函数；fvkσ = 1 − fhkσ 为价带电子

分布，其中 fhkσ 代表重空穴的分布函数。非对角项就是中定义的不同子带之间的极化

（相干），ρcvkσσ′ = Pkσσ′e−iωt 是价带—导带光学极化，下标中的第一个 σ = ±1
2
是

电子自旋指标，而第二个 σ′ = ±3
2
是空穴的自旋指标；ρcckσσ′ 是自旋相干。方程右边

的 ρ̇µνkσσ′|coh 和 ρ̇µνkσσ′|scatt 分别是相干项和散射项，它们的具体形式倚赖于相互

作用哈密顿量 HI，详细的表达式可以见文献 [330]。通过求解方程 (3.80) 即可得到电

子/空穴分布函数以及关联函数随时间的演化，从而和实验测量量联系在一起。

实验上一般通过测量 Faraday 旋转角来测量自旋去相位 [74–76]：使用两束相干的

脉冲激光，第一束是泵浦光，用于产生自旋极化，它是传播方向为 k1 的圆偏振光；

第二束是探测光，它是传播方向为 k2 的线偏振光，它和泵浦光在时间上延迟 τ，强

度上也远远弱于泵浦光。泵浦光和探测光的光场可以分别写为 E0
pump(t) = E0

−(t)，以

及 E0
prob(t) = E0

prob,−(t − τ) + E0
prob,+(t − τ) ≡ χ

[
E0

−(t − τ) + E0
+(t − τ)

]
，其中 χ ¿ 1。

则探测光束的偏振方向变化的角度，即 Faraday 旋转角，可以用下式计算 [156,172]：

ΘF (τ) = C
∑
k

∫
Re

[
P̄k 1

2
3
2
(t)E0∗

prob,−(t − τ) − P̄k− 1
2
− 3

2
(t)E0∗

prob,+(t − τ)
]
dt , (3.81)

其中 P̄kσσ′ 表示在探测方向 (即 k2) 上的光学跃迁；C 是一个常数。实验上确定自旋去

相位时间由 Faraday 旋转角的包络线的斜率来确定，但是求 Faraday 旋转角需要对光

学极化做多次投影 [350,351]，需要耗费大量的计算时间。考虑到光学中可以用极化的非

相干和

Pσσ′(t) =
∑
k

|Pkσσ′(t)| (3.82)
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3.3 动力学自旋 Bloch 方程

来定义不可逆的光学去相位 [352]， Wu 定义了自旋相干的非相干和：

ρ(t) =
∑
k

|ρcck 1
2
− 1

2
| . (3.83)

用它的包络线的斜率来定义不可逆的自旋去相位时间。虽然公式 (3.81) 中没有出现电子

的自旋关联 ρcck 1
2
− 1

2
，但是由于探测光的时间延迟 τ 远比光学弛豫时间长，这时泵浦光

产生光学相干和光学禁戒相干在探测时已经为衰减到零，只留下导带电子的自旋关联，

从而对法拉第旋转角有影响。

Wu 将上面方法应用在 ZnSe/Zn1−xCdxSe 本征体材料中研究了 BAP 效应对自旋弛

豫/去相位的影响，得到如下结果：BAP 效应给出的自旋弛豫时间在几十 ps 量级，同

时 BAP 效应会引起有效 g 因子的红移 [330]；在比较了微观多体方法和弛豫时间近似的

结果后发现，两种方法得到的弛豫时间以及有效 g 因子都不一样。并且指出，弛豫时间

近似只有在电子浓度非常低，接近 Maxwell 分布的时候才适用，在高载流子浓度下必须

用动力学方程自洽求解才能得到正确结果 [312]。

3.3.2 自旋守恒散射下非均匀扩展导致的自旋弛豫/去相位

Wu 最早指出，即使没有自旋翻转散射 (如 BAP 散射)，当系统存在有非均匀扩

展的自旋能量劈裂时，自旋极化在自旋守恒散射下也会有不可逆的自旋弛豫/去相

位 [51,311,312,327,344]。这一点和光学相干很类似。所谓的自旋守恒散射是指散射项对

动量的平均和系统的总自旋算符对易：∑
k

ρ̇µνkσσ′|scatt = 0 (3.84)

而自旋不守恒散射不对易。很容易推导，在自旋守恒散射下，如果系统自旋的能量劈

裂 (表现在相干项里) 是均匀扩展的，则系统的自旋极化将不会弛豫 [312]。Wu 指出有

如下两种方法引入非均匀扩展：类似于光学中导带和价带的能量差∝ k2，对于电子系

统而言是有能量依赖的 g 因子、或者是自旋轨道耦合产生的动量依赖能量劈裂。这两

种非均匀扩展机制都可以在自旋守恒散射下产生自旋弛豫。在只有自旋守恒散射作用

下，Wu 等人对有能量依赖的 g 因子系统 [312]以及有自旋轨道耦合的 n–型半导体材

料 [51, 52,147,311,314,327,329,331,332,344]中的自旋弛豫的研究都证实了这一点。

在光学弛豫/去相位中，非均匀扩展是由导带和价带的能量差 ∆k = εk,c − εk,c =
k2

2m∗
e

+ k2

2m∗
v
给出。可以看出，这个能量劈裂对不同的动量 k 的大小不一样。类似于早先

的 DP 机制，非均匀扩展是出现在相干项的，对应着不同的动量的光学偶极矩对应的进

动频率是不同的。因此在发生随机的动量散射以后，光学极化进动的频率将会改变，对

应进动角度的无规性将会给出光学弛豫/去相位。对于自旋相干，能量依赖的 g 因子给

出自旋能级之间的能量差 ∆E = g(E)µBB，或者自旋轨道耦合给出 ∆k = Ω(k) · σ 都是
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能量/动量依赖的，在发生动量散射的过程中同样会有自旋弛豫发生。和早先的 DP 机

制的区别在于：DP 机制只考虑自旋轨道耦合的各向异性引起的有效的自旋翻转，而忽

略了非均匀扩展产生的自旋弛豫。比如对于早先的 DP 机制不能得到能量依赖的 g 因子

产生的自旋弛豫。

3.3.3 n 型材料中的动力学自旋 Bloch 方程

对于 n(p)–型掺杂的半导体系统，电子 (空穴) 是多数载流子，系统的自旋性质只

由电子 (空穴) 的自旋性质决定。在上一节给出的 (3.83) 式可以描述自旋弛豫后，则

只需要建立多数载流子的动力学方程就可以了。Wu 建立了只有导带电子的动力学自

旋 Bloch 方程，并且研究了体材料 GaAs [51, 311]，(100) [327] 和 (110) [344] 方向生长

的 GaAs 量子阱中的自旋弛豫。动力学自旋 Bloch 方程写作：

ρ̇kσσ′ = ρ̇kσσ′|coh + ρ̇kσσ′|scatt . (3.85)

和本征材料不同，对于 n–型半导体材料，载流子的浓度比较高，占据在动量比较大的

态上，自旋轨道耦合不可忽略。相干项给出：

ρ̇kσσ′|coh = −i
[
[gµBB + Ω(k)] · σ

2
, ρk

]
(3.86)

散射项见文章 [311]，在后文中我们也会再次推导出这两项。相干项导致自旋极化围绕

着有效磁场的进动，给出自旋进动频率对动量分布的非均匀扩展。这种非均匀扩展在有

任何散射，包括自旋守恒散射存在的情况下，都会引起不可逆的自旋弛豫/去相位。他

们的结果都表明和以前的单体模型给出的 DP 机制计算得到的结果有很大的区别。特

别是在 (100) 量子阱中，两种模型计算的结果相差好几倍，这个差别来源于如下几个方

面：一是考虑了不同能量的之间进动频率不同引起的弛豫，而不仅仅是各向异性，即要

考率所有的非均匀扩展；二是我们在前面讨论的在知道了单体的跃迁速率以后求得系综

的自旋弛豫时间的近似上。

紧接着 Weng 和 Wu 使用这套方程仔细研究在半导体量子阱材料中，特别是在强电

场、高极化等单体模型根本就不能应用的条件下电子的自旋弛豫性质 [52, 147, 314, 329,

331, 332]。Cheng 等人研究了量子线中 Rashba 自旋轨道耦合导致的自旋弛豫 [333]，定

量的给出了量子线系统的非均匀扩展。Lü 等人将其推广到空穴系统，研究了重空穴

和轻空穴的自旋弛豫 [335]。上面的两维系统中的研究中，都是在光学声子占主要贡献

的高温下做得。Zhou 等人发展了一套数值计算方法，可以有效的处理声学声子散射

中的奇点，从而可以在全温度范围内讨论自旋弛豫问题，在没有拟合参数的情况下和

实验吻合的非常好 [54]。他们的结果见图 3-2。 后来，stich 等人在实验上 [81, 82]验证

了 Weng 和 Wu [52]关于自旋弛豫时间对初始自旋极化的依赖关系的预测，以及他们后

来实验上 [161]得到的自旋弛豫时间的磁各向异性和用动力学自旋 Bloch 方程的理论结
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图图图 3-2: 全温度范围内动力学自旋 Bloch 方程和实验的比较[摘自文献 [54]]。理论计算中取的量
子阱的阱宽为 5 nm，而电子浓度为 4 × 1011 cm−2;圆点是实验数据，取至文献 [154]；线是理论
计算的结果。可以看出当取自旋轨道耦合为 γ0 时[对应公式 (2.30) 中 Dresselhaus 自旋轨道耦合
系数中取 mcv = m0 对应的值。]理论结果和实验结果吻合的非常好。

果非常好的拟合，都进一步的表明动力学自旋 Bloch 方程求解自旋弛豫过程的正确性。

他们的结果分别见图 3-3和图 3-4。

3.3.4 空间输运中的非均匀扩展及动力学自旋 Bloch 方程

Weng 和 Wu 将动力学自旋 Bloch 方程推广到空间自旋分布不均匀系统，研究

自旋输运和扩散问题 [57, 147, 195]。在外加电场沿着 x 方向以及磁场下，动力学自

旋 Bloch 方程化为 [57]：

∂ρ(R,k, t)

∂t
− 1

2

{
∇Rε̄(R,k, t),∇kρ(R,k, t)

}
+

1

2

{
∇kε̄(R,k, t),∇Rρ(R,k, t)

}
− ∂ρ(R,k, t)

∂t

∣∣∣∣
coh

=
∂ρ(R,k, t)

∂t

∣∣∣∣
scatt

. (3.87)

其中 ρ(R,k, t) =

(
f↑ ρ↑↓

ρ↓↑ f↓

)
是单粒子的密度矩阵，除了它们是在位置 R 上的量以外，

矩阵元的意义和前面给出的相同。方程左边第二项是驱动项，用来描述电子在外电场的

驱动下的运动，其中

ε̄σσ′(R,k, t) = εkδσσ′ +
[
gµBB + h(k)

]
· ~σσσ′

2
− eΨ(R, t) + Σσσ′(R,k, t) . (3.88)
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图图图 3-3: 实验对高初始自旋极化的验证[摘自文献 [81]]。从图上可以看出，理论上考虑了 Hartree-
Fock 项 (•) 以后和实验数据 (¥) 吻合的很好，然而没有考虑 Hartree-Fock 项 (◦) 时的结果和实
验相差非常大。这表明高自旋极化时 Hartree-Fock 项导致的有效磁场起着非常重要的作用，证
实了 Weng 和 Wu [52]在 2003 年对高初始自旋极化下的弛豫时间的预测。

给出系统的能量，这里 Ψ(R, t) 是外电场的电势，Hartree-Fock 项给出：

Σσσ′(R,k, t) = −
∑
q

Vq(R, t)ρσσ′(R,k − q, t)

方程 (3.87) 第三项是扩散项，描述了电子从一个位置移动到另外一个位置的快慢，这一

项是电子的动量相关的。第四项和方程右边分别给出相干项以及散射项。方程 (3.87) 和

泊松方程 [353]

∇2
rΨ(r, t) = −e[n(r, t) − n0(r)]/κ0 (3.89)

联立，可以自洽的求出电子在实空间及 k 空间的分布，不需要任何拟合参数就能得到所

有的输运性质，如迁移率、电荷扩散深度、自旋扩散/注入深度等。Weng和Wu [195]最

早指出，文献中普遍采用漂移扩散方程来描述自旋扩散/输运是不够，其中自旋关联

项 ρk,↑↓ 起着非常重要的作用。在输运/扩散过程中，自旋关联不仅仅会引起在固定位

置上的自旋随时间振荡，也会导致自旋在空间上的振荡。同时由于这种振荡是电子动

量依赖的，它们提供了非均匀扩展。Weng 和 Wu 指出，和时域上的非均匀扩展不一

样，空间上的非均匀扩展不仅由相干项提供，扩散项也起着非常重要的作用。扩散项

中 ∇kε̄(R,k, t) ≈ ~2k
m∗ 和动量 k 相关，这一项给出电子扩散速度的非均匀扩展。则空间

上的非均匀扩展是由 |gµBB + Ωk|/kx 提供。因此即使在没有自旋轨道耦合项，外加磁

场项也提供了非均匀扩展。在有任何散射存在的情况下都会导致自旋弛豫/去相位。同

时由于空间上的非均匀扩展的特殊性，即使在没有外加磁场的时候，自旋波包在扩散的
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3.3 动力学自旋 Bloch 方程

图图图 3-4: 实验上得到磁各向异性和理论拟合的结果[摘自文献 [161]]。

时候同时还会有振荡，这一振荡已经被稍后的实验 [55, 56]观察到。这这些工作中，只考

虑了电子-杂质散射和电子-LO 声子散射。紧接着，Jiang 等人用这组方程在波包扩散问

题中考虑了库仑散射的作用，指出库仑拽引效应非常重要、电场可以加强/抑制自旋扩

散等效应。

3.3.5 讨论

利用动力学自旋 Bloch 方程讨论自旋弛豫/输运/扩散问题，可以方便的自洽考虑

所有的散射的机制。由于库仑散射的重要性，这组方程可以求解近平衡或者远平衡情

况；同样也适用于强散射和弱散射极限。不方便之处在于：(i) 数值求解这组方程比较

困难，以往的工作中由于电子-电子散射的计算复杂度太高，以及在采用单边注入时数

值求解输运问题需要引入计算参数—粘滞系数来保证计算结果的光滑和稳定性，从而在

输运问题中只能考虑很短的样品长度并且没有考虑电子-电子散射。针对这个问题，我

们改进了电子-电子散射的数值处理方法 (详见附录 D)，可以在输运问题中考虑库仑作

用。随后又进一步改进了对输运方程微分部分的数值处理 (详见附录 E)，采用双边注

入的方法避免了引入粘滞系数，可以计算更长的样品长度。(ii) 这组方程中没有考虑自

旋轨道耦合对系统基态的影响。Lechner 等人在只有电子-声子散射时公式上给出了自

旋轨道耦合对系统基态的影响 [347]，但是没有具体的计算结果；Grimaldi 在 Helix 统

计下求解了只有杂质散射时 DP 机制下的自旋弛豫/自旋去相位 [348]。这里我们进一

步将其推广到考虑所有的散射，并且数值求解方程比较了两种基态下的自旋弛豫时

间的差别。(iii) 这里只考虑了 DP 弛豫机制，没有将 EY 以及 BAP 弛豫机制放在同

样的地位来考虑。虽然文献 [346]自洽的考虑了这三种机制，但是并没有确切的进行
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数值计算，同时以往费米黄金规则对 BAP 机制和 EY 机制的处理是否合适也需要检

验。Zhou 和 Wu [323]在动力学自旋 Bloch 方程的框架下对 BAP 机制进行了研究。

在接下来几章，我们应用上面介绍的几种自旋弛豫机制到不同的系统中，研究其自

旋弛豫/去相位以及自旋输运/扩散性质。安排如下：在单体方面，在第4章介绍应用完

全对角化方法和 Fermi 黄金规则研究 GaAs 量子点中电子自旋弛豫时间，指出在量子点

系统中只有通过完全对角化方法才能得到准确的电子波函数，进一步利用费米黄金规则

研究了自旋弛豫时间；在第5章介绍强 Terahertz 场量子阱系统内的态密度/自旋极化密

度的影响，指出可以通过将 Terahertz 的电信号转化为 Terahertz 的磁信号。在多体理

论方面，我们先在第6章给出一维和两维系统的动力学自旋 Bloch 方程，并且在只考虑

电子-杂质散射时在空间均匀系统中解析求解，证实了非均匀扩展和散射之间的关系。

然后在第7章和第8 章介绍用 Bloch 方程研究量子线以及量子阱中的自旋弛豫/去相位问

题，给出量子线系统中的非均匀扩展的表达式以及自旋轨道耦合对系统基态的影响不会

对自旋弛豫过程产生影响；在第9章和第10章介绍量子阱系统的自旋输运问题。最后我

们介绍在量子阱中用 Bloch 方程研究自旋流的时间演化以及自旋极化的产生问题。
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第第第四四四章章章 GaAs 量量量子子子点点点中中中的的的电电电子子子自自自旋旋旋弛弛弛豫豫豫

本章主要介绍我们对 GaAs 量子点系统中电子自旋弛豫研究的结果。我们采用严格

对角化单个量子点中包括了自旋轨道耦合在内的电子哈密顿量的表示矩阵的方法，得到

本征波函数以及本征能量后，利用费米黄金规则给出电子不同的“自旋”本征态之间的

由声学声子散射导致的自旋弛豫时间。然而以往的文献却广泛采用微扰方法得到自旋轨

道耦合对电子波函数的二阶修正，然后考虑 Zeeman 分裂的不同自旋态之间的自旋弛豫

时间。在详细的比较了严格对角化的方法和微扰方法以后，我们指出自旋轨道耦合对电

子不同自旋态之间的能量差有着和 Zeeman 分裂可以比拟的影响，会导致微扰方法给出

的自旋弛豫时间和严格对角化的结果有着数量级的差别。接着我们利用完全对角化的方

法详细的讨论了电子自旋弛豫时间对外加磁场、量子点的大小、温度以及量子阱的阱宽

的依赖关系。

4.1 理论模型

4.1.1 哈密顿量

在量子阱的水平方向加上抛物型约束势可以形成在三个方向上都受到约束的量子点

系统。量子点中电子受到的约束势可以写作

Vc(r, z) =
1

2
m∗ω2

0r
2 + Vz(z) , (4.1)

其中 ω0 用来表征量子点束缚的强弱，给出量子点的直径 d =
√

~π
m∗ω0
，即谐振子的基

态波函数的径向位置平均值。Vz(z) 是量子阱生长方向的约束势，采用无穷深势阱近

似 (2.51)，即

Vz(z) =

0 当 − a/2 < z < a/2;

∞, 其他情况,
(4.2)

其中 a 是量子阱的阱宽。在此约束势下，量子点中的电子的能级是分立的。当外加磁

场 B 沿着量子阱生长方向时，第2章中给出的有效质量近似下的电子哈密顿量写作：

H0 =
P2

2m∗ + Vc(r, z) + HB , (4.3)
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其中 P = p − eA 是包含了磁场矢量势的广义动量，垂直于量子阱方向的磁场给出矢量

势 A = 1
2
B × r，电子电荷 e = −|e|及 p = −i∇。HB = 1

2
gµBB · σ 给出 Zeeman 劈裂

项。考虑到自旋轨道耦合作用以及电子和声子之间的散射，则电子和声子系统总的哈密

顿量写作

H = He + Hph + Hep , (4.4)

其中 He = H0 + Hso 给出电子总的哈密顿量，Hso 是自旋轨道耦合相互作用，一般

为 Dresselhaus 或者 Rashba 自旋轨道耦合。GaAs 材料中是 Dresselhaus 自旋轨道耦

合占主导作用，并且由于量子阱生长方向的约束要远强于量子点其它两个方向的约

束，Dresselhaus 自旋轨道耦合的三次方的贡献不是很大，只用考虑公式 (2.30) 线性方

项就可以了，则

Hso = γc(−Pxσx + Pyσy) , (4.5)

其中 γc = γ(π/a)2表示有约束情况下的自旋轨道耦合的强度。Hph =
∑

Q ωQ,λa
†
Q,λaQ,λ是

声子的哈密顿量，ωQ,λ 指的是声子的第 λ 支的动量为 Q = (q, Qz) 能谱，q =

(Qx, Qy) 表示平面内的动量。Hep 是电子-声子相互作用，

Hep =
∑
Q,λ

MQ,λ(a
†
Q,λ + a−Q,λ)e

iQ·R , (4.6)

其中 MQ,λ 为电声相互作用矩阵元， R = (r, z) 是电子坐标。在低温范围，主要是电

子-声学声子散射其主要作用，包括电子-形变势引起的纵向声学声子之间散射 [354]

|MQ,sl|2 =
Ξ2

2Dvsl

Q , (4.7)

电子-压电势引起的纵向声学声子之间散射 [355]

|MQ,pl|2 =
32π2e2e2

14

κ2Dvsl

(3QxQyQz)
2

Q7
, (4.8)

以及电子-压电势引起的两支横向声学声子之间散射

|MQ,pt|2 =
32π2e2e2

14

κ2Dvst

(
Q2

xQ
2
y + Q2

yQ
2
z + Q2

zQ
2
x

Q5
− (3QxQyQz)

2

Q7

)
. (4.9)

其中 Q = |Q| 是声子动量大小，Ξ 是声学形变势能，D 是 GaAs 材料的密度，e14 是压

电常数，κ 是静态介电常数。对于纵向声学声子，声子谱给出 ωQ,sl = vslQ 和 ΩQ,pl =

vslQ；对于横向声子，声子谱为 ωQ,pt = vptQ。这里 vsl 和 vpt 分别表示纵向和横向的声

速。GaAs 材料参数具体值见表 4-1 [356]。
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D 5.3 × 103 kg/m3 κ 12.9
vst 2.48 × 103 m/s g −0.44
vsl 5.29 × 103 m/s Ξ 7.0 eV
e14 1.41 × 109 V/m m∗ 0.067m0

γ 27.5 Å3·eV a 5 nm

表表表 4-1: GaAs 量子阱材料参数

4.1.2 电子本征波函数和本征能量

在讨论电子自旋弛豫/去相位之前，我们先给出量子点中的电子在考虑了自旋轨道

耦合的情况下的能级结构以及波函数的结构。在没有考虑自旋轨道耦合之前，电子的哈

密顿量由 H0 给出，即

H0 = H// + Hz − ΩBLz + HB , (4.10)

其中 H// =
p2

x+p2
y

2m∗ + 1
2
m∗Ω2(x2 + y2) 给出水平方向哈密顿量，是两个没有耦合的谐振

子，其中 ωB = eB
2m∗，Ω2 = ω2

B + ω2。Hz = p2
z

2m∗ + Vz(z) 是 z 方向部分的哈密顿量，这

里系统总哈密顿量可以在 z 方向和水平方向分离变量，Lz = xpy − ypx 是轨道角动量

的 z 方向分量。由 [H0, Lz] = 0 以及 [H//, Lz] = 0 可知 H0 和 Lz 以及 H// 有共同本征

态，因此 H0 对应的本征波函数以及本征能量可以写为

Ψ0
nlσ(r, z) = 〈r, z|n, l, σ〉 = Rnl(r)Φl(θ)φ1(z)χσ ,

En,l,σ = ~Ω(2n + |l| + 1) − ~ωBl + σEB + E1 (4.11)

其中 χσ 是自旋算符 σz 的本征值为 σ 的本征态，Hzφ1(z) = E1φ1(z) 给出量子阱约束

方向的本征波函数以及本征能量，φ1(z) 和 E1 由公式 (2.52) 给出。Φl(θ) = eilθ 是角动

量 Lz 的本征函数，满足 LzΦl(θ) = lΦl(θ)。Rnl(r) 谐振子的波函数，给出

Rnl(r) = Nn,l(αr)|l|e−(αr)2/2L|l|
n ((αr)2) (4.12)

这里 n = 0, 1, 2, · · · 和 l = 0,±1,±2, · · · 分别是谐振子和角动量的量子数，其中 α =√
m∗Ω/~，Nn,l =

√
α2n!

π(n+|l|)! 是归一化系数，EB = 1
2
gµBB 是 Zeeman 分裂能量，L

|l|
n 是

勒让德函数。

在考虑了线性项的 Dresselhaus 自旋轨道耦合 Hso 以后，H0 的不同自旋本征态

会混和在一起。此时轨道角动量和自旋角动量单独都不再是守恒量，然而算符 Jz =

Lz − 1
2
σz 仍然是守恒量，即和总的哈密顿量 He = H0 + Hso 对易 [He, Jz] = 0。为了得

到 He 的本征态，我们先从 H0 的本征态中找出 Jz 的本征态，由于

Jz|n, l, σ〉 = (l − 1

2
σ)|n, l, σ〉 , (4.13)
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很容易可以看出，对于给定的 Jz 的本征值 l − 1
2
，对应的 Jz 的所有的本征态构成的空

间为：

l − 1

2
:

{
|n, l, ↑〉, |n, l − 1, ↓〉; n = 0, 1, 2, · · ·

}
(4.14)

由于 Jz 和 He 对易，此空间也是 He 的本征空间，He 的本征态可以由其中的基函数线

性组合构成。另外，[Hso, Jz] = 0 给出自旋轨道耦合作用 Hso 只在 Jz 的简并的本征态之

间有矩阵元，不简并的本征态之间的矩阵元为零。因此只有矩阵元

〈n, l, ↑ |Hso|n′, l − 1, ↓〉 (4.15)

和它的厄密共轭项不为零。我们把自旋轨道耦合重新写为：

Hso = γc(−Pxσx + Pyσy) = −2γc(P+σ+ + P−σ−) , (4.16)

其中算符 A± = (Ax ± iAy)/2。采用柱坐标系，则有

P+ = − i

2
eiθ

[
∂

∂r
+

i

r

∂

∂θ
+

1

2
eBr

]
. (4.17)

带入矩阵元 (4.15) 以后得到

〈n, l, ↑ |Hso|n′, l − 1, ↓〉

= 2πiγc

∫ ∞

0

rdrRn,l(r)

[
∂

∂r
− l − 1

r
+

1

2
eBr

]
Rn′,l−1

= 2πiγcα
[ωB

Ω
A

(1)
n,n′;l,l−1 − (l − 1)A

(2)
n,n′;l,l−1 + A

(3)
n,n′;l,l−1

]
, (4.18)

其中

A
(1)
n,n′;l,l−1 = α

∫ ∞

0

r2drRn,l(r)Rn′;l−1(r)

A
(2)
n,n′;l,l−1 =

1

α

∫ ∞

0

drRn,l(r)Rn′;l−1(r)

A
(3)
n,n′;l,l−1 =

1

α

∫ ∞

0

rdrRn,l(r)
∂

∂r
Rn′;l−1(r) . (4.19)

由于 Rn,l = Rn,−l，这里我们只考虑 l > 1 的结果，积分以后得到：

A
(1)
n,n′;l,l−1 = A

(1)
n,n′;−l,−l+1 = A

(1)
n′,n;l−1,l = A

(1)
n′,n;−l+1,−l

=
1

2π
(
√

n + lδn,n′ −
√

n′δn,n′−1) , (4.20)
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A
(2)
n,n′;l,l−1 = A

(2)
n,n′;−l,−l+1 = A

(2)
n′,n;l−1,l = A

(2)
n′,n;−l+1,−l

=

 1
2π

√
n!(n′+l−1)!

n′!(n+l)!
, 如果 n′ ≤ n;

0 , 其它情况.
(4.21)

根据 ∂
∂r

Rn,l(r) = l
r
Rn,l − α2rRn,l − 2α

√
nRn−1,l+1 得到

A
(3)
n,n′;l,l−1 = A

(3)
n,n′;−l,−l+1 = −A

(2)
n,n′;−l,−l+1 − A

(3)
n′,n;−l+1,−l

= (l − 1)A
(2)
n,n′;l,l−1 − A

(1)
n,n′;l,l−1 −

√
n′

π
δn,n′−1 . (4.22)

在基空间 (4.14) 中我们将电子的本征波函数按照基函数展开

l − 1

2
: |Ψ`〉 =

∑
n

C`
n,l,↑|n, l, ↑〉 + C`

n,l−1,↓|n, l − 1, ↓〉 (4.23)

这个波函数对应 Jz 的本征值为 l − 1
2
。带入薛定谔方程 He|Ψ`〉 = ε`|Ψ`〉 后得本征矩阵

方程：

(En,l,↑ − ε`)C
`
n,l,↑ +

∑
n′

〈n, l, ↑ |Hso|n′, l − 1, ↓〉C`
n′,l−1,↓ = 0 ,∑

n′

〈n, l − 1, ↓ |Hso|n′, l, ↑〉Cn′,l,↑ + (En,l−1,↓ − ε`)C
`
n,l−1,↓ = 0 ,

n, n′ = 0, 1, 2, · · · . (4.24)

数值求解这个方程就可以得到展开系数，以及电子的本征波函数 |Ψ`〉 和本征能量 ε`。

这个过程就是求解量子点中电子的本征波函数和本征能量的完完完全全全对对对角角角化化化方方方法法法。新的本

征态将不是 σz 算符的本征态，因此我们需要重新定义自旋朝上和自旋朝下的态：计

算 σz 的平均值 σz = 〈Ψ`|σz|Ψ`〉，如果σz > 0 则定义态 |Ψ`〉 为自旋“朝上”，否则就
定义为自旋“朝下”的态。由于这种自旋“朝上”和自旋“朝下”态混合了实验室坐

标系下的自旋朝上和自旋朝下态，它们之间可以通过电子–声学声子的散射来“翻转自

旋”。一般来说，由于自旋轨道耦合作用和量子点的约束势相比比较小，新的自旋“朝

上”的本征态中真正的自旋朝下的态占得比重很小，可以近似的认为这个态就是实验室

下的自旋态。如此按照第3章中的方法计算得到的在自旋“朝上”和自旋“朝下”态之

间的由电子–声学声子散射引起的跃迁速率就可以近似的看作实验室坐标系下的自旋跃

迁速率。
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4.1.3 自旋态之间的跃迁几率和自旋弛豫时间

从初态 |Ψi〉 到自旋相反的末态 |Ψf〉 由电子–声学声子散射引起的跃迁几率可以费

米黄金规则得到

Γi→f =
2π

~
∑
Qλ

|MQλ|2|〈f |eiQ·R|i〉|2
[
nQλδ(εf−εi−ωQλ)+(nQλ+1)δ(εf−εi+ωQλ)

]
. (4.25)

其中 n̄Q,λ = [eωQ,λ/kBT − 1]−1 是声子的粒子数分布。在有限温度下，不仅仅电子会从高

能级态通过放出一个声子跃迁到低能级态，也可以通过吸收一个声子从低能级态跃迁到

高能级态，从第3章可知，这两个过程都会引起自旋极化的弛豫。因此电子系统的自旋

弛豫时间为 [43]

τ−1 =
∑

i

fi

∑
f

Γi→f . (4.26)

这里末态 f 是和初态 i 自旋相反的态，初态对所有的本征态求和。fi 是热平衡

状态下在 i 态上的粒子数分布，对于量子点系统而言，这个分布满足麦克斯韦分

布：fi = 1
Z
e−εi/kBT，其中配分函数 Z =

∑
i e

−εi/kBT。

我们将波函数写为一般的形式 |i〉 =
∑

n,l,σ Ci
n,l,σ|n, l, σ〉 并带入到公式 (4.25) 中得

到：

Γi→f =
∑

λ

1

(2π)2vλ

NQλλ

∫ Qλ

0

dq
Qλq

qz

exp

(
− q2

2α2

) ∫ 2π

0

dθG2
i,f

(
q2

(2α)2
, qz, θ

)
|MQλ,λ|2 ,

(4.27)

其中 Q = (q cos θ, q sin θ, qz) 且 Qλ = |Q| = |εi − εj|/vλ，qz =
√

Q2
λ − q2。如果 εi >

εj，NQλλ = n̄Qλλ；如果 εi < εj，NQλλ = n̄Qλλ + 1。方程中的 Gi,f 满足

G2
i,f

(
q2

(2α)2
, qz, θ

)
=

∑
n1,l1,n2,l2,σ

Ci
n1,l1,σC

f,∗
n2,l2,σ〈n2, l2|ei(qxx+qyy)|n1, l1〉e

q2

2α2 I(qz) , (4.28)

其中 I(qz) = 〈φ1(z)|eiqzz|φ1(z)〉 是形状因子，及

e
q2

2α2 〈n2, l2|ei(qxx+qyy)|n1, l1〉 =

√
n1!n2!

(n1 + |l1|)!(n2 + |l2|)!
ei(l1−l2)(π

2
+θ)

[
sgn(l1 − l2)

q

2α

]|l1−l2|

×
n1∑
i=0

n2∑
j=0

Ci
n1,|l1|C

j
n2,|l2|n!L|l1−l2|

n

(
q2

(2α)2

)
, (4.29)

这里 sgn(x) 是符号函数, Cm
n,l = (−1)m

m!

(
n+l
n−m

)
和n = i + j + |l1|+|l2|−|l1−l2|

2
.
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4.2 结果

Jz |n, l, σ〉 En,l,σ − Ω(2n + 1) Jz |n, l, σ〉 En,l,σ − Ω(2n + 1)
|n,−1, ↑〉 Ω + ωB + EB |n, 2, ↑〉 2(Ω − ωB) + EB−3

2 |n,−2, ↓〉 2(Ω + ωB) − EB

3
2 |n, 1, ↓〉 Ω − ωB − EB

|n, 0, ↑〉 EB |n, 1, ↑〉 Ω − ωB + EB−1
2 |n,−1, ↓〉 Ω + ωB − EB

1
2 |n, 0, ↓〉 −EB

表表表 4-2: 没有考虑自旋轨道耦合时量子点中电子的能级结构，其中对于正向的磁场 ωB, EB < 0，
并且 EB

ωB
= |g

∗m∗

2m0
| ¿ 1。

在没有考虑自旋轨道耦合的影响时，系统的能级结构如表 4-2。其中 ωB <

0 和 EB < 0，并且对于一般大小的量子点，Ω + ωB À |EB|。对于正向磁场，Jz < 0 的

本征态之间的能量间隔小于 Jz > 0 对应的量，且能量基态对应 n = 0 时的 Jz = −1
2
；

而对于反向磁场，情况刚好反过来，Jz > 0 的本征态之间的能量间隔小于 Jz < 0 对应

的量，且能量基态对应 n = 0 时的 Jz = 1
2
。

由于方程 (4.24)是无穷维的，数值求解的过程中需要截断 n的取值范围，选取 n上

限的依据是根据我们所关心本征态的能量的收敛性来决定的。比如考虑 GaAs 量子阱的

阱宽是 a = 5 nm，外磁场大小 B = 1 T 的情况：此时 |ωB| = 0.86 meV 和 Zeeman 劈

裂能 |EB| = |g∗m∗

2m0
ωB| = 0.0127 meV；当量子点的大小是 d = 20 nm 时，对应束

缚能 ω0 = 8.95 meV，自旋轨道耦合的能量约为 Eso ∼ γ(π/a)2/d ∼ 0.54 meV。为

了让最低能量的 2 (100) 个能级收敛(能量误差在 0.1% 内)，我们一共要取按照能

量排列是 12 (120) 个基函数；然而当量子点的直径变为 d = 60 nm 时，对应束缚

能 ω0 ∼ 1 meV，自旋轨道耦合的能量约为 Eso ∼ 0.18 meV。最低的2 (100) 能级的收敛

需要 20 (200) 个基函数。从这里可以看出，无论量子点的大小是 20 nm 或者 60 nm，

自旋轨道耦合引起的能量修正 E2
so/ω0 都比 Zeeman 劈裂能大。然而在以往文献中考虑

量子点中电子的自旋弛豫过程时，电子的波函数是通过最低的四个能级微扰得到，能

量的修正仅仅考虑 Zeeman 劈裂能。从上面的分析可以，自旋轨道耦合对能量的修正要

比 Zeeman 劈裂能大很多 (阱宽是 5 nm 时)，将在自旋弛豫过程中起重要作用。

4.2.1 T = 4 K时和以前微扰的结果比较

我们首先在低温下比较严格对角化方法和以前文献中 [268, 270, 271]所广泛使用的

微扰方法得到的结果，以保证我们使用的数值计算的程序的正确性。这里我们取量

子点的大小是 d = 20 nm，量子阱阱宽 a = 5 nm 且温度为 T = 4 K。首先介绍文

献中广泛使用微扰方法：把自旋轨道耦合当做微扰项处理，求出 H0 的高激发态对最

低两个能级 (|0, 0, ↑〉 和 |0, 0, ↓〉) 波函数的扰动，然后利用微扰后的波函数求出这两个
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第四章 GaAs 量子点中的电子自旋弛豫

能级之间的自旋轨道弛豫时间。由于自旋轨道耦合对能量的一阶修正为零，这两个

能级之间的能量差就是 Zeeman 劈裂的能量 ∆E = 2EB。在只考虑能量较高的激发

态 |0, 1, ↑〉 和|0, 1, ↓〉 对能量最低的两个态 |0, 0, ↑〉、|0, 0, ↓〉的微扰后，微扰波函数为：

Ψ↑ = 〈r|0, 0, ↑〉 ,

Ψ↓ = 〈r|0, 0, ↓〉 − A〈r|0, 1, ↑〉 , (4.30)

其中A = i~γc(
π
a
)2 α(1−eB/(2~α2))

E0,1,↑−E0,0,↓
。则这两个态之间的自旋弛豫时间 τ 给出和文献中一样的

结果如下：

1

τ
= c|A|2n̄qq

3

∫ π
2

0

dθ sin5 θ(sin4 θ + 8 cos4 θ) exp(−1

2
q2 sin2 θ)I2(q cos θ) , (4.31)

这里 q = ∆E/(~vstα), c = 9παe2e2
14/(~Dv2

stκ
2) 以及 I(qz) = 8π2 sin(aqz/2)/{aqz[4π

2 −
(aqz)

2)]}。
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图图图 4-1: 自旋弛豫时间 τ 随外加磁场 B 的变化关系。(¥)：没有考虑自旋轨道耦合对能量修正的
微扰结果；(©)：在只考虑了最低的四个能级作为基函数是严格对角化的结果；(×)：考虑自旋
轨道耦合对能量的二阶修正的微扰结果；(¨)：能量收敛时严格对角化的结果；(¤)：最低 6 个
态作为基函数的严格对角化结果；(∗)：考虑了最低 6 个能级并且考虑了能量二阶修正的微扰方
法的结果。

在图 4-1 中，我们给出自旋弛豫时间 τ 随着外加磁场 B 的变化关系。其中 (¥) 是

公式 (4.31) 利用微扰方法给出的结果。(©) 是我们采用和微扰方法相同基函数时完全

对角化方法给出的自旋弛豫时间。我们发现不仅仅微扰方法得到的结果在数值上至少要

比完全对角化的结果大上一个量级，在变化趋势上也给出相反的结果。我们指出这种差

别主要来源于在微扰方法中仅仅考虑了能量的一阶修正，即 Zeeman 劈裂的能量 2EB，
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4.2 结果

而忽略了自旋轨道耦合引起的能量的二阶修正。在考虑了自旋轨道耦合引起的修正以

后，∆E = 2EB + |A|2(ε0,1,↑ − ε0,0,↓)，自旋弛豫时间由 (×) 给出，我们发现此时微扰方

法和完全对角化的方法给出几乎一样的结果。这是和本节开始的分析一致的，自旋轨道

耦合引起的能量修正虽然是二阶的，但是这部分修正却要大于 Zeeman 劈裂能，从而对

自旋轨道弛豫时间产生非常大的影响。

这里我们用于完全对角化的基函数仅仅包括了能量最低的 4 个态，然而在前面一节

我们指出要收敛能量最低的两个本征态至少需要 12 个基函数，因此我们需要检验扩大

基空间对自旋弛豫的影响。在图 4-1 中 (¨) 给出能量收敛以后的最低两个能级之间的自

旋弛豫时间随着磁场的变化关系。令人震惊的是，收敛的结果和微扰的结果在数量级上

就有着巨大的差别。为了理解这种差异，我们仍然用微扰的方法来解析的分析。前面分

析可知，Jz 是守恒量，自旋轨道耦合只有在态 |0, 0, ↑〉 和类似 |n,−1, ↓〉 的态之间的矩
阵元才不为零，因此在能量最低的 4 个态组成的空间中，|0, 0, ↑〉 态不变。现在我们扩
大基空间到 6 个波函数 |0, 0, ↑〉、|0, 0, ↓〉、|0, 1, ↑〉、|0, 1, ↓〉、|0,−1, ↑〉 和 |0,−1, ↓〉。微
扰的波函数化为

Ψ↑ = 〈r|0, 0, ↑〉 − B〈r|0,−1, ↓〉 ,

Ψ↓ = 〈r|0, 0, ↓〉 − A〈r|0, 1, ↑〉 , (4.32)

这里

B = i~αγc(
π

a
)2 1 + eB/(2~α2)

E0,−1,↑ − E0,0,↓
. (4.33)

这两个态 Ψ↑ 和 Ψ↓ 之间的能量差化作

∆E = 2EB + |A|2(E0,1,↑ − E0,0,↓) − |B|2(E0,−1,↑ − E0,0,↑) . (4.34)

则自旋弛豫时间 τ 变为

1

τ
= c|A − B|2n̄qq

3

∫ π
2

0

dθ sin5 θ(sin4 θ + 8 cos4 θ)e−
1
2
q2 sin2 θI2(q cos θ) , (4.35)

数值结果见图 4-1 中 (∗)，可见高激发态的加入大大的增加了自旋弛豫时间。在图上我

们用点 (¤) 也给出了这组基下完全对角化方法给出的自旋弛豫时间，和微扰方法的结果

几乎重合，并且结果已经非常靠近最终收敛的结果。和收敛的结果之间的差别也说明更

高的激发态对自旋弛豫时间还是有比较大的贡献。

从上面的结果可以看出，即使考虑了能量的二阶修正，文献中广泛使用的微扰方法

仍然不适合用来描述量子点系统中的自旋弛豫问题，因为高激发态对自旋弛豫也有非

常大的贡献。后来 2005 年 Destefani 和 Ulloa [273]重复了我们的工作，进一步验证了完

全对角化方法的正确性。原则上，为了使用微扰方法计算自旋弛豫时间，即使是 He 最

低的两个能级之间的自旋弛豫，也必须包括足够多的基函数而不是仅仅考虑能量最低
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第四章 GaAs 量子点中的电子自旋弛豫

的 4 个基函数。然而在量子点的半径比较大的时候，微扰方法将会变得比较不可实施：

不仅仅需要的用来收敛能量的基函数得数目将会大大增加，同时自旋弛豫时间也将会

由 He 更多的能级决定而不仅仅是最低的两个能级。由于高激发态的加入，偶然简并或

者近简并的能级将会变多，也是导致微扰方法失效的原因之一。因此，选用完全对角化

方法可以避免这些问题。

不仅垂直磁场的情况需要考虑足够多的能级才能给出正确的自旋驰豫过程，平行磁

场下也有相同的结果 1©。图 4-2 给出了自旋弛豫时间 τ 随外加平行磁场 B 的变化关系。

从图上可以看出，在只有最低能量的 4 个或者 6 个基函数空间里面的电子弛豫和最终的

考虑了足够多的基函数有比较大的差别。说明上面的结论仍然是正确的。

d = 20 nm

T = 4 K

B‖ (T)

τ
(p

s)

10.90.80.70.60.50.40.30.20.1

10
14

10
13

10
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10
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10
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图图图 4-2: 自旋弛豫时间 τ 随外加平行磁场 B 的变化关系。这里我们只考虑了不同数目的基函数
对完全对角化的结果的影响。(©)：在只考虑了最低的四个能级作为基函数是严格对角化的结
果；(¨)：能量收敛时严格对角化的结果；(¤)：最低 6 个态作为基函数的严格对角化结果；

接下来我们用完全对角化方法研究施加了垂直磁场的量子点中的自旋弛豫性质。

4.2.2 T = 4 K 时直径为 d = 20 nm 量子点中的自旋弛豫时间

在上一小结我们指出，当量子点的直径为 d = 20 nm 并且温度为 T = 4 K 时，自旋

弛豫时间将由 He 的最低两个能级决定，虽然这两个能级的能量需要在 H0 的能量最低

的 12 个基函数张开的希尔伯特空间中才能收敛。这一节我们讨论自旋弛豫时间随着外

磁场的变化关系。

在公式 (4.31) 和 (4.35) 中，我们发现自旋弛豫率与最低两个能级之间的能量

差 ∆E 的关系是由两部分相互竞争的项决定：(i) q3n̄q，这一项随着 ∆E 是递增

1©数值计算结果是由我们组的王元元同学提供，这里向她表示感谢。
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图图图 4-3: 自旋弛豫时间随外加磁场的变化关系，其中 T = 4 K 和 d = 20 nm。插图给出 He 的最
低两个能级的能量差随着磁场的变化关系。

的；(ii)exp(−1
2
q2 sin2 θ)I2(q cos θ)，这一项随着∆E是递减的。这两项的交界点在 ∆E ∼

7.0~vst/d，此时，这两项对自旋弛豫时间有着相同的贡献。在量子点的直径是 d =

20 nm 时且 ∆E . 0.57 meV时，自旋弛豫时间将有 (i) 决定，从而随着 ∆E 递减。

当 ∆E & 0.57 meV 时，(ii) 占主要作用，从而自旋弛豫时间随着 ∆E 递增。图 4.2.2 给

出了自旋弛豫时间随着磁场 B 的变化关系。可以看出，自旋弛豫时间随着磁场的增

加而减小。这时因为在磁场增加时，最低两个能级之间的能量差也随着磁场增加，即

使对于 B = 1 T 能量劈裂最大时，劈裂能是 0.04 meV，仍然远远小于 0.57 meV，因

此 (i) 占主导地位，给出自旋弛豫时间随着磁场的增加而减小。

4.2.3 磁场依赖关系

图 4.2.3 中给出了自旋弛豫时间在不同的量子点大小以及不同温度下随着外加磁场

的变化关系。和前一节中自旋弛豫是由 He 能量最低的两个态所决定的不同，此时由于

量子点比较大且温度比较高，大部分情况下自旋弛豫将由更多的态决定。从图上可以看

出，对于不同的量子点大小和温度，自旋弛豫时间都是随着磁场的增加而减小的。这和

体材料 [69]、二维 [52, 314, 329]或者一维 [333]中的自旋弛豫时间随着磁场增加而增加是

完全不一样的，这时因为在点中所有的能级都是分立的，并且磁场对自旋弛豫的影响是

由上一节中讨论的机制所决定。同时，从图上可以看出，随着量子点尺寸变大，自旋弛

豫时间减小的很快：d = 60 nm 的量子点中的自旋弛豫时间比 d = 20 nm 的量子点要小

了几乎 6 个量级，这时因为在大量子点情形下，更多的能级对自旋弛豫有贡献，从而使

自旋弛豫时间变短。
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图图图 4-4: 在不同量子点大小以及不同温度下自旋弛豫时间的磁场依赖关系。(a)T = 4 K；(b)T =
10 K。其中：(¥)：d=20 nm，(•)：d=30 nm，(N)：d=40 nm，以及(¨)：d=60 nm
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4.2.4 温度依赖关系

10
3

10
4

10
5

10
6

10
7

10
8

 4  6  8  10  12  14  16  18  20

T (K)

τ 
(p

s)

d=40 nm
B=0.1 T
   0.5 T
   1.0 T

图图图 4-5: 自旋弛豫时间在不同磁场下的温度依赖关系。量子点的直径是 d = 40 nm。(¥):
B = 0.1 T，(•)：B = 0.5 T 以及(N)：B = 1 T.

图 4.2.4 给出在量子点的直径是 d = 40 nm 时自旋弛豫时间在不同磁场下的温度依

赖关系。从图上可以看出，随着温度的增加，不同磁场下的自旋弛豫时间都是减小的，

并且磁场越小，自旋弛豫时间下降的越快。这个结果可以如下理解：随着温度增加，平

均声子数目 n̄qλ 快速增加，从而使电子-声学声子散射变强并且是自旋跃迁速率变大。

以往文献中用微扰方法并且只考虑最低两个能级之间的自旋弛豫时间时，温度的升高对

自旋弛豫时间的影响主要表现在声子的数目的增加上。但是在用完全对角化方法求解的

过程中，除此之外，温度的升高还对应着更多的 He 激发态将对自旋弛豫作出贡献：在

温度升高时，在高能级上电子占据几率将会大大增加，从而只考虑最低的两个能级是不

够。在小磁场时，不同能级之间的间隔 (Ω) 比较小，因此电子在温度升高时可以快速

的占据在更多的高能级上，导致自旋弛豫时间快速下降，特别是在低温时，更多的高能

级对自旋弛豫的贡献更加明显。在温度比较高时，电子已经占据在非常多的能级上，从

而能级占据数目的进一步增加将不会引起自旋弛豫时间很明显的变化，这表现在图上在

温度 T > 16 K 时，不同磁场下的自旋弛豫时间的变化趋势几乎一样。

4.2.5 量子阱的阱宽依赖关系

从第2章可知，量子阱中 Dresselhaus 自旋轨道耦合与量子阱的阱宽 a2 成反比关

系，并且自旋轨道耦合对量子点的能级结构影响甚大，从而很有必要研究自旋弛豫时

间的量子阱的阱宽依赖关系。图 (4.2.5) 给出自旋弛豫时间在不同温度下的阱宽依赖关
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图图图 4-6: 自旋弛豫时间在不同温度下的量子阱的阱宽依赖关系。外加磁场大小
为 B= 1 T。(¥)：T = 4 K，(•)：T = 10 K;以及 N：T = 20 K。

系。从图上可见，随着阱宽变大，不同温度下的自旋弛豫时间都变长。在我们的计算

中，量子阱的阱宽要远比量子点的尺寸小，从而对于量子阱生长方向我们只用考虑最低

的一个子带 φ1(z) 就可以了。此时更大的自旋轨道耦合将会导致不同自旋的电子波函数

更大的混合，从而使自旋跃迁速率变大，自旋弛豫时间减小。当量子阱的阱宽可以和量

子点的尺寸相比较时，不仅仅需要考虑更多的子带，同时 Dresselhaus 自旋轨道耦合中

的三次方项的贡献也将变得不可忽略，导致随着量子阱阱宽变宽自旋弛豫时间会有变小

的趋势。

4.3 小结

我们用完全对角化的方法研究了在施加垂直外磁场的 GaAs 量子点系统中电子的自

旋弛豫过程。通过比较完全对角化方法和在文献中广泛使用的微扰方法的结果，我们发

现后者对于计算量子点中的电子能级结构以及自旋弛豫时间都是不充分的。这是因为

自旋轨道耦合导致的能量劈裂在小阱宽以及小尺寸的量子点中要比在微扰方法中使用

的 Zeeman 能级的劈裂大上好几倍；同时即使在只考虑 He 能量最低的几个本征态的情

况下，自旋轨道耦合也会耦合 H0 的高激发态从而对能量最低的几个态有显著贡献。因

此我们重新用完全对角化方法仔细研究了自旋弛豫时间的磁场、温度、量子点大小以及

量子阱的宽度依赖关系。我们发现自旋弛豫时间随着磁场的增加而下降，这和体材料系

统、量子阱系统以及量子线系统都是不一样的；自旋弛豫时间也随着量子点的尺寸变大

而减小，但是随着量子阱的阱宽变宽而增加。在高温下，自旋弛豫变快是因为更强的电
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子-声学声子散射以及电子占据在更多的激发态上。所有的结果都显示获得准确的电子

能级结构的重要性。

在这之后，Lü 等人 [42]用完全对角化的方法研究了沿着不同晶向 (001) 和 (111) 生

长的量子阱中的量子点中空穴的自旋弛豫问题。他们使用完全对角化方法求解量子点中

空穴的 Luttinger 哈密顿量，然后使用费米黄金规则得到空穴的自旋弛豫时间。从他们

的结果可知，应力、磁场、量子点的尺寸、量子阱的阱宽以及温度都对空穴的自旋弛豫

有非常大的影响。其中应力可以非常有效的调节空穴的自旋弛豫时间，同时自旋弛豫时

间的量子点尺寸、量子阱阱宽、磁场的依赖关系都表现出与电子系统有非常大的不同，

这是由空穴系统中的轻重空穴的关联所决定的。Jiang 等人 [43]后来在 GaAs 量子阱中

研究了各种不同弛豫机制对T1 及 T2 的贡献，他们指出：量子点中自旋弛豫时间用费米

黄金规则并不能始终给出正确的结果，很多时候必须要用运动方程的方法求解，特别是

在自旋轨道耦合强度比较大且温度比较高时，两者的结果有非常大的差距。不过依照他

们的结果，在我们采用的计算参数下，除了温度 T = 20 K 时稍微有点偏离外，其他的

都是可以用费米黄金规则计算。
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本章主要讨论强 Terahertz (THz) 场对 InAs 两维电子气的影响。我们用 Floquet 定

理严格求解包括自旋轨道耦合的薛定谔方程，利用求出的波函数得到态密度以及自旋

极化密度。我们发现，THz 场对态密度和自旋极化密度有非常大的影响，并且在垂直

于 THz 电场方向上诱导出一个 THz 的磁矩。我们指出这个效应可以用来把 THz 的电

信号转化成 THz 的磁信号。

5.1 理论模型

考虑 InAs 量子阱，将其生长方向定为 z 方向。在量子阱平面内中施加沿着 −x 方

向周期为 T0 = 2π
Ω
的均匀强 THz 电场 ETHz(t) = −E cos(Ωt)êx，在库仑规范下，矢量势

和标量势分别为 A(t) = E
Ω

sin(Ωt)êx 和 φ = 0。电子的哈密顿量写为

H(t) =
P2

2m∗ + Hso , (5.1)

其中 P = −i∇− eA(t) 是广义动量。Hso 是自旋轨道耦合，在 InAs 材料中，Rashba 自

旋轨道耦合占据主导作用，由式 (2.35) 给出，可以写为

Hso(t) = α(σxPy − σyPx) . (5.2)

这里我们考虑量子阱的阱宽足够小，只需要考虑 z 方向的第一个子带，由于 z 方向波函

数对我们考虑的问题影响不大，故没有在 H 中包括 z 方向的约束势，从而将 H 写成为

一个两维的哈密顿量。

5.1.1 THz 场作用下的本征态

薛定谔方程写为

i
∂

∂t
Ψ(r, t) = H(t)Ψ(r, t) , (5.3)

由于动量 k = (kx, ky) 仍然是好量子数，并且动能部分是可积的，本征态可以写

作 Ψk(r, t) = 1
2π

eik·rΦk(t)，且

Φk(t) = e−i{(Ek+Eem)t+r0kx[cos(Ωt)−1]−γ sin(2Ωt)}u(k, t) .



5.1 理论模型

其中 Ek = k2

2m∗ 是电子的动能，Eem = e2E2

4m∗Ω2 是 THz 场引起的动态 Franz-Keyldysh 效应

对应的能量，r0 = eE/m∗Ω2是电子在 THz场作用下的位置偏移，γ = Eem/(2Ω)，u(t)满

足新的薛定谔方程：

i
∂

∂t
us(k, t) = Hso(k, t)us(k, t) . (5.4)

这里 Hso(k, t) = α
[
σxky − σy(kx − eE

Ω
sin(Ωt))

]
是自旋轨道耦合相互作用，也是时间

的周期函数。根据 Floquet 定理可以写出 us(k, t) = φs(k, t)e−iqs(k)t，其中 qs 是准能

量，s = ± 表示自旋的不同支，φ(k, t) 是一个周期为 T0 的旋量函数，且满足：

i
∂

∂t
φ(k, t) + qsφ(k, t) = Hso(k, t)φ(k, t) . (5.5)

将 φ(k, t) 按照周期展开为 φ(k, t) =
∑∞

n=−∞ φne
inΩt，展开系数 φn = φ↑

nχ↑ + φ↓
nχ↓ 是一

个旋量，χσ 是 σz 的本征态。φn 满足本征方程

(nΩ − qs)φn + βσy(φn−1 − φn+1) + α(σxky − σykx)φn = 0 . (5.6)

其中 β = 1
2
αm∗Ωr0。现在我们先讨论一下上面方程 (5.4) 和 (5.6) 的对称性：

1. 对于方程 (5.4)，哈密顿量满足满足 T [i∂t − Hso(k, t)] T−1 = − [i∂t − Hso(k, t)]，

其中 T = −iσyK 是时间反演算符，K 是复共轭算符。因此，如果 u+(k, t) 是方

程 (5.4) 的一个本征态，那么 u−(k, t) = Tu+(k, t) 也是方程的本征态。u†
+u− =

0 可知 这两个态之间正交，因此 u− 就是方程的另外一个本征态。对于方

程 (5.6) 而言，如果

q+ : {φn,+ = φn, n = −∞, · · · ,∞}

是方程的一个本征能量和本征态，那么

q− = −q+ : {φn,− = −iσyφ
∗
−n, n = −∞, · · · ,∞}

就是对应的另外的本征能量和本征态。

2. 由 T [i∂t − H(k, t)] T−1 = [i∂−t − H(−k,−t)] 可以得到

u−s(−k,−t) = Tus(k, t) ,

q−s(−k) = −qs(k) ,

φn,−s(−k) = Tφ−n,s(k) .

则电子的波函数也满足类似的对称性

Φ−k,−s(−t) = TΦk,s(t) . (5.7)
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3. 由 σy [i∂t − H(k, t)] σ−1
y = [i∂t − H(kx,−ky, t)] 可以得到

us(kx,−ky, t) = σyus(k, t) ,

qs(kx,−ky) = qs(k) ,

φn,s(kx,−ky) = σyφn,s(k) .

同样的有

Φkx,−ky ,s(t) = σyΦk,s(t) . (5.8)

4. 由于方程 (5.6) 是无穷维的，它的本征值也有无穷多个。但是方程 (5.4) 只有两个

本征解，因此本征方程 (5.6) 的本征根之间存在如下的关系：如果

qs : {φm,s = φm,m = −∞, · · · ,∞}

是其本征值和本征向量，则

nΩ + qs : {φm,s = φm−n,m = −∞, · · · ,∞}

也是其本征值和本征向量，其中 −Ω
2

< qs ≤ Ω
2
。

5.1.2 自旋空间的表示：Collinear 表象和 Helix 表象

在文献中，对于有自旋轨道耦合相互作用的系统，自旋空间的表示除了最常用的

有 Collinear 表象以外，Helix 表象也得到了光泛的应用。它们对应不同的自旋哈密顿量

的本征表示，其中 Collinear 表象就是 σz 的本征态所构成希尔伯特空间，而 Helix 表象

是没有外加 THz 场时 Hso(kx, ky) 的本征态所构成的希尔伯特空间。这两个表象的区别

见表 (5-1)。

哈密顿量 基函数

Collinear 表象 σz χσ：χ↑ =

(
1
0

)
,χ↓ =

(
0
1

)
Helix 表象 α(σxky − σykx) ηs(k)：η+(k) = 1√

2

(
1

ikx−ky

k

)
,η−(k) = 1√

2

(
1

− ikx−ky

k

)
表表表 5-1: Collinear 表象和 Helix 表象

103



5.1 理论模型

它们之间的可以相互变换：

ηs(k) =
1√
2

(
χ↑ + s

ikx − ky

k
χ↓

)
,

χ↑ =
1√
2

(η+(k) + η−(k)) ,

χ↓ =
1√
2

−ikx − ky

k
(η+(k) − η−(k)) . (5.9)

在不同的自旋表象下，物理量对应分量的物理意义是不同的。在上一小结中，所有的

自旋分量都是写在 Collinear 表象下的。和 Collinear 表象下的基函数不同，Helix 表

象下的基函数都是动量 k 相关的，并且对应的自旋极化方向也是动量相关。不过对于

方程 (5.6) 而言，无论是 Helix 表象还是 Collinear 表象的两支自旋都被强烈的关联在

一起，这种关联是 THz 场对有自旋轨道耦合相互作用的系统中电子自旋的影响，不同

于动态 Franz-Keyldysh 效应和子带效应。并且，从方程中可以看出，这个关联的强弱

和 λ = β/(Ω/2) 有关：当 λ 越大关联越强。

5.1.3 态密度和自旋极化密度

在得到 THz 场下的系统的波函数以后，我们进一步研究系统的自旋相关的态密度

以及自旋极化密度，从而可以得到 THz 场对两维电子气在自旋性质方面的影响，从而

方便以后研究在 THz 场作用下两维电子气的中自旋弛豫和输运。由于在含时系统，系

统不存在定态的本征能量，这里我们采用 Green 函数方法求解态密度和自旋极化密度。

在零温下，推迟和超前格林函数为

Gr(k; t1, t2) = −iθ(t1 − t2)
∑
s=±

Φs(k, t1)Φ
†
s(k, t2) ,

Ga(k; t1, t2) = iθ(t2 − t1)
∑
s=±

Φs(k, t1)Φ
†
s(k, t2) . (5.10)

其中 Φs 是 THz 场作用下的本征态。则谱函数 A = i(Gr − Ga)为

A(k; t1, t2) =
∑
s=±1

Φs(k, t1)Φ
†
s(k, t2) . (5.11)

这里，考虑了自旋以后，谱函数是自旋空间 2 × 2 的矩阵，在不同的自旋表象中有着不

同的矩阵元。设自旋表象中的基为 ηs ：Collinear 表象下 ηξ=↑↓ = χ↑↓，而在 Helix 表象

下 ηξ=± = η±，则对应的矩阵元为 Aξ1,ξ2(k; t1, t2) = η†
ξ1

A(k; t1, t2)ηξ2。对动量 k 积分以

后得到

ρξ1,ξ2(t1, t2) =
1

(2π)2

∫
dkAξ1,ξ2(k; t1, t2) .
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对时间做 Wigner 变化 [309]，即 T = (t1 + t2)/2 和 t = t1 − t2。然后对时间 t 作傅立叶

变换到能量空间得到态密度和自旋极化密度：

ρξ1,ξ2(T, ω)

=

∫
dtρξ1,ξ2(T + t/2, T − t/2)

=

∞∫∫
−∞

dk
∑
s=±

∞∑
l1,l2
n,m

=−∞

Rξ1,ξ2(s; n,m;k)ei(n−m)ΩT Jl1(2r0kx sin(ΩT ))Jl2(2γ cos(2ΩT ))

×δ(ω − [Ek + Eem − (l1 + 2l2 + n + m)Ω/2 + qs(k)]) , (5.12)

其中 Rξ1,ξ2(s; n,m;k) = (η†
ξ1

φn,s(k))(φm,s
†(k)ηξ2)。对角项 ρξ,ξ 给出态密度；非对角

项 ρξ,ξ′ 6=ξ 给出自旋极化密度，是由不同支自旋之间的关联引起的。在 Collinear 表象

下，ρ↑↑ 和 ρ↓↓ 分别表示自旋朝上和自旋朝下态上占据的态密度，给出沿着 z 方向的自

旋极化；而 ρ↑↓ 表示自旋朝上和自旋朝下之间的关联，给出横向 x/y 自旋极化的极化

密度。而在 Helix 表象下，ρ++ 和 ρ−− 分别表示自旋“+”支和“−”支上占据的态密
度；而 ρ+− 分别表示自旋“+”支和“−”支之间的关联。它们并不能直接给出自旋极
化。

在给出具体的数值结果之前，我们分析谱函数和态密度以及自旋极化密度的对称

性：

1. 根据公式 (5.8)，很容易得到 A(k; t1, t2) = σyA(k; t1, t2)σy 以及在 Collinear 表象

下 ρ(T, ω) = σyρ(T, ω)σy 。即：

ρ↑↑(T, ω) = ρ↓↓(T, ω) ,

ρ↑↓(T, ω) = −ρ∗
↑↓(T, ω) . (5.13)

因此在 Collinear 表象下，ρ↑↓ 的实部一直为零，只有虚部不为零。

2. 根据公式 (5.8) 和 (5.7)，可以得到 Φ−kx,ky(t) = Φ∗
kx,ky

(−t)，以及

ρ(T0 − T, ω) = ρ(T, ω)∗ (5.14)

在 Collinear 表象和 Helix 表象下都满足。

3. 由于 Tr[ρ(T, ω)] 表示系统中电子总的态密度，与表象无关，故
∑

σ=↑,↓ ρσσ =∑
s=± ρss.
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5.2 结果

下面我们给出数值计算的结果。对于 InAs 材料，有效质量 m∗ = 0.0239m0，Rash-

ba 自旋轨道耦合系数的大小是 α = 3 × 10−11eV·m [296, 297]。在没有特别说明的时

候，THz场的频率和场强分别取为 Ω = 2π THz和 E = 6 kV/cm。在这些参数下，~Ω =

4.14 meV，Eem = 16.7 meV，β = 2.17 meV，k0 =
√

2m∗~Ω
~2 = 5.0 × 107/m，αk0 =

1.5 meV。从这里可以看出，对于方程 (5.6) 而言，在给定的 k0 处，Ω、β 和 αk0 都在

同一个量级上，这导致 THz 场将不同自旋态强烈的耦合在一起。

5.2.1 准能量

图 5-1 中给出准能量 q+(k) 在动量空间不同角度 θk 下随着波矢大小 k 的变化，其

中 k = (k, θ)。 从图上可以看出，随着动量变大，准能量越来越接近没有加 THz 场的时

q
+

(Ω
)

k (k0)
1614121086420

0.4

0.2

0

图图图 5-1: 动量空间不同角度下准能量随着波矢大小的变化。实线：θk = π/10，虚线：θk = π/4。
其中 Ω = 2π THz 以及 E = 6 kV/cm。

候自旋轨道耦合对应的能量 αk (这里我们把“+”支本征态的准能量限制在 [0, Ω/2] 范

围内，根据前面的讨论，不同支之间的能量可以差 THz 场频率的整数倍)。这时因为对

于大的动量，自旋轨道耦合 αk 渐渐变大，在方程 (5.6) 中占主要地位，从而 THz 场的

影响变弱。在小动量值处，准能量已经远远偏离了自旋轨道耦合对应的能量，体现出在

小动量范围内 THz 场造成很强的除了 Rashba 引起的自旋耦合外的耦合。
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图图图 5-2: Ω = 2π THz和 E = 6 kV/cm 时不同时刻的态密度。(a) T = 0；(b) T = T0/4。其中实
线是在 Collinear 表象下，虚线是在 Helix 表象下。
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图图图 5-3: Ω = 2π THz和 E = 6 kV/cm 时不同时刻的自旋极化密度。(a) T = 0；(b) T = T0/4。
其中实线是在 Collinear 表象下自旋极化密度的虚部，虚线是在 Helix 表象下自旋极化密度的实
部，点划线是 Helix 表象下自旋极化密度的虚部。
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5.2.2 态密度和自旋极化密度

图 5-2 和 5-3 中分别给出两个自旋表象下的态密度和自旋极化密度随着能量和时间

的变化。从图上可以看出，态密度和自旋极化密度同时表现出 THz 场和 Rashba自旋轨

道耦合效应。其中子带效应和主吸收峰的蓝移都是由 THz 场引起 [357]；每个子带左边

的能量平方根发散是由 Rashba 自旋轨道耦合引起，另外自旋轨道耦合也会对主吸收峰

造成 m∗α2/2蓝移。所有的这些结果都是和公式 (5.12) 中的 δ 函数项对应。另外，尽管

在图 5-2中 Helix表象下态密度的两支 ρ++ 和 ρ−− 在很大程度上被分开，但是这并不表

示可以引起任何的沿着 z 方向自旋极化，因为相应的 Collinear 表象 (也是实验室坐标

系) 下自旋朝上和自旋朝下态的态密度完全一样。图 5-3 中 ρ↑↓ 的虚部不为零表示系统

产生沿着 y 方向的自旋极化。

5.2.3 平均磁矩

T (T0)

E = 3 kV/cm

(b)
Ω = 0.4 THz

1
2

4

10.80.60.40.2

T (T0)
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E=1kV/cm

M
y

(g
µ

B
)

10.80.60.40.20
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−0.1

−0.2

−0.3

图图图 5-4: 给定电子浓度 Ne = 1011/cm2 时 y 方向的平均磁矩随着时间的演化。(a)给定频率 Ω =
1 THz 时不同电场 E=1，4，7 和 10 kV/cm 下的平均磁矩；(b) 给定电场 E = 3 kV/cm 时不同
频率 Ω=0.4,1,2 和 4 THz 下的平均磁矩；

现在我们研究 THz 场和 Rashba 自旋轨道耦合引起的沿着 y 方向的自旋极化。利

用 nσ = 1
2π

∫ Ef (T )

−∞ dωρσ,σ(ω, T )可以得到在给定电子浓度下系统的费米能 Ef (T )。THz场

对系统周期性的激发导致费米能也随时间变化。我们可以得到 y 方向的平均磁矩：

M(T ) =

(
0,− gµB

n↑ + n↓

∫ Ef (T )

−∞
dω Imρ↑,↓(ω, T ), 0

)
. (5.15)
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图 5-4 给出对于不同的 THz 场的频率和场强下平均磁矩 M 随着时间的变化。这里

我们取电子浓度 n↑ = n↓ = 0.5 × 1011 /cm2。从图上可以看出，THz 场的电信号诱发出

沿着 y 方向的 THz 频率的磁信号，这个信号的强度由 THz 场的频率和场强以及自旋轨

道耦合的强度决定，要远大于由电磁感应引起的磁信号的强度。这里需要说明的是，即

使将 Ef (T ) 用对时间的平均值代替也会得到同样的振荡结果。这种从电信号到磁信号

的转化可能可以应用在不用外加磁场的自旋磁共振实验中。

5.3 结论

我们通过利用 Floquet定理严格求解薛定谔方程得到在有外加 THz场以及 Rashba自

旋轨道耦合下的波函数，然后得到系统的态密度以及自旋极化密度。在这个系统

中，THz 的电信号可以被转化成 THz 的磁信号，并且磁信号的强度由 THz 场的频率和

场强以及自旋轨道耦合的强度决定。这种周期性的磁信号可能可以应用在不用外加磁场

的自旋磁共振实验中。

在此之后，Jiang 等人 [220]讨论了 THz 场对 GaAs 量子点系统单个电子自旋的影

响，Zhou [222] 讨论了 THz 场对 GaAs 空穴系统的影响。同样的，他们都发现 THz 场

强烈的改变着系统的态密度，并且可以转化为 THz 的磁信号。这些都是在没有耗散时

的工作。Jiang 和 Wu [221]最早在有耗散的量子点系统中研究了 THz 对自旋弛豫时间的

影响。他们发现自旋弛豫时间随着 THz 场的强度和频率可以被很强烈的改变，这是由

子带调节的自旋声子耦合引起的。
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在本章中我们首先给出在受限系统中的基于任意的非微扰哈密顿量展开的动力学自

旋 Bloch 方程。然后给出量子阱和量子线系统中 Collinear 统计和 Helix 统计下的动力

学方程的具体形式，并且仔细讨论了方程在两种不同表象 Collinear 表象和 Helix 表象

下的差别。另外，我们通过求解只有杂质散射时的动力学方程后给出非均匀扩展对自旋

驰豫的影响以及散射对非均匀扩展的影响。

6.1 受限体系动力学自旋 Bloch 方程

根据式 (2.53) 我们将半导体系统的有效质量近似下的哈密顿量记作

H = He + eE · r + HI ,

He =
P2

2m∗ + Hso(P) + V (rc) +
1

2
g∗µBB · σ . (6.1)

其中下标 c 表示受约束方向的坐标，不带下标的表示自由方向的坐标，因此位置坐

标记作 R = (r, rc)，动量坐标记作 Q = (q,qc)。 P = −i~∇ − eA(R) 是电子的广义

动量，A 是磁场的矢量势，满足 B = ∇ × A。He 的第一项是动能项；第二项是自旋

轨道耦合项，包括 Dresselhaus 自旋轨道耦合、Rashba 自旋轨道耦合以及由应变力引

起的自旋轨道耦合；第三项是电子的约束势，这可以由生长样品时形成的异质结提供

或者是外界施加的，根据约束势的形式可以形成量子阱、量子线或者量子点；第四项

是 Zeeman 分裂项。

电子在约束势 V (rc) 作用下，可以分离变量为两部分：自由方向 (r) 的的运动是

动量为 k 的平面波表示，以及约束方向 rc 的可以用分立量子数 n 表示的分立波函数

表示。这里我们把自旋的量子数也计入分立量子数当中，电子的本征态可以由自由部

分 |k〉 和约束部分 |n〉k组成。这里下标 k 表示约束方向的波函数可能与自由运动的波矢

有关。则薛定谔方程给出

He|k, n〉 = εn(k)|k, n〉 .

其中|k, n〉 = |k〉|n〉k，εn(k) 是电子系统的能量本征值。
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6.1.1 基空间的选取

利用上面求解出来的电子波函数 |k, n〉 构成的希尔伯特空间类似于第5章中定义

的 Helix 表象。一般来说，约束方向的波函数依赖于自由运动的动量 k，这种关系

会使动力学方程的推导变得复杂，具体见附录 B。因此在下文中，类似于第5章中

的 Collinear 表象，我们取某个固定 k 的波函数如 {|n〉0} 作为约束方向的完备基。因
此，我们采用如下的正交完备的波函数基：{

|k〉|n〉0
}

. (6.2)

系统的本征态在这组波函数基下的展开为

|k, n〉 =
∑
m

〈k|0〈n|k, n〉|k〉|n〉0 . (6.3)

对于给定的动量 k，电子的哈密顿量在这组基 {|n〉0} 写成矩阵形式 Ek，其矩阵元为：

(Ek)n1n2 = 0〈n1|〈k|He|k〉|n2〉0 . (6.4)

一般来说，由于 |k, n0〉 并不是系统哈密顿量的本征态，这个表示矩阵不是对角的。在
后面我们会多次遇到关于能量矩阵的函数表达式G(Ek) 的计算，方法为将其展开为投影

算符的形式：

Ek =
∑

n

εn(k)Tk,n , (6.5)

其中投影算符

Tk,n = |k, n〉〈k, n| . (6.6)

由此可锝

G(Ek) =
∑

n

G(εn(k))Tk,n . (6.7)

电场项 eE · r 是电子在自由方向的驱动场，约束方向的电势则成为约束势。因此对
于量子点系统而言，任意方向的电场都是量子点额外的约束势。HI 是电子受到的散射

相互作用，包括电子-非磁性杂质、电子-声子以及电子电子散射。这些散射和自旋轨道

耦合可以按照第 2.5.3 节中二维系统电子气的散射的形式给出。在波函数基 6.2 下电子

的密度分布算符的变化

ρ(Q) =
∑

k; n1,n2

In1n2(qc)c
†
k+q,n1

ck,n2 , (6.8)

这里 In1n2(qc) = 0〈n1|eiqc·rc |n2〉0 是形状因子，我们列出散射项如下：
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6.1 受限体系动力学自旋 Bloch 方程

1. 电子—杂质散射

Hei =
∑

kQ;n1n2

vi(Q)In1n2(qc)ρi(q)c†k+q,n1
ck,n2 . (6.9)

2. 电子—声子散射

Hep =
∑

kQ;n1n2;λ

Mλ(Q)In1n2(qc)c
†
k+q,n1

ck,n2(aq;λ + a†
−q;λ) . (6.10)

3. 电子—电子散射

Hee =
∑

Q;
k;n1n2
k′;n3n4

v(Q)In1n2(qc)In3n4(qc)c
†
k′+q,n3

c†k−q,n1
ck,n2ck′,n4 . (6.11)

6.1.2 动力学自旋 Bloch 方程

根据文献 [57, 330]中的推导方法，我们将电场项和散射项当成微扰，在采用了推广

的 Kadanoff-Baym 假设以及对空间的梯度展开以后，利用闭路格林函数方法 [309]建立

了关于电子的单粒子密度矩阵的动力学自旋 Bloch 方程 [57,65,330]：

∂

∂t
ρk(r, t) =

∂

∂t
ρk(r, t)

∣∣∣∣
dr

+
∂

∂t
ρk(r, t)

∣∣∣∣
dif

+
∂

∂t
ρk(r, t)

∣∣∣∣
coh

+
∂

∂t
ρk(r, t)

∣∣∣∣
scat

. (6.12)

动力学方程具体的推导见附录 B。这里 ρk(r, t) 是动量为 k 的电子在位置 r 上 t 时刻的

单粒子密度矩阵。相对于分离能级 (如自旋) 的弛豫来说，不同动量之间的关联一般会

在动量弛豫时间内很快的弛豫，可以不用考虑，因此这里对于动量 k 密度矩阵是对角

的。分立能级之间的关联为：

ρk;n1n2 = 0〈n1|ρk|n2〉0 .

动力学自旋 Bloch 方程 (6.12) 右边的第一项是电场的驱动项

∂ρk(r, t)

∂t

∣∣∣∣
dr

=
1

2
{∇rεk(r, t),∇kρk(r, t)} . (6.13)

其中{A,B} = AB + BA 是反对易关系，矩阵元

(εk(r, t))n1,n2 = (Ek)n1n2 + eE · rδn1n2 + (EHF(k, r, t))n1,n2 .
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这里 EHF(k, r, t) = −
∑

Q I(qc)ρk−q(r, t)v(Q)I(−qc) 是 Hartree-Fock 项。右边的第二项

是扩散项，表示电子从一个位置移动到其它位置的快慢：

∂ρk(r, t)

∂t

∣∣∣∣
dif

= −1

2
{∇kεk(r, t),∇rρk(r, t)} . (6.14)

右边第三项是相干项：

∂ρk(r, t)

∂t

∣∣∣∣
coh

= −i[εk(r, t), ρk(r, t)] . (6.15)

其中 [A,B] = AB − BA 给出对易关系。两维电子气中电子自旋的进动就是由这项给

出。最后一项是散射项，这一项是不可逆的自旋弛豫的主要来源，可以写作：

∂ρk(r, t)

∂t

∣∣∣∣
scat

= −
{

S(>,<) − S(<,>) + S(>,<)† − S(<,>)†
}

. (6.16)

对于非 Markovian 过程，电子-杂质散射、电子-声子散射以及电子-电子散射给出：

S(>,<) =
∑
Q

∫ t

−∞
dτvi(Q)I(qc)e

−iEk−q(t−τ)ρ>
k−q(τ)vi(−Q)I(−qc)ρ

<
k (τ)eiEk(t−τ)

+
∑
Q

∫ t

−∞
dτMλ(Q)I(qc)e

−iEk−q(t−τ)ρ>
k−q(τ)M(−Q)I(−qc)ρ

<
k (τ)eiEk(t−τ)

×(N<(Q)eiωQ(t−τ) + N>(Q)e−iωQ(t−τ))

+
∑

Q;k′,q′
c

∫ t

−∞
dτv(Q)I(qc)e

−iEk−q(t−τ)ρ>
k−q(τ)v(−q′

c)I(−q′
c)ρ

<
k (τ)eiEk(t−τ)

Tr[I(−qc)e
−iEk′ (t−τ)ρ>

k′I(q′
c)ρ

<
k′−q(τ)e−iEk′−q(t−τ)] . (6.17)

其中 N<(Q) = N(Q)是声子的统计分布，N>(Q) = N(Q)+1，ρ>
k = 1−ρk，ρ<

k = ρk。

一般电子系统中自旋轨道耦合比较弱，进动周期以及自旋弛豫时间都比较长，散射

是 Markovian 过程。Markov 近似给出时间积分内的密度矩阵可以化作：

ρk(τ) = eiEk(t−τ)ρk(t)e
−iEk(t−τ) , (6.18)

根据式 (6.7) 可知

eiEkt =
∑
n

eiεn(k)tTk,n . (6.19)
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则将对 τ 的时间积分积掉以后给出能量守恒，散射项 (6.16) 中 S 化作：

S(>,<) = π
∑

Q;n1n2

vi(Q)I(qc)ρ
>
k−q(t)Tk−q,n1vi(−Q)I(−qc)Tk,n2ρ

<
k (t)δ(εn1(k − q) − εn2(k))

+ π
∑

Q;n1,n2

Mλ(Q)I(qc)ρ
>
k−q(t)Tk−q,n1M(−Q)I(−qc)Tk,n2ρ

<
k (t)

×
[
N<(Q)δ(εn1(k − q) − εn2(k) − ωQ) + N>(Q)δ(εn1(k − q) − εn2(k) + ωQ)

]
+ π

∑
Q;k′,q′c

n1,n2,n3,n4

v(Q)I(qc)ρ
>
k−q(t)Tk−q,n1v(−q′

c)I(−q′
c)Tk,n2ρ

<
k (t)

×Tr[I(−qc)ρ
>
k′(t)Tk′,n3I(q′

c)Tk′−q,n4ρ
<
k′−q(t)]

×δ(εn1(k − q) − εn2(k) + εn3(k
′) − εn4(k

′ − q)) . (6.20)

然而对空穴系统而言，自旋轨道耦合非常强，使得自旋进动周期和自旋弛豫

时间很短，几乎可以和动量弛豫时间相比，因此空穴自旋弛豫过程散射中对应

于非 Markovian 过程。本论文中我们只研究 Markov 近似下的自旋弛豫过程。不

过 Zhang 和 Wu [358]仔细研究了这个问题，发现在非 Markovian 过程中，不仅自旋去

相位时间会被有效的延长，而且自旋相干的非相干求和随时间的演化会出现自旋拍现

象。

6.2 量子阱系统

下面我们给出量子阱系统中电子动力学自旋 Bloch 方程。在量子阱系统中，约束

方向设为 z 方向，在窄量子阱系统，约束方向只用考虑最低一个子带就足够了。一

般 z 方向的波函数可以采用有限深势阱 (表2-3中偶宇称的波函数)或者是无限深势阱 (公

式(2.52))给出的波函数。并且由于量子阱的阱宽很窄，对于平面内的磁场我们可以不用

考虑磁场对轨道的影响，只计入 Zeeman 分裂。则电子的平面内的哈密顿量 He 写作

He =
k2

2m∗ + h(k) · σ .

其中h(k) = 1
2
[Ω2D(k) + g∗µBB]。可以求得自旋本征态和本征能量为

|k, ξ = ±〉 =
Tk,ξ| ↑〉

〈↑ |Tk,ξ| ↑〉
, εξ(k) =

k2

2m∗ + ξ|h(k)| . (6.21)

这里能量零点取在 z 方向基态对应的能量上，其中投影算符

Tk,ξ =
1

2
[1 + ξ

h(k)

|h(k)|
· σ] .
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如同我们在上一节所说的，当分立能级对应的波函数即自旋波函数中不包括电子的动

量 k 的时候，动力学方程的推导比较简单。在 σz 表象中，其自旋本征态 | ↑〉 和 | ↓〉 与
动量无关，此时相应的密度矩阵的各个分量为

ρk =

(
〈↑ |ρk| ↑〉 〈↑ |ρk| ↓〉
〈↓ |ρk| ↑〉 〈↓ |ρk| ↓〉

)
=

(
fk,↑ ρk,↑↓

ρk,↓↑ fk,↓

)
. (6.22)

其中对角项 fk,σ=↑,↓ 表示的是自旋朝上和自旋朝下态的占据数，非对角项 ρk,↑↓ 表示的是

自旋朝上和自旋朝下态之间的关联。物理量 A 的统计平均值为

〈A〉 =
∑

k;σ1σ2

〈σ1|Ak|σ2〉〈σ2|ρk|σ1〉 .

在这种表象下，密度矩阵和实验室中测量的自旋极化是直接对应的：对角项的差对应

沿 z 方向的自旋极化，非对角项的实部和虚部分别对应 x/y 方向的自旋极化，这个结

果容易在上式中取 A = (σx, σy, σz) 来验证。这里我们没有考虑不同动量 k 之间的关

联。这是因为在自旋动力学问题中，不同动量之间的关联的弛豫速率以远远大于自旋

弛豫速率而很快弛豫到零。不过在自旋流问题当中，side-jump 机制导致的自旋流就必

须考虑这种不同动量的关联的贡献 [102, 113]，这部分贡献没有包括在现在的动力学自

旋 Bloch 方程。

在外加电场和输运的方向都沿着 x 方向时，动力学自旋 Bloch 方程化作 [57, 65]：

∂

∂t
ρk(r, t) = eE∂kxρk(r, t)−

kx

m∗∂xρk(r, t)−i[h(k)·σ+EHF, ρk(r, t)]+
∂

∂t
ρk(r, t)

∣∣∣∣
scat

. (6.23)

这里 EHF = −
∑

q Vqρk−q(r, t)。和动能项相比，扩散项和驱动项中的 Hartree-Fock 项以

及自旋轨道耦合项的影响都很小而忽略不计。不过对于自旋产生或者自旋流问题，这些

项必须考虑并且可能会有很大的影响。其中散射项 (6.16)中的 S(>,<) 化为：

S(>,<) = π
∑

q;η1η2

|Uq|2ρ>
k−q(t)Tk−q,η1Tk,η2ρ

<
k (t)δ(εη1(k − q) − εη2(k))

+ π
∑

Q;η1,η2

|gQ,λ|2ρ>
k−q(t)Tk−q,η1Tk,η2ρ

<
k (t)

[
N<(Q)δ(εη1(k − q) − εη2(k) + ωQ)

+N>(Q)δ(εη1(k − q) − εη2(k) − ωQ)
]

+ π
∑
q;k′

η1,η2,η3,η4

V 2
q ρ>

k−q(t)Tk−q,η1Tk,η2ρ
<
k (t)Tr[ρ>

k′(t)Tk′,η3Tk′−q,η4ρ
<
k′−q(t)]

×δ(εη1(k − q) − εη2(k) + εη3(k
′) − εη4(k

′ − q)) , (6.24)

这里 |Uq|2 =
∑

qz
vi(Q)vi(−Q)I(qz)I(−qz)，|gQ,λ|2 = Mλ(Q)I(qz)Mλ(−Q)I(−qz)，Vq =∑

qz
v(Q)I(qz)I(−qz) 是考虑了形状因子的准二维的散射矩阵元。这里，形状因子

115



6.2 量子阱系统

在 σz 表象下是对角的，即 Iσ1σ2(qz) = I(qz)δσ1σ2。

6.2.1 Collinear 表象和 Helix 表象

上面我们给出了关于密度矩阵 ρk 在 σz 表象下的矩阵元 fk,σ 和 ρk,↑↓ 所满足的动力

学自旋 Bloch 方程。这组方程是写在 Collinear 表象下。除此之外，电子的未微扰的哈

密顿量的本征态 |k, ξ〉 组成的自旋空间也被广泛的使用，我们称此表象为 Helix 表象，

它得名于在只有 Rashba 自旋轨道耦合时对应的本征波函数为 Helix 态。对于 Helix 表

象下的密度矩阵的矩阵元为：

ρh
k =

(
〈k, +|ρk|k, +〉 〈k, +|ρk|k,−〉
〈k,−|ρk|k, +〉 〈k,−|ρk|k,−〉

)
=

(
fh
k,+ ρh

k,+−

ρh
k,−+ fh

k,−

)
. (6.25)

这里我们用上标 h 表示 Helix 表象中的量。对角项 fh
k,ξ=± 表示的是电子在态 |k,±〉 上

的占据数，非对角项 ρh
k,+− 表示电子在这两个态之间的关联。对应的物理量 A 的统计平

均值为

〈A〉 =
∑
kξ1ξ2

〈k, ξ1|Ak|k, ξ2〉〈k, ξ2|ρk|k, ξ1〉 .

这两个表象之间可以通过幺阵变换联系起来。即

〈k, ξ1|ρk|k, ξ2〉 =
∑
σ1σ2

〈k, ξ1|σ1〉〈σ1|ρk|σ2〉〈σ2|k, ξ2〉 . (6.26)

记

Uk =

(
〈↑ |k, +〉 〈↑ |k,−〉
〈↓ |k, +〉 〈↓ |k,−〉

)
(6.27)

则有

ρh
k = U †

kρkUk (6.28)

动力学自旋 Bloch 方程写在 Helix 表象下稍微复杂了一些，具体的表达式见附录 C。

6.2.2 Collinear 统计和 Helix 统计

现在我们讨论系统的平衡态对系统的自旋动力学性质的影响。对于不同的平

衡态，微扰展开的结果以及在平衡时的分布会有很大的的不同。在以往的工作中

[52, 54, 57, 57, 58, 58–60, 81, 147, 161, 195, 314, 329, 331–335]，系统的平衡态都是由哈密顿

量 H0 = k2

2m∗ 的本征态 χ↑/↓ 和本征能量 εk = k2

2m∗ 对应的费米分布所决定，给出

ρ0(k) =
1

exp([H0(k) − µ]/kBT ) + 1
= f(εk − µ) . (6.29)
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其中 f(x) = 1
ex/kBT +1

给出费米分布。我们称此费米分布为 Collinear 费米分布，对

应的统计为 Collinear 统计。在这个统计下，散射项的数值处理已经被很仔细的研究

过 [147]，具有很高的计算精度及速度。然而我们知道，在有自旋轨道耦合以及外磁场

的系统，自旋本征态和本征能量由式 (6.21) 给出，和 Collinear 统计下的本征态和本征

能量完全不一样，可以看出自旋轨道耦合对系统自旋性质有非常大的影响 [347]。此时

系统的平衡态是由系统哈密顿量 He 的本征波函数和本征能量对应的费米分布所决定，

其中包括了自旋轨道耦合和外磁场的影响，给出

ρ0(k) =
1

exp([He(k) − µ]/kBT ) + 1
=

∑
ξ

f(εk,ξ − µ)Tk,ξ . (6.30)

我们称这种费米分布为 Helix 费米分布，它所对应的统计为 Helix 统计。由此可见，

对于每个动量 k 来说，Helix 费米分布是自旋极化的，并且极化方向沿着总有效磁

场 h(k) 方向，这和 Collinear 费米分布有着极大的不同。但是对于 Helix 统计而言，

系统的基态仍然是没有自旋极化的，这是因为只有自旋轨道耦合作用而无外磁场的系

统中，时间反演对称性可以保证系统的总的自旋极化为零。因此，对于不同的统计，

系统对应着不同的平衡态，这对其动力学性质有着很大的影响。一般来说，对于量子

点系统中的自旋弛豫 [41, 42]以及自旋霍耳效应问题 [128,359,360]是在 Helix 统计下讨论

的。在这种统计下，由于不同自旋对应的能谱不再简并以及能带也不再是抛物带，动力

学方程高精度的数值求解比较困难。原则上，在自旋轨道耦合很弱时，Collinear 统计

是 Helix 统计的一个很好的近似。然而一旦进入强耦合区域—很容易在窄量子阱系统中

实现—如下的两种效应将会非常显著：(i) 自旋轨道耦合引起的强有效磁场将会导致电

子自旋快速进动，从而给出很强的自旋相干效应以及由此引起和自旋去相位不同的自旋

去极化；(ii) Helix 统计对自旋弛豫过程的影响将会很大。因此需要研究这两种统计下自

旋弛豫过程的差别，我们将在后面给出这两种统计下自旋弛豫时间的比较 [65]。

Helix 统计和 Collinear 统计下给出的动力学 Bloch 方程中除了散射项不一样以外，

相干项、驱动项以及扩散项都给出相同的形式。在上面章节中给出的动力学方程都

是在 Helix 统计下给出的。下面我们给出在 Collinear 统计下的两维系统的自旋动力

学 Bloch 方程。在忽略了自旋轨道耦合对系统能量的影响以后，利用

δ(εη1(q) − εη2(k)) → δ(ε(q) − ε(k))

以及 ∑
η

Tk,η = 1

则散射项化为

∂ρk(r, t)

∂t

∣∣∣∣
scat

= −
{

S(>,<) − S(<,>) + S(>,<)† − S(<,>)†
}

.
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6.2 量子阱系统

其中

S(>,<) = π
∑
q

|Uq|2ρ>
k−q(t)ρ

<
k (t)δ(εk−q − εk)

+ π
∑
Q

|gQ,λ|2ρ>
k−q(t)ρ

<
k (t)

[
N<

Qδ(εk−q − εk + ωQ) + N>
Qδ(εk−q − εk − ωQ)

]
+ π

∑
q;k′

V 2
q ρ>

k−q(t)ρ
<
k (t)Tr[ρ>

k′(t)ρ<
k′−q(t)]δ(εk−q − εk + εk′ − εk′−q) , (6.31)

也就是以往的工作 [52, 57,311,327,344]中散射的形式。

6.2.3 空间均匀时的非均匀扩展

现在我们考虑空间均匀系统中自旋极化的时间演化。为了简单起见，自旋轨道耦合

我们采用 Rashba自旋轨道耦合，散射只考虑电子-杂质散射，并且忽略 Hartree-Fock项

的贡献，动力学自旋 Bloch 方程化作：

∂

∂t
ρk(t) = −i[α(kyσx − kxσy), ρk(t)] − 2π

∑
q

|Uq|2δ(εk−q − εk)(ρk − ρk−q) . (6.32)

将密度矩阵 ρk 按照角度展开，

ρk =
∑

l

ρl(k)eilθk , (6.33)

由 ρk 的厄密性很容易得出 ρl(k) = ρ†
−l(k)。则动力学自旋 Bloch 方程化作：

∂

∂t
ρl(k, t) = αk

{
[S†, ρl+1(k, t)] − [S, ρl−1(k, t)]

}
− |Ul(k)|2ρl(k, t) . (6.34)

其中 S† = σx+iσy

2
是自旋升算符，由于 |Uk−q|2 只与向量的大小 |k − q| 有关，

故 |Ul(k)|2 = m∗

2π~2

∫ 2π

0
dθ|U(

√
2k2(1 − cos θ))|2(1 − cos lθ)，则

|U0(k)|2 = 0 ,

|U−1(k)|2 = |U1(k)|2 ≡ 1

τp(k)
. (6.35)

其中 1
τp(k)

是由公式 (3.39) 定义的动量弛豫时间。建立关于自旋极化傅立叶分
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量 sl(k, t) = 1
2
Tr[ρl(k, t)σ] 的方程。利用矩阵 F =

 0 0 1

0 0 −i

−1 i 0

，我们得到
1

2
Tr

[
[S†, ρl]σ

]
=

1

2
Tr

[
ρl[σ, S†]

]
= F †sl(k, t) ,

1

2
Tr

[
[S, ρl]σ

]
= Fsl(k, t) . (6.36)

则运动方程化作

∂

∂t
sl(k, t) = αk[F †sl+1(k, t) −Fsl−1(k, t)] − |Ul(k)|2sl(k, t) . (6.37)

简单起见，我们只考虑阶数 l = 0,±1 的自旋 sl，则上面的方程可以化作 ∂

∂t
− αk


− 1

αkτp(k)
−F 0

F † 0 −F
0 F † − 1

αkτp(k)




 s1

s0

s−1

 = 0 . (6.38)

这个方程可以严格的求解，在给定初始条件是沿着 z 方向的费米分布的自旋极化时

s1(k, 0) = 0 ,

s0(k, 0) = f(εk − µ)ẑ ,

s−1(k, 0) = 0 . (6.39)

则方程 (6.38) 的解为：

s1(k, t) = − xk

2
√

1 − x2
k

e
− t

2τp(k) sinh

(
t

2τp(k)
√

1 − x2
k

)1

i

0

 f(εk − µ) ,

s0(k, t) = e
− t

2τp(k)

sinh

(
t

2τp(k)/
√

1−x2
k

)
√

1 − x2
k

+ cosh

(
t

2τp(k)/
√

1 − x2
k

)
0

0

1

 f(εk − µ) ,

s−1(k, t) = − xk

2
√

1 − x2
k

e
− t

2τp(k) sinh

(
t

2τp(k)/
√

1 − x2
k

)  1

−i

0

 f(εk − µ) , (6.40)
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6.2 量子阱系统

其中 xk = 4αkτp(k)，则单个动量 k 对应的自旋极化

sk(t) = s0(k, t) + s1(k, t)eiθk + s−1(k, t)e−iθk . (6.41)

其中 z 方向分量为

sz
k(t) = sz

0(k, t)

= e
− t

2τp(k)

sinh

(
t

2τp(k)/
√

1−x2
k

)
√

1 − x2
k

+ cosh

(
t

2τp(k)/
√

1 − x2
k

) f(εk − µ)

=

[(
1 +

1√
1 − x2

k

)
e
− t

2τp(k)

“

1−
√

1−x2
k

”

+

(
1 − 1√

1 − x2
k

)
e
− t

2τp(k)

“

1+
√

1−x2
k

”

]

×f(εk − µ)

2
. (6.42)

从这里可以看出，对于不同大小的 xk，z 方向的自旋极化的时间演化行为有很大的区

别。

1. xk > 1，即 αkτp(k) > 1/4，对应着弱散射区域。

公式 (6.42) 中第二行 [· · · ] 内是一个振荡的项，不会给出自旋极化的衰减。从而自
旋弛豫时间为

1

τs(k)
=

1

2τp(k)
.

不过自旋极化的进动频率为 ωk =
√

(2αk)2 − ( 1
2τp(k)

)2。和前面运动方程得到的结

果 (3.24) 一致，散射使自旋进动的频率变慢，从而对自旋进动起到了抑制作用。

这种进动频率的不同会给出一个可逆的自旋弛豫。

2. xk < 1，即 αkτp(k) < 1/4，对应着强散射区域。

此时自旋极化不仅仅不会出现振荡，它的衰减也变成了两个指数的形式，它们对

应的时间分别是
1

τs,±(k)
=

1 ±
√

1 − (4αkτp(k))2

2τp(k)
(6.43)

这和一般讨论的单指数衰减的弛豫过程不同。在强散射近似下，即xk ¿ 1，此时

1

τs,+(k)
=

1

τp(k)
,

1

τs,−(k)
= (2αk)2τp(k) . (6.44)

这里 τs,−(k) 和前面第3章中 DP 机制得到的自旋弛豫结果一样，但是要比原来多

出另外一个弛豫时间 τs,+(k)，即动量弛豫时间部分。由于这两衰减部分的大小在
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强散射近似下几乎一样，从而自旋信号的衰减应当以自旋弛豫时间 τs,± 中长的

量 τs,− 为准。此处，我们通过严格求解动力学方程解析的验证了 DP 机制在强散

射下的结果。

不过由于在半导体中高温下电子分布扩展的比较大，从而对自旋弛豫有贡献的电

子的动量可以从很小的值到很大的值，由于动量弛豫时间对于动量的大小而言是

单调上升的，故 xk 对于动量的大小而言也是单调上升的，所以对于整体的电子

而言，在弹性散射近似下，其中有部分是处在强散射区域，有部分处在弱散射区

域。而 DP 机制只计算了其中一部分，从而不能给出最终正确的自旋弛豫时间，

和数值求解动力学自旋 Bloch 方程的结果会有很大的区别 [52,331]。

可见，单体公式 (3.56) 只有在强散射区域才能给出正确的自旋弛豫时间。这个结

果也定量的解释了非均匀扩展导致的自旋弛豫/去相位：(i) 在弱散射极限下，非均匀

扩展比较大，散射提供了弛豫通道，故散射越强，自旋弛豫时间越短，即对应这里

的 τs(k) = 2τp。此时散射对自旋进动的抑制作用是非常明显的，随着散射的增强，自旋

进动频率减小。(ii)在强散射极限下，可以看到自旋极化已经不再进动。散射对非均匀

扩展的反作用使得自旋弛豫速率变慢。并且随着散射变强，非均匀扩展变弱，使得自旋

弛豫时间变长。从这里可以看出，从非均匀扩展的观点来理解自旋弛豫远比 DP 机制包

括了更多的内容。

6.3 量子线系统

下面我们给出量子线系统中的自旋动力学 Bloch 方程。对于量子线系统，只有沿着

量子线方向电子可以自由运动，其余两个方向被方势阱约束。电子本征波函数的量子数

可以记为 (n,m, k)，其中 n/m 分别是约束方向 x/y 的子带指标，而 k 是沿着量子线方

向的动量。如果量子线的线宽足够小，各个方向的约束只用考虑最低的一个子带，那么

波函数的量子数标记约化为 (1, 1, k)。在 Collinear 表象以及 Collinear 统计下，电子的

动力学 Bloch 方程给出：

∂

∂t
ρk(z, t) = eE∂kρk(z, t) −

k

m∗∂zρk(z, t) − i[Hso + EHF, ρk(z, t)] +
∂

∂t
ρk(z, t)

∣∣∣∣
scat

. (6.45)

对于 InAs 量子线材料，Rasbha 自旋轨道耦合占主导地位，Hso 由公式 (2.35) 给

出。Hartree-Fock 项以及散射项都和量子阱系统中的形式一样，不过对应的形状因

子 I(qz) 要用 I(qx)I(qy) 代替。即：

EHF = −
∑

q

Vqρk−q(z, t) . (6.46)
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和散射项中的

S(>,<) = π
∑
q

|Uq|2ρ>
k−q(t)ρ

<
k (t)δ(εk−q − εk)

+ π
∑
Q

|gQ,λ|2ρ>
k−q(t)ρ

<
k (t)

[
N<

Qδ(εk−q − εk + ωQ) + N>
Qδ(εk−q − εk − ωQ)

]
+ π

∑
q;k′

V 2
q ρ>

k−q(t)ρ
<
k (t)Tr[ρ>

k′(t)ρ<
k′−q(t)]δ(εk−q − εk + εk′ − εk′−q) . (6.47)

其中 Q = (qx, qy, q) 且

|Uq|2 =
∑
qx,qy

vi(Q)vi(−Q)I(qx)I(qy)I(−qx)I(−qy) ,

|gQ,λ|2 = Mλ(Q)I(qx)I(qy)Mλ(−Q)I(−qx)I(−qy) ,

Vq =
∑
qx,qy

v(Q)I(qx)I(qy)I(−qx)I(−qy) . (6.48)

6.3.1 空间均匀时的非均匀扩展

我们考虑第7章中的位型 (i) 对应的系统，可以取有效磁场沿着 y 方向。则只考虑杂

质散射并且忽略 Hartree-Fock 项的动力学方程化作：

∂

∂t
ρk(t) = −i[−αkσy, ρk(t)] − 2π

∑
q

|Uq|2δ(εk−q − εk)(ρk − ρk−q) . (6.49)

即
∂

∂t
ρk(t) = −i[−αkσy, ρk(t)] −

1

τp(k)
(ρk − ρ−k) . (6.50)

其中 1
τp(k)

= m∗

~2|k| |U2k|2。将其化作自旋矢量 s(k) 的方程，由于这个方程只能耦

合 x 和 z 方向的自旋极化，故可以记 s(k, t) =

(
sx(k, t)

sz(k, t)

)

∂

∂t
s(k, t) = −2αk

(
0 1

−1 0

)
s(k, t) − 1

τp(k)
[s(k, t) − s(−k, t)] . (6.51)

通过联立 s(±k, t) 的方程，即 ∂

∂t
+ 2αk


yk 1 −yk 0

−1 yk 0 −yk

−yk 0 yk −1

0 −yk 1 yk




(
s(k, t)

s(−k, t)

)
= 0 . (6.52)
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其中 yk = 1
xk

= 1
2αkτp(k)

。在初始条件为沿着 z 方向分布极化时，即

s(k, 0) = s(−k, 0) =

(
0

f(εk − µ)

)
. (6.53)

可以求解出

s(±k, t) =


∓ 2αkτp(k)√

1−[2αkτp(k)]2
sinh

(
t

τp(k)/
√

1−[2αkτp(k)]2

)

cosh

(
t

τp(k)/
√

1−[2αkτp(k)]2

)
+

sinh

 

t

τp(k)/

√
1−[2αkτp(k)]2

!

√
1−[2αkτp(k)]2

 e
− t

τp(k) f(εk − µ) .

(6.54)

可以看出，和两维系统的结果一样，对于强散射和弱散射，量子线中电子自旋给出不一

样的弛豫过程。不过这里

1. 强散射区域：2αkτp(k) < 1。自旋弛豫时间为 τs(k) = τp

1−
√

1−[2αkτp(k)]2
。

2. 弱散射区域：2αkτp(k) > 1。自旋弛豫时间为 τs(k) = τp(k)，不过此时自旋极化进

动频率为 ωk =

√
1−[2αkτp(k)]2

τp
。

6.4 小结

我们通过闭路格林函数方法建立了受限系统的动力学自旋 Bloch 方程，分别给出

了 Collinear 表象和 Helix 表象下的表达形式。同时也讨论 Collinear 统计和 Helix 统计

下动力学自旋 Bloch 方程的异同点。对于量子阱和量子线系统，在只考虑电子-杂质散

射时方程可以解析的求解，它们表明用非均匀扩展的观点会对自旋弛豫过程给出一个完

整的描述。

123



第第第七七七章章章 量量量子子子线线线系系系统统统中中中自自自旋旋旋弛弛弛豫豫豫和和和自自自旋旋旋调调调控控控

本章我们研究了 InAs 量子线中由 Rashba 自旋轨道耦合引起的电子自旋弛豫。在

对两种不同位型下的自旋去相位时间进行研究以后，我们发现对于给定大小的磁场，在

其中一种位型 (自旋极化方向沿着量子线方向而外加磁场方向垂直于量子线方向) 下自

旋去相位时间可以由界面电场的方向调控；然而在另外一种位型 (自旋极化方向垂直于

量子线方向而外磁场方向沿着量子线方向) 下自旋去相位时间与界面电场的方向无关。

量子线中的自旋去相位可以用 Rasbha 自旋轨道耦合给出的非均匀扩展和自旋守恒散射

的共同作用来理解。这里我们指出在量子线系统中非均匀扩展可以由自旋进动频率的均

方差描述，以帮助我们进一步理解量子线系统中由 Rashba 自旋轨道耦合引起的多体效

应。

7.1 模型

我们所研究的量子线系统是用宽度为 a 的无限深方势阱约束的 InAs 纳米结构，见

示意图 7-1。由于量子线在两个方向上有约束，需要两个量子数 n 和 m 来表示每个约

束方向的波函数。而沿着量子线方向电子可以自由运动，可以用动量 k = kêw 描述，其

中 êw 为量子线的生长方向。在量子线线宽 a 足够小以及电子浓度比较低时，所有的电

子都占据在最低的一个子带 n,m = 1 上，高子带的贡献可以忽略不计。这两个方向的

最低子带的子带波函数都由式 (2.52) 给出。 在 InAs 材料中，自旋轨道耦合相互作用主

要是 Rashba 相互作用，给出有效磁场

Ω(k) = α0kE × êw , (7.1)

E 是界面电场，它的方向和量子线生长方向垂直，并且可以通过两个约束方向的门电

压任意调节。因此在量子线系统中，不仅仅电场的大小，而且电场的方向都可以在垂

直于量子线方向的平面内任意调节。由于电子的运动方向只能沿着量子线方向，因此

在固定了界面电场以后，Rashba 自旋轨道耦合在不同动量下给出的有效磁场的方向

是固定的，沿着方向 E × êw，与界面电场以及量子线生长方向都垂直。在下面的研

究中，我们始终把自旋极化的方向定为 z 方向，外加磁场方向为 x 方向。我们考虑

两种不同的位型：(i) 见图 7-1 (a)。自旋极化方向沿着量子线生长方向，此时自旋轨

道耦合导致的有效磁场 Ω和外加磁场的方向都是垂直于自旋极化方向；电场和有效磁

场分别给出：E = E(sin θ, cos θ, 0) 和 Ω(k) = α0Ek(cos θ,− sin θ, 0)。(ii) 见图 7-1 (b)。
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图图图 7-1: 我们所研究的两种不同的位型：(a) 自旋极化方向沿着量子线生长方向，此时自旋轨道
耦合导致的有效磁场和外加磁场的方向都是垂直于自旋极化方向；(b) 自旋极化方向和量子线生
长方向垂直，此时外加磁场方向沿着量子线生长方向。在两种位型下，我们都把自旋极化的方
向定为 z 方向，外加磁场方向为 x 方向。

自旋极化方向和量子线生长方向垂直，此时外加磁场方向沿着量子线生长方向，给

出：E = E(0, cos θ, sin θ)，Ω(k) = α0kE(0,− sin θ, cos θ)。其中 θ 给出电场和 y 轴的夹

角。

动力学自旋 Bloch 方程由公式 (6.45) 给出，

∂

∂t
ρk(t) + i[(Ω(k) + g∗µB/2) · σ + EHF(k), ρk(t)] =

∂

∂t
ρk(t)

∣∣∣∣
scatt

. (7.2)

其中 ρk(t) =

(
fk↑ ρk

ρ∗
k fk↓

)
是空间均匀系统的单粒子密度。Hartree-Fock 项由式 (6.46) 给

出

EHF(k) = −
∑
q

Vqρk−q(t)

其中

Vq =
∑
qx,qy

v(Q)I(qx)I(qy)I(−qx)I(−qy) .

这里 Q = (qx, qy, q)。我们考虑高温 (T > 120 K)下的自旋弛豫，散射项中只考虑了电

子-LO 声子之间的散射，由式 (6.47) 给出

∂

∂t
ρk(t)

∣∣∣∣LO
scatt

= −π
∑
Q

|gLOQ |2
{

δ(εk−q − εk + ωQ)[NQ(1 − ρk−q)ρk − (1 + NQ)ρk−q(1 − ρk)]

+δ(εk−q − εk − ωQ)[(1 + NQ)(1 − ρk−q)ρk − NQρk−q(1 − ρk)]

}
+

{
· · ·

}†

. (7.3)
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其中散射矩阵元 |gLOQ |2 =
αΩ

3/2
LO√

2µQ2 I(qx)I(−qx)I(qy)I(−qy) 以及 α = e2
√

µ/(2ΩLO)(ε
−1
∞ −

ε−1
0 )，声子分布函数 NQ = 1

eβΩLO−1
，其中 ΩLO 给出 LO 声子的能谱。

7.2 结果

方程 (7.2) 是非线性微分方程组，需要用数值方法自洽求解。给定初始分布：

ρk(0) = 0 ,

fkσ(0) =
1

1 + e(εk−µσ)/kBT
. (7.4)

其中 µσ 是自旋为 σ 的电子的初始化学势，它由电子初始浓度决定。计算中使用的参数

如下：温度 T = 150 K，阱宽 a = 15 nm，电子浓度 Ne = 5.3 × 1016 cm−3，电场 E =

1.4× 104 V/cm 和 Rashba 耦合系数 α0 = 110 e · Å2
，LO 声子的能量 ΩLO = 28.5 meV，

有效 g 因子 g∗ = 15.，屏蔽常数 ε∞ = 12.25 以及 ε0 = 15.15。根据第3章的介绍，我们

用自旋相干的非相干求和 ρ(t) =
∑

k |ρk(t)| 的包络线的指数衰减给出自旋去相位时间。
图 7-2 和 7-3 给出了两种不同位型 (i) 和 (ii) 中自旋弛豫时间随着外加电场

方向的变化结果。我们可以发现在位型 (i) 中当 Rashba 有效磁场方向和外加磁

场方向夹角 θ < 60◦ 时，自旋去相位时间对外加磁场和电场的角度的依赖很小。

当 60◦ < θ < 90◦自旋去相位时间随着磁场和电场的角度快速增加。比如在外磁

场 B = 2 T 时，在 θ = 90◦ 时的自旋去相位时间是 θ = 60◦ 的 3 倍。并且外加磁场越

大，自旋去相位时间随着电场角度增加的越快。在 θ = 90◦ 附近时的时候，自旋去相位

时间随着外磁场增加而增加。然而位型 (ii) 中的自旋弛豫却给出完全不一样的结果，调

节外加电场的方向时，自旋去相位的时间不变，且其值和位型 (i) 中在 θ = 90◦ 的结果

几乎一样。

这种自旋去相位时间的电场方向依赖关系可以用第3章中的介绍的非均匀扩展引起

的自旋去相位来理解。在量子线系统中，自旋去相位来源于由 Rasbha 自旋轨道耦合所

提供的自旋极化进动方向和角度的非均匀展宽。在前面已经指出，在有非均匀展宽的系

统中，任何一种散射，即使是自旋守恒散射，也会造成不可逆的自旋去相位。对于量

子线系统，我们可以用如下的估计给出非均匀扩展的大小：量子线中的电子自旋感受

到 Rasbha 自旋轨道耦合给出的有效磁场和外加磁场的合磁场的作用，从而围绕着这个

合磁场做 Lamor 进动。由于 Rashba 有效磁场是电子动量依赖的，对于不同大小的电子

动量电子的 Lamor 进动的频率不一样，这正是非均匀扩展的来源。因此我们很自然的

就会想到用 Lamor 进动的频率的均方差来表示非均匀扩展。从这种观点出发，我们计

算 Lamor 进动频率的均方差如下：

∆2 = 〈(gµBB + 2α0E k cos φ)2 + (2α0E k sin φ)2〉

−〈
√

(gµBB + 2α0E k cos φ)2 + (2α0E k sin φ)2〉2 (7.5)
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图图图 7-2: 位型 (i) 中自旋去相位时间在不同磁场下随着外加电场的方向的变化。其中 (¥)
B=0.5 T，(•) B=2 T 和(N) B=4 T。插图给出电子感受到的有效磁场对动量的均方差。
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图图图 7-3: 位型 (ii) 中自旋去相位时间在不同磁场 B=0.5、2 和 4 T 下随着外加电场的方向的变
化。其中 (¥) B=0.5 T，(•) B=2 T 和(N) B=4 T。插图给出电子感受到的有效磁场对动量的均
方差。

127



7.2 结果

其中 φ 是 B 和 Ω(k) 之间的夹角，在位型 (i) 中给出 φ = θ 以及位型 (ii) 中 φ ≡
90◦。〈· · · 〉 表示对自旋极化分布求平均：

〈A(k)〉 =

∫
dk (fk ↑ − fk ↓)A(k)∫

dk (fk ↑ − fk ↓)
. (7.6)

在图 7-2和 7-3的插图中，我们分别给出两种不同位型下的 1/∆随着外加电场角度 θ 的

变化。从图上很容易看出，1/∆ 和自旋去相位时间 τ 的变化趋势几乎一样：对于位

型 (i)，在θ < 60◦ 时 1/∆ 几乎不变化，然后快速的随着 θ 和外磁场的的增加而增加；

对于位型 (ii)，1/∆ 不随 θ 变化，并且它的值和位型 (i) 中对应 θ = 90◦ 的情况一样。因

此在比较了 τ − θ 和 1/∆ − θ 关系以后可以知道，自旋去相位时间完全是由非均匀扩展

决定的。同时，位型 (i) 下的 τ − θ 的非线性性质也可以从非均匀扩展中得到理解：当

外加磁场要远比 Rasbha 产生的有效磁场大的时候，∆ 可以化作：

∆2 = 〈(2α0E k)2〉 cos2 θ+
1

4(gµBB)2

{
〈(2α0E k)4〉[1−6 cos2 θ+5 cos4 θ]−〈(2α0E k)2〉2 sin4 θ

}
.

(7.7)

其中第二项的值很小，可以忽略。因此当 θ ∼ 90◦ 时，1/∆ ∼ 1/ cos θ 给出自旋去相位

时间在 θ < 60◦ 是变化缓慢而在 θ > 60◦ 是快速变化，和自旋去相位时间随着电场方向

的变化一致。
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第第第八八八章章章 等等等强强强度度度 Dresselhaus 项项项和和和 Rashba 项项项

的的的 GaAs 量量量子子子阱阱阱中中中自自自旋旋旋弛弛弛豫豫豫

本章我们讨论了两种不同基态对电子自旋弛豫的影响：一种是考虑了自旋轨道耦

合对基态的影响，即 Helix 统计；另外一种是没有考虑自旋轨道耦合对基态的影响，

即 Collinear统计。通过在具有等强度的 Dresselhaus和 Rashba自旋轨道耦合的GaAs量

子阱中数值求解动力学自旋 Bloch 方程，得到两种统计下的自旋时间演化，我们发现这

两种统计下的自旋弛豫时间几乎没有差别。同时在等强度的 Dresselhaus 和 Rashba 自

旋轨道耦合系统中，不同自旋极化方向的自旋弛豫表现出很强的各向异性：在没有考

虑 Dresselhaus 项的三次方项的贡献的时候，沿着 (110) 方向的自旋弛豫时间是无穷

长，而其它方向两个方向 (001) 和 (1̄10) 的自旋弛豫时间却非常短；即使考虑了三次方

项的贡献，(110) 方向的自旋极化的自旋弛豫时间变为有限长，但是仍然要远远大于另

外两个方向的弛豫时间。紧接着，我们研究了 (110) 方向的自旋弛豫时间的温度、电子

浓度和量子阱阱宽依赖关系，这些结果都可以由非均匀扩展引起的自旋弛豫机制很好的

解释。

8.1 理论模型

在阱宽为 a 的 GaAs 量子阱系统中，我们按照第 6.2 节对其中电子自旋建立动力学

方程。在本章我们研究空间均匀系统中分别在 Collinear 统计以及 Helix 统计下的自旋

弛豫，我们将运动方程写在 Collinear 表象如下：

∂

∂t
ρk(t) = −i[h(k) · σ + EHF, ρk(t)] +

∂

∂t
ρk(t)

∣∣∣∣
scat

. (8.1)

右边第一项是相干项，决定着电子进动的频率。其中 Hartree-Fock 项 EHF(k) =

−
∑

q Vqρk−q 满足 ∑
k

[∑
q

Vqρk−q, ρk

]
= 0 . (8.2)

由此可见，Hartree-Fock 项不会引起电子系统的自旋翻转，但是它提供了一个动量依赖

的有效磁场
1

2
gµBBHF(k) = −

∑
q

VqSk−q , (8.3)



8.1 理论模型

其中自旋极化 Sk = Tr[ρkσ]/2。可见磁场的大小是和自旋极化成正比，故 Hartree-

Fock 项在小极化条件下的贡献不大，但是在高极化条件下有非常重要的贡献。自旋翻

转机制主要来源于自旋轨道耦合作用，其有效磁场 h(k) 给出，

h(k) = ΩR(k) + ΩD(k) . (8.4)

其中同时包括 Dresselhaus 项以及 Rashba 项的贡献，即

ΩR(k) = α

 ky

−kx

0

 , ΩD(k) = γ(
π

a
)2

−kx

ky

0

 + γkxky

 ky

−kx

0

 . (8.5)

并且我们始终取两项的系数 α ≡ β = γ(π/a)2，这个条件可以通过使用门电压调

节 Rashba 自旋轨道耦合的强度来实现。其中线性项自旋轨道耦合对应的有效磁场为

hl(k) =
√

2β(ky − kx)n̂1 , (8.6)

其中 n̂1 = 1√
2

1

1

0

。由此可见自旋轨道耦合线性项给出的有效磁场的方向与动量无关，
始终沿着 n̂1 方向。

散射项倾向于将系统从非平衡态耗散到统计相关的平衡态 ρ0(k)，其中 Collinear 统

计和 Helix 统计下 ρ0 分别由公式 (6.29) 和 (6.30) 给出。因此散射项表达式是与系统采

用的统计有关，其中在 Collinear 统计下的散射项由式 (6.31) 给出，Helix 统计下的散射

项由式 (6.24) 给出，同时考虑了电子–非磁性杂质散射、电子- LO 声子散射以及电子-电

子库仑散射。在给定的统计下，当系统处在相应的平衡态，即 ρk = ρ0(k) 时，很容易验

证对任何的动量 k 而言，散射项都是零，即：

∂

∂t
ρk(t)

∣∣∣∣
scat , ρk=ρ0

= 0 . (8.7)

在没有外场驱动的时候，在系统达到平衡分布 ρ0 时，方程 (8.1) 中任何一项都是零。

对于自旋守恒散射项，无论是哪一种统计下都很容易得到

∑
k

∂

∂t
ρk(t)

∣∣∣∣
scat

= 0 . (8.8)

由方程 (8.1) 可以得到总的自旋极化 Sn̂ = S · n̂，其中 S =
∑

k Sk，所满足的方程

∂

∂t
Sn̂ + i

∑
k

Tr([HR + HD, ρk]n̂ · σ) = 0 , (8.9)
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在只考虑自旋轨道耦合的线性项时，

Tr([hl(k) · σ, ρk]n̂ · σ) =
√

2β(ky − kx)Tr([n̂1 · σ, ρk]n̂ · σ)

= 4
√

2iβ(ky − kx)(n̂ × n̂1) · Sk . (8.10)

因此对于沿着 n̂1 方向的自旋极化 Sn̂1 而言，系统的总自旋极化将不会弛豫

∂

∂t
Sn̂1 = 0 .

这是因为在只考虑自旋轨道耦合的线性项时，n̂1 方向的自旋极化和自旋轨道耦合提供

的有效磁场 hl 方向一样，电子自旋将不会进动，没有任何的非均匀扩展，从而系统自

旋极化不会弛豫。

8.2 计算结果

在考虑了 Dresselhaus 项的三次方项的贡献以后，任何一个方向的自旋极化都会弛

豫。这时因为三次方向自旋轨道耦合导致的有效磁场的方向依赖与动量 k 的方向，任何

一个方向的自旋极化都会感受到非均匀扩展，在散射的作用下就会弛豫。在下面我们分

别研究三个方向的自旋极化的时间演化：n̂1，n̂2 = 1√
2

−1

1

0

 以及 ẑ =

0

0

1

。即使在
只考虑自旋轨道耦合线性项的贡献的时候，n̂1 方向的自旋极化不会弛豫，但是另外两

个方向的自旋极化的弛豫时间是有限的。同时，不同的统计对自旋弛豫时间的影响也是

不清楚的。下面我们通过数值求解方程 (8.1) 来比较这个差别。

8.2.1 数值处理方法

在数值计算中，如何数值处理散射项是一个难点。对于 Collinear 统计，文

献 [147] 中仔细给出了如何在动量空间分割以及如何处理电子-杂质散射、电子-

LO声子散射以及驱动项。对于散射项的处理，要点是要保证散射项所满足的对称

性 (8.7) 和 (8.8)，分别用来保证粒子数守恒和系统可以演化到对应统计下的平衡态。

在对 Collinear 统计下对能量和角度 (k2, θ) 平均分割，自旋两支对应的分割点是相同

的，这种分割下散射项中的 δ 函数可以积掉并且不破坏对称性。电子-杂质散射和电

子- LO声子散射很容易满足上面提到的两个对称性；对于库仑散射，虽然散射项中每个

密度矩阵对应的能量都可以严格的落到分割点上，但是角度不一定可以落到分割点上，

需要对角度进行插值。由于库仑散射的复杂度很高，导致计算速度很慢。我们给出一种

新的数值处理库仑散射的方法，在没有降低计算精度的情况下大大提高了数值计算速
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8.2 计算结果

度，具体见附录 D。无论如何，对于 Collinear 统计下的数值计算，给出的计算结果在

定量上是可以得到保证的。

然而在 Helix 统计下，由于两支自旋对应的能谱不再简并，按照能量分割对两支

自旋给出不同的分割格点，如果仍然把散射项中的 δ 函数积掉的话，则不再能严格

保证散射项所满足的对称性，不仅会大大的降低计算精度，还会导致方程的稳定性

变差，不容易收敛。因此对于 Helix 统计下的散射项的处理，我们将 δ 函数用高斯分

布 δ(x) = limσ→0
e−x2/σ2

√
πσ
代替。在我们给定的分割中，对应能量分割间距 ∆E，选取高

斯展宽 σ = 0.5∆E，在比较多的分割格点下,计算精度可以在一定程度上保证。因此这

种方法不仅仅需要多计算一重积分，并且还需要大量的分割格点，从而计算速度非常的

慢。

对于沿着方向 n̂ 的自旋极化的时间演化，我们采用初始分布：

ρk(t = 0) =
1

2

[ ∑
ξ=±1

f(εk − µξ) +
∑
ξ=±1

ξf(εk − µξ)n̂ · σ
]

. (8.11)

这个条件是统计相关的，给出的自旋极化沿着方向 n̂。通过总的电子浓度 Ne =∑
k,ξ fk,ξ 以及自旋极化率 P = Sn̂/Ne，可以得到化学势 µξ，从而给出具体的初始分

布。在下文中，我们始终取 Ne = 4 × 1011 cm−2 和 P = 5%。GaAs 材料的其它参数如

下：有效质量 m∗ = 0.067 m0，其中 m0 是自由电子质量；介电常数 κ∞ = 10.8 和 κ0 =

12.9；LO 声子能量 ΩLO = 35.4 meV；Dresselhaus 自旋轨道耦合常数 γ = 25 meV·Å3
；

除了特别说明以外，量子阱的阱宽取 a = 5 nm。

8.2.2 两种统计下自旋极化的时间演化

在图 8-1 中我们给出沿着不同方向 ẑ (图 (a))、n̂1 (图 (b)) 以及 n̂2 (图 (c)) 的自旋

极化在 Collinear 统计 (实线) 和 Helix 统计 (虚线) 下的时间演化结果。在计算中我们只

考虑电子-杂质散射和电子- LO声子散射，其中杂质的浓度取为 Ni = 0.5Ne。在比较这

两种统计下的时间演化结果时，我们没有考虑电子电子库仑散射，因为在 Helix 态下库

仑散射的计算需要大量的 CPU 时间，并且对于电子-杂质散射和电子- LO声子散射已

经可以大致反应两种不同统计下数值结果的差别。

从图上可以看出，在考虑了 Dresselhaus 三次方向的贡献以后，n̂1 方向的自旋弛豫

时间变为有限值 (几百 ps)，但是仍然要比其它两个垂直的方向 ẑ 和 n̂2 的弛豫时间 (小

于 1 ps) 要长的多。这个结果来源于自旋轨道耦合产生的有效磁场具有很强的各向异

性：我们知道，在高温下如果没有外磁场的时候，自旋极化将不会振荡并且一直沿着初

始极化方向；而在文献 [343] 中指出，强散射下每一个动量的自旋极化的时间演化都保

持同样的相位。因此对于沿着方向 n̂ 的自旋极化，只有沿着垂直于这个方向的有效磁场

h⊥
n̂ = h(k) − h(k) · n̂n̂
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图图图 8-1: 沿着方向 (a)ẑ、(b) n̂2 以及 (c) n̂1 的自旋极化的在两种统计下的时间演化。其中
电子浓度取 Ne = 4 × 1011 cm−2，杂质浓度 Ni = 0.5Ne 以及温度 T = 200 K。图中实线给
出 Collinear 统计下的结果，虚线给出 Helix 统计下的结果。

才能翻转自旋从而对非均匀扩展以及自旋弛豫有贡献。在当前同时考虑了 Dressel-

haus 和 Rashba 自旋轨道耦合的情况下，不同方向的 h⊥
n̂ 有着非常大的差别：(i) 对于方

向 n̂1，h⊥
n̂1

= − 1√
2
γkxky(kx+ky)n̂2；(ii)对于沿着方向 n̂2，h⊥

n̂2
= (

√
2β+ 1√

2
γkxky)(ky−

kx)n̂1；(iii)对于沿着方向 ẑ，h⊥
ẑ = h(k)。由于量子阱的阱宽非常窄，故 β À γkxky，因

此有效的自旋翻转磁场中 hn̂1 ¿ hn̂2 ∼ hẑ，导致在自旋极化沿着方向 n̂1 时的非均匀扩

展最小，给出最长的自旋弛豫时间，而其它两个方向给出较短的自旋弛豫时间。因此在

等强度的 Dresselhaus和 Rashba自旋轨道耦合下，系统的自旋弛豫时间沿着各个方向表

现出极大的各向异性。后来，Stich 等人 [161]在有不等强度的 Dresselhaus 和 Rashba 自

旋轨道耦合系统化总也发现了各向异性，同时发现此时的磁场依赖关系非常复杂，不同

方向的自旋弛豫时间随着磁场变化不再是单调上升 [52,69,329]，而是有一个振荡。

图上也同时给出了 Collinear 统计 (实线) 和 Helix 统计 (虚线) 下的自旋弛豫随时

间的演化。可以看出沿着 n̂1 方向自旋极化的自旋弛豫过程在两种不同的统计下几乎一

样，而另外两个方向的自旋极化的自旋弛豫过程在经历了一开始的快速衰减—这是由于

这两个方向 h⊥
n̂ 要远比 h⊥

n̂1
要大，自旋进动导致相干相消的结果—以后，两种统计下的

自旋弛豫时间只有很小的差别，对总的自旋弛豫时间几乎没有影响。由此可知，即使自

旋轨道耦合非常强的条件下，两种统计下的自旋弛豫时间几乎没有区别，统计几乎不会

影响自旋极化的时间演化过程。
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图图图 8-2: 两种统计下 (110) 方向的自旋弛豫时间在不同的杂质浓度 Ni = 0.1Ne ，0.5Ne 以
及 1.0Ne 时随着温度的变化。实线：Collinear 统计；虚线：Helix 统计。

8.2.3 两种统计下 (110) 方向自旋弛豫时间的比较

现在我们比较两种统计下沿着方向 n̂1 的自旋弛豫时间，结果见图 8-2，其中实线和

虚线分别给出 Collinear统计和 Helix统计下的自旋弛豫时间，在计算中我们仍然只考虑

电子-杂质散射以及电子- LO 声子散射。这里我们取杂质浓度为 Ni = 0.1Ne，0.5Ne 以

及 1.0Ne，温度从 120 K 变化到 300 K。从图上可以看出，沿着 (110) 方向的自旋弛豫

时间随着温度的升高而变短，并且随着杂质浓度的升高而变长。这个结果可以和以前的

结果一致 [52,147,332,334]，都可以非均匀扩展来解释：由于沿着 (110) 方向的非均匀扩

展主要来源于 h⊥
n̂1
，这一项是动量的三次方项。在温度升高的过程中，电子在动量空间

的分布更广，从而给出更大的非均匀扩展，使自旋弛豫时间变短；然而同时温度升高散

射项也变强，将会进一步抑制非均匀扩展，从而使自旋弛豫时间变长，这两种效应给出

一个竞争效应 [52, 332, 334]。对于三次方项的自旋轨道耦合，非均匀扩展随温度变大的

更快，从而使自旋弛豫时间变短。随着杂质浓度的升高散射变强，自旋弛豫时间变长。

从这里的结果可以看出，即使在不同的温度以及杂质浓度下，自旋弛豫时间

在Collinear 统计和 Helix 统计下也几乎没有差别。虽然在计算过程中由于在 Helix 统计

下计算速度的问题没有考虑电子-电子散射，但是从包括了电子-杂质散射和电子- LO 声

子散射的结果来看，我们有理由相信即使考虑了电子电子散射，这两种统计下的自旋弛

豫时间也没有差别。但是最近的研究表明 [52, 53, 311, 312, 327, 330, 332, 334]，电子电子

散射对自旋弛豫有非常大的影响，并且由于两种统计下的自旋弛豫过程几乎一样，因此

接下来我们考虑在 Collinear 统计下-可以定量的数值处理电子电子散射-加入了电子电子

散射以后自旋弛豫时间随着外界条件变化的结果。
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8.2.4 Collinear 统计下考虑了库仑散射的 (110) 方向自旋弛豫时间
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图图图 8-3: Collinear统计下 (110)方向的自旋弛豫时间在不同的杂质浓度 Ni = 0 (实线)，0.5Ne (虚
线) 以及不同的温度 T = 120 K (¨)，200 K (•) 以及 300 K (N) 时随着电子浓度的变化。这里
我们考虑所有的散射。

在图 8-3 中我们给出 (110) 方向的自旋弛豫时间随着电子浓度变化的结果。

实线和虚线分别对应着是没包括以及包括了电子杂质散射 Ni = 0.5Ne，其中温度取

为 T = 120 K (¨)，200 K ( •)和 300 K (N)。通过和图 8-2的结果比较，很容易看出在考

虑了电子电子散射以后，自旋弛豫时间变长，这是和以前的结果一致的 [52, 147, 332]：

随着散射变强，非均匀扩展被进一步抑制，从而使自旋弛豫时间变长。从图上可以看

出，随着电子浓度的增加，自旋弛豫时间变小，并且减小的比例随着温度的升高而变

小。这一点仍然可以用非均匀扩展理解 [51]：对于高电子浓度，电子将占据在更大的动

量上，导致非均匀扩展变大从而给出较小的自旋弛豫时间。然而，当温度足够高时，即

使在电子浓度比较小时电子也会占据到大动量上，从而非均匀扩展变得对电子浓度不再

敏感，导致在高温下自旋弛豫时间和电子浓度关系不大。

图 8-4 给出 (110) 方向的自旋弛豫时间随着量子阱阱宽变化的结果。实线和虚

线分别表示电子浓度为 Ne = 1 × 1011 cm−2 和 4 × 1011 cm−2，其中温度取为 T =

120 K (•) 和 300 K (N)，杂质浓度取为零。在计算过程中，我们始终保证 β ≡ α，因

此在量子阱的阱宽变化的时候，我们同时要调节量子阱的门电压，从而使 Rashba 自旋

轨道耦合的强度和 Dresselhaus 自旋轨道耦合的线性项的强度相同。从图上可以看出，

自旋弛豫时间随着量子阱的阱宽变宽而减小，这和以前只考虑了 Dresselhuas 自旋轨道

耦合的 (001) 方向的自旋弛豫时间 [52, 332, 334]相反：在只考虑一个子带时，随着量子

阱的阱宽变大，自旋轨道耦合由于是线性项 β ∝ (π/a)2 占主导而变弱，从而导致非均
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8.3 结论
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图图图 8-4: Collinear 统计下 (110) 方向的自旋弛豫时间在不同的电子浓度 Ne = 1 × 1011 cm−2 (实
线) 和 4 × 1011 cm−2 (虚线) 以及不同的温度 T = 120 K (•) 和 300 K (N) 随着量子阱阱宽的变
化。

匀扩展变小，自旋弛豫时间变长。然而在同时考虑了Dresselhaus 和 Rashba 相互作用以

后，沿着 (110) 方向的自旋弛豫主要是由三次方项 h⊥
n̂1
决定，这一项给出的非均匀扩

展与量子阱的阱宽几乎没有关系。然而 hl(k) ∝ (π/a)2 却随着量子阱的变宽而变小。

对于沿着 n̂1 方向的有效磁场越大，电子自旋极化就越容易保持在 n̂1 方项而不容易

被 h⊥
n̂1
翻转，从而抑制了非均匀扩展，给出较长的自旋弛豫时间。因此随着量子阱阱宽

变大，自旋弛豫时间变小。

8.3 结论

通过自洽数值求解动力学自旋 Bloch 方程，我们研究了等强度 Rashba 和 Dres-

selhaus 自旋轨道耦合的 (001) GaAs 量子阱系统在 Collinear 统计和 Helix 统计下的自

旋弛豫过程。我们指出：(i) 在这两种统计下的沿着各个方向的自旋弛豫过程几乎没

有差别，物理上看是因为自旋轨道耦合对应的能量要远小于费米面以及温度。这一点

对于自旋弛豫/去相位的研究是非常重要的，因为大部分的自旋弛豫/去相位问题都是

在 Collinear 统计下研究并且在 Collinear 统计下的数值计算要远比 Helix 统计下的容

易和准确。(ii) 电子自旋弛豫时间对自旋极化方向表现出很强的各向异性。在没有考

虑 Dresselhaus 的三次方项的贡献时，沿着 (110) 方向的自旋弛豫时间是无穷长，而其

它方向两个方向 (001) 和 (1̄10) 的自旋弛豫时间却非常的短；即使考虑了三次方项的贡

献，(110) 方向的自旋极化的自旋弛豫时间变为有限长，但是仍然要远远大于另外两个

方向的弛豫时间。(iii) 沿着 (110) 方向的自旋弛豫时间，随着温度上升、电子浓度变
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大、以及量子阱阱宽变宽而变短，同时随着杂质浓度的增加而变长，这些结果都可以由

非均匀扩展引起的自旋弛豫机制很好地解释。
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在接下来两章，我们讨论自旋极化在半导体系统中的输运问题。本章中我们

通过建立和自洽地数值求解动力学自旋 Bloch 方程和泊松方程，研究了高温条件

下 (T ≥ 120 K) n-型 (001) GaAs 量子阱的自旋扩展/输运。这里只考虑了 GaAs 量子

阱中的 Dresselhaus 自旋轨道耦合。由于这个理论以及求解过程中都明确包括所有的散

射—特别是电子-电子散射—使得我们可以研究远离平衡态的系统，比如由沿着量子阱

平面内的电场导致的热电子效应下的电子自旋输运。我们得到在即使没有外磁场的条

件下，自旋极化/相干也会在扩散/输运方向上出现振荡；并且在散射足够强时—内禀散

射即电子-电子散射就满足这个条件—不同动量的电子自旋具有相同的振荡频率以及相

位，导致横向的自旋注入长度和系综的横向注入长度相等。振荡的周期和外加电场无

关，这一点是和最近体材料中低温下的实验 [56]结果一致。进一步我们研究了自旋扩

散/输运长度的散射、温度、量子阱宽、磁场以及电场的依赖关系。所有的结果都可以

由在输运过程中的非均匀扩展导致的自旋弛豫机制很好的解释。下一章我们会研究在有

等强度的 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合时自旋输运中的各向异性。

9.1 理论模型

自旋扩散/输运主要建立在第6章中给出的量子阱系统中输运方程 (6.23)

∂

∂t
ρk(r, t) = eE∂kxρk(r, t)−

kx

m∗∂xρk(r, t)− i[h(k) ·σ+EHF, ρk(r, t)]+
∂

∂t
ρk(r, t)

∣∣∣∣
scat

(9.1)

以及泊松方程

∇2
rΨ(r) = e[n(r) − N0(r)]/(aκ0) (9.2)

上，其中 h(k) = 1
2
[Ω2D(k) + g∗µBB]，n(r) =

∑
k Tr[ρk(r)] 给出位置 r 上总电子浓度

以及 N0(r)表示背景的正电荷浓度，a 是量子阱阱宽。我们假定自旋扩散和输运方向沿

着 x 方向，在 y 方向上的分布是均匀的，因此泊松方程中 ∇2
r = ∂2

∂x2。采用 Collinear 统

计时，散射项中的 S(>,<) 由式 (6.31) 给出。

要想求解方程 (9.1) 和 (9.2)，必须给出合适的初始条件以及边界条件。在以前的文

章中 [57, 195]，边界条件是由单边边界决定，即假设在左边边界 x = 0 处有一个恒定的

自旋极化流注入，并且在界面是欧姆接触且施加的电场是在线性输运的范围内，则边界
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的分布为漂移的Fermi 分布函数

fk,σ(x = 0, t) =
1

exp
[
(εk−m∗vd

− µσ)/kBT
]
+ 1

,

ρk,↑↓(x = 0, t) = 0 . (9.3)

其中 vd = µEE 是漂移速度，µE 是电子的线性迁移率。在采用这种边界条件的情况下，

输运方程的数值求解必须要引入一个额外的参数-粘滞系数-来保证方程解的光滑性，即

使在没有电荷不平衡以及外电场时候也需要泊松方程来保证方程的稳定性。这一点可以

由以下分析看出来：在考虑静态输运时，我们略去相干项并且将散射项用弛豫时间近似

代替，则输运方程化作
kx

m∗
∂ρk(x)

∂x
= −ρk(x) − ρ0

k

τp

, (9.4)

这里 ρ0
k 表示平衡时电子的密度矩阵，τp 是动量弛豫时间。从这个方程可以很容易的看

出，对于 kx < 0 的电子，ρk(x) 在 x → ∞ 时是发散的。为了解决这个发散问题，在以
前的工作中联立了泊松方程并且将空间分割间距取得非常小，数值计算时需要大量的时

间。

这里我们从另外一个方面考虑：在物理上对于 kx > 0 的电子，电子从样品的左边

向右边运动，因此样品内 kx > 0 电子自旋极化分布是由左边边界的电子极化决定；对

于 kx < 0 的电子，电子从样品的右边向左边运动，样品内 kx < 0 电子自旋极化分布由

右边边界的电子极化决定，即对应着两边注入情况，边界条件由两边的边界决定。这种

分析是和电荷输运时广泛使用的求解 Boltzmann 方程方法 [361–363]一致的。对应两边

注入的边界条件变为ρk(x = 0, t) = F (εk,E − µ(0)) , 当 kx > 0 ,

ρk(x = L, t) = F (εk,E − µ(L)) , 当 kx < 0 .
(9.5)

这里 F (εk,E − µ(x)) ≡ [exp(εk,E − µ(x))/(kBTe) + 1]−1 是热电子状态下的漂移的费

米分布，其中两边边界的化学势为 µ(0) =

(
µ↑ 0

0 µ↓

)
和 µ(L) =

(
µ0 0

0 µ0

)
。εk,E =

(k − m∗µEE)2/2m∗ 是漂移以后的能谱，Te 是热电子温度。初始条件给出

ρk(x, t = 0) = F (εk,E − µ(x)) , (9.6)

其中化学势 µ(0) =

(
µ↑ 0

0 µ↓

)
和 µ(x 6= 0) =

(
µ0 0

0 µ0

)
。化学势 µ↑(↓) 和 µ0 通过总粒子

139



9.1 理论模型

数以及边界上的自旋极化给出：∑
k

Tr[ρk(x, 0)] = n(x) , (9.7)∑
k

Tr[ρk(0, 0)σz] = Pn(0) , (9.8)

其中 P 是左边边界的初始极化。在双边注入条件下，不再需要数值计算中粘滞系数这

个额外的数值计算参数，其中输运方程输运部分的迭代方法见附录 E。从我们后面的结

果可以看出，当散射足够强的时候，比如高温下考虑了电子-电子散射以及电子-LO 声

子散射以后，双边注入的结果可以用单边注入的结果来近似。

泊松方程的边界条件给出 Ψ(0) = 0 ,

Ψ(L) = EL ,
(9.9)

其中 E 是外电场的场强。

9.1.1 输运中的非均匀扩展

通过分析方程 (9.1)，我们很容易得到系统在时间和空间上的非均匀扩展。为了给

出时间域中的非均匀扩展，我们将空间不均匀部分设为零，即 ∂ρk(x, t)/∂x = 0，在没

外场并且忽略散射项和 Hartree-Fock 项的情况下，输运方程中化作：

∂

∂t
ρk(t) = −i[h(k) · σ, ρk(t)] . (9.10)

解为

ρk(t) = e−ih(k)·σtρk(0)eih(k)·σt . (9.11)

这个解给出初始自旋极化 ρk(0) 绕着有效磁场 h(k) 以频率 2|h(k)| 进动。进动频率的动
量依赖给出时间域的非均匀扩展。根据前面的结果我们可以知道，在有非均匀扩展的条

件下，任何自旋守恒的散射，包括电子-电子库仑散射都会造成不可逆的自旋弛豫。除

了动量依赖自旋轨道耦合会给出非均匀扩展以外，对能量有非均匀扩展的 g 因子、随

机的自旋轨道耦合等也都会造成自旋进动中非均匀扩展。在时间域的自旋弛豫中，除

非 g 因子是能量扩展的，否则外加磁场本身不会引起非均匀扩展，因此在只有外磁场而

自旋轨道耦合 Ω2D(k) = 0 的系统中，电子自旋极化不会弛豫。对于自旋输运中的非均

匀扩展，我们仅仅考虑静态扩散/输运情况，即 ∂ρk(x, t)/∂t = 0。在没有外场驱动并且

不考虑散射项和 Hartree-Fock 项的影响时，方程(9.1) 化作

kx

m∗∂xρk(r) = −i[h(k) · σ, ρk(r)] (9.12)
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在给定边界条件 (9.5) 可以解析的解出的密度矩阵的空间分布

ρk(x) =

e−i m∗
kx

h(k)·σxρk(x = 0)ei m∗
kx

h(k)·σx, kx > 0

ρk(x = L), kx < 0
. (9.13)

这个解表示在没有散射的情况下，对于动量 kx > 0 的电子，来源于左边有自旋极化的

边界，在注入到样品内以后，电子自旋会绕着有效进动磁场

ωk = 2
m∗

kx

h(k) =
m∗

kx

(
Ω2D(k) + gµBB

)
(9.14)

以空间频率 |ωk| 进动；而对于动量 kx < 0 的电子来自样品右边界的无极化的电子，注

入到样品内部后也一样没有极化。但是这仅仅是在没有考虑散射的时候才是正确的，考

虑了散射以后右边注入的电子会和左边注入的电子发生散射而产生极化。对于以前工作

中的单边注入边界条件 (9.3)，则方程 (9.12) 的解化作

ρk(x) = e−i m∗
kx

h(k)·σxρk(x = 0)ei m∗
kx

h(k)·σx . (9.15)

这个解和 (9.13) 的区别在于：无论哪个方向运动的自旋极化，都是从左边边界注入并且

在空间上进动。很容易看出，不管哪一种边界条件下的电子自旋的空间进动频率都是动

量 k 依赖的，从而造成非均匀扩展。和时间域的非均匀扩展一样，空间输运中的非均

匀扩展会在有任何自旋守恒散射—包括电子-电子库仑散射—存在的情况下造成电子自

旋在空间上的不可逆的弛豫。但是和时间域的非均匀扩展不同的是，除了自旋轨道耦合

给出动量 k 依赖的时域进动频率以外，方程 (9.1) 中的第三项 (扩散项) 也给出一个动

量依赖的注入速度，因此和空间均匀系统中电子自旋极化的时间演化中的非均匀扩展是

由 h(k) 决定不一样，在空间输运中空间进动频率是由自旋轨道耦合和注入速度 kx 的

商ωk 给出。因为注入速度的非均匀扩展，导致在空间输运中，即使只有外磁场的时候

自旋进动也会有非均匀扩展，从而引起自旋弛豫/去相位。另外，空间域中非均匀扩展

的大小可能也与注入的方向有关。

9.1.2 空间注入/扩散长度 Ld，Lp 和 L∗
p

和时间域的自旋弛豫时间可以用自旋极化、自旋相干的非相干求和以及自旋相干的

相干求和来描述一样 [343]，稳态下空间扩散/输运长度可以由相对应的三个物理量来描

述：

1. 自旋相关的电子浓度：

Nσ(x) =
∑
k

fk,σ(x) . (9.16)
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2. 自旋相干的非相干求和：

ρ(x) =
∑
k

|ρk↑↓(x)| . (9.17)

3. 自旋相干的相干求和：

ρ′(x) = |
∑
k

ρk↑↓(x)| . (9.18)

将这些定义中的空间 x 变化成时间 t，则为时间域对应的量的定义。对这些量的空间演

化包络线用指数衰减函数拟合，可以得到对应的特征长度：自旋极化 ∆N = N↑ − N↓ 的

包络线的衰减给出 Ld，自旋相干的非相干 ρ(x) 包络线的衰减给出 Lp [195, 352]，

自旋相干的相干求和 ρ′(x) 包络线的衰减给出 L∗
p。对应的时间域的弛豫时间分别

为 T1，T2 和 T ∗
2。

9.2 计算结果

现在我们按照附录 E 中的方法自洽迭代求解输运方程 (9.1) 和泊松方程 (3.89)，

其中包括所有的散射：电子-电子散射、电子-声子散射和电子-杂质散射。由于我们

考虑的是高温 (T ≥ 120 K) 下的自旋输运，电子-声子散射中我们仅仅需要考虑电

子-LO 声子散射，这是因为电子-声学声子散射只在低温下的贡献比较重要 [285, 364]，

而电子-TO声子在输运过程中没有贡献 [349,355]。如果没有特别说明，我们取量子阱阱

宽 a = 7.5 nm、电子浓度 Ne = 4× 1011 cm2 和左边边界的初始极化 P = 5%。数值计算

中，k-空间按照文献 [147]中的方法把能量和角度分割为 N ×M 个区域，相应的 k 点为

kn,m =

√
(n +

1

2
)∆E

(
sin

2mπ

M
, cos

2mπ

M

)
, (9.19)

其中 n = 0, 1, · · · , N − 1 和 m = 0, 1, · · · ,M − 1，∆E 是能量间隔。因此选择能量

截断 (N + 1
2
)∆E 使之满足平衡时 kN,M 上的粒子数分布至多是原点 k = 0 的分

布的 0.1%。同时依照文献 [147]中的讨论，能量的分割要保证 LO 声子的能量是处

在能量分割点上的。按照这个要求，对于我们选取的电子浓度，在 T = 300 K 时

能量截断是 10Ef，其中 Ef = 14.3 meV 是系统的费米能。因为两维 GaAs 电子气

中自旋注入的长度大概是 µm 量级，所以如果没有特别说明，我们选择样品长度

为 L = 10 µm，可以保证自旋在扩散/输运到右边边界的时候已经消失了。数值计算

中，分割点取为 (N,M) = (16, 18) 以及空间格点取为400，这种分割下的结果和用分

割 (N,M) = (32, 34)以及空间格点为 800的结果几乎一样。至于即使采用非常少的分割

格点 (对应的能量分割 ∆E = 10/(N − 1/2)Ef ) 也可以给出精度很高的结果，是因为在

我们讨论的条件下，系统的散射足够的强导致所有的电子自旋都保持相同的相位，因此

在动量空间中电子的分布函数一直都很光滑。这一点我们可以从接下来的结果中得到。
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9.2.1 动量分辨的自旋极化的瞬时的空间演化
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图图图 9-1: 不同动量 k0,0、k5,0、k0,3、k5,3、k0,7 和 k5,7 的 ∆fk [图(a)-(c)] 和 ρk↑↓ [图(d)] 在不同
时刻 t = 5 ps、10 ps、300 ps (系统达到稳态) 时随着空间演化。这里温度 T = 200 K 以及外磁
场 B = 0。(b)没有散射，λ = 0。(c) 小散射，λ = 0.05。(a)，(d) 正常的散射λ = 1。这里我们
只考虑了电子—电子散射和电子— LO 声子散射。虽然在图上只给出 0 到 6 µm的空间演化，但
是计算中样品长度是取为 10 µm。

图 9-1 (a) 中给出不同动量的 fk,σ 在不同时刻 t = 5，10 和 300 ps 时在空间位置

上的变化。计算中只考虑电子-电子散射和电子-LO 声子散射，温度 T = 200 K 以及外

磁场 B = 0。前面我们得到在没有考虑任何散射以及驱动项时输运方程的解是 (9.13)，

给出电子自旋围绕动量相关的有效进动场 Ωk 进动。然而在考虑了散射项以后，不同

电子自旋进动具有相同的进动频率以及相位，即使对于从右边注入动量kx < 0 的电

子自旋 (如动量 k0,7 和 k5,7)也有相同的相位。为了理解这个结果，我们把所有的散射

项都乘上一个相同的伸缩因子 λ，即散射项化作 λ ∂
∂t

ρk(r, t)
∣∣
scat
。对于没有散射的情

况 λ = 0 并且不考虑驱动项即 E = 0 时，就对应着解 (9.13)，数值结果见图 9-1 (b)。

从图上很容易看出进动频率以及注入速度对于动量 kx > 0 的电子都不一样，而对

于 kx < 0 的电子自旋都为零。

我们逐渐引入散射项，先是较小的散射 λ = 0.05 [见图 (c)]，接着是正常的散

射 λ = 1 [见图 (a)]。和没有散射的结果相比，电子自旋表现出非常不同的空间和时间演

化行为：

143



9.2 计算结果

1. 从右边注入的无极化电子 (动量为 k0,7 和 k5,7 的电子) 产生了自旋极化。这是因为

在有散射存在的情况下，kx > 0 的电子可以被散射为 kx < 0 的电子，并且由于散

射过程不改变自旋，导致自旋极化也从 kx > 0 的电子转移到 kx < 0 的电子上。因

此即使对于 kx < 0 的电子也建立了从样品左边到样品右边的自旋极化。

2. 散射项倾向于使不同动量 k 的电子具有相同的进动频率和扩散速度。这个结果很

容易从图 9-1 (a)-(c) 中 ∆fk = fk,↑ − fk,↓ 在不同时刻 t = 5，10，300 ps (系统已经

处在稳态)随着空间位置的变化中得到。这里图 (b) 是没有散射的结果，各个电子

的进动频率以及注入速度都不一样；而图 (c) 是弱散射的结果，各个电子的进动

频率以及注入速度已经趋于一致；当散射进一步变强到正常散射时即图 (a)，所有

电子的进动频率以及注入速度几乎一样。对于自旋相干 ρk,↑↓ 也得到相同的结果，

稳态时的结果 (t = 300 ps) 见图 (d)。这个结果导致了即使在 k 空间的分割不是很

密，计算结果精度也可以很高。进一步来说，在强散射下，各个电子的进动频率

以及相位都一样，系综将不会有相干导致的自旋弛豫，即 L∗
p = Lp。这个结果在时

间域也是正确的 [343]，不过那里给出 T2 = T ∗
2。在高温 T > 120 K 下，即使是对

于电子浓度为 Ne = 4 × 1010 的系统而言，由电子-声子散射和电子-电子散射组成

的内禀散射，就已经的足够强从而可以保证系统的这个性质。这个结果也许可以

通过自旋回声实验得到验证。

3. 由于散射项对非均匀扩展的反作用倾向于消除各个电子自旋进动频率的差异，从

而留下来的是电子自旋的共同的进动频率，即 〈ωk〉 = ω0 = m∗γ(〈k2
y〉− 〈k2

z〉, 0, 0)，

这里外磁场 B = 0。对于这里采用的参数 γ = 11.4 eV·Å3 以及非简并下〈k2
y〉 ≈

1
2

2m∗

~2 kBT，有 ω0 = −1.61/µm，对应着自旋极化的空间振荡周期为 3.88 µm。这和

图 (a) 中 t = 300 ps 的结果一致。

4. 散射项除了对非均匀扩展有反作用以外，更为重要的是导致了不可逆的自旋弛豫/

去相位 [51]。从图 (b) 中 t = 300 ps 的结果可见，在没有散射时自旋极化不会弛

豫/去相位。然而在考虑了散射以后 [见图 (a) 和 (c)]，自旋极化在空间上开始衰

减。这和时间域的非均匀扩展导致的自旋弛豫机制是一致的。

5. 左边界的自旋极化率和散射的大小有关。和单边注入时固定的左边界的自旋极化

不一样，双边注入时左边界的自旋极化是随着时间变化，并且它的稳定值还与散

射有关。这是因为双边注入时左边边界我们只固定了 kx > 0 部分的自旋极化，

而 kx < 0 的电子极化是从 kx > 0 部分电子散射而得。因此，在没有散射的时候，

左边界 kx < 0 部分的自旋极化一直都是零，从而稳定时总的自旋极化只有初始值

的一般，即 P = 2.5%。散射越强从 kx > 0 转移到 kx < 0 的自旋极化越多，从

而在左边界给出较大的自旋极化。因此当 λ = 0.05，P = 3.0%；而 λ = 1.0 即正

常散射时，P = 4.5%。因此我们相信，左边界的自旋极化在有足够强散射的时候

将接近初始的极化，此时单边注入将是双边注入一个很好的近似。不过我们的计

算表明，对于小自旋极化的边界条件，空域的自旋弛豫/去相位性质如自旋扩散长

度和自旋进动周期与边界自旋极化的大小没有关系。双边注入和单边注入在边界
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上的差异可能来源于在输运方程中没有自洽包含自旋极化的产生部分，比如从铁

磁 (或半金属) 向半导体中的注入或者在边界上光学激发产生。

9.2.2 散射对扩散的作用
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图图图 9-2: 散射对稳态下自旋扩散的作用。(a) T = 120 K；(b) T = 300 K。红线：只考虑了电
子—LO 声子 (EP) 散射；绿线：考虑了 EP 散射和电子电子 (EE) 散射；蓝线：考虑了所有的
散射，包括 EP、EE 以及电子- 杂质 (EI) 散射。杂质浓度为 Ni = Ne。其中自旋相干的非相干
求和 ρ 的标度在图的右边。样品长度 L = 10 µm。

从上面结果可知，散射项对于电子自旋扩散/输运有非常重要的影响，图 9-2 中

给出稳态时自旋相关的电子浓度 Nσ 和自旋相干的非相干求和 ρ 在不同散射下随着

空间位置的演化。其中我们先只考虑了电子-LO 声子散射 (红线)，然后逐步加入电

子-电子散射 (绿线) 和电子-杂质散射 (蓝线)。计算中杂质的浓度为 Ni = Ne，温度

为 T = 120 K (a) 以及 300 K (b)。
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9.2 计算结果

和上一节中动量分辨的自旋扩散类似，即使外磁场 B = 0，Nσ 和ρ 在空间位置上

的演化存在着振荡 [57–59]。除此之外，从图 9-2 中我们还可以发现：首先是输运过程

中有很强的自旋弛豫/去相位，并且自旋弛豫对散射表现出非常复杂的依赖关系：在温

度为 T = 120 K 时，自旋弛豫/去相位总是随着一个新的散射的加入而变得更快。而

在温度为 T = 300 K 时，当在只有电子-LO 声子散射的系统中加入电子-电子散射以

后，自旋弛豫速率变快；然而当我们进一步加入电子-杂质散射后，自旋弛豫速率又变

慢了。另外，和上一节中的结果一致，左边界的自旋极化对于考虑所有的散射、只考虑

电子- LO 声子散射以及只考虑电子- LO 声子散射的情况各不相同，在 T = 120 K 分别

对应 4.75%，4.20% 和 3.60% 以及 T = 300 K 分别对应 4.8%，4.7% 和 4.6%。因此，左

边界的自旋极化总是随着散射的增强而变大，无论散射是因为加入了新的散射还是因为

温度的升高而变强的。

没有外磁场时，稳态输运中自旋极化在空间上振荡的结果是和最近的在体材料的自

旋输运中发现的振荡一致 [56]。不过这不同于没有外磁场时空间均匀系统中自旋极化随

时间的振荡 [174]。我们知道，在没有外磁场时，只有在非常低的温度下 (T < 2 K) 才

能发现自旋极化随时间的振荡，这是因为在时域的自旋弛豫问题中的非均匀扩展是由自

旋轨道耦合h(k) 所决定，而它的平均值 〈h(k)〉 = 0。由于散射的随机性倾向于消除非均

匀扩展产生的各向异性，从而自旋轨道耦合所产生的自旋振荡的频率趋向于它们的平均

值，散射越强则越接近于平均值。当温度高于 2 K 时，散射已经足够的强从而看不到自

旋极化随时间的振荡。然而自旋的空间输运中，非均匀扩展是由 ω(k) 决定，其平均值

给出 〈ω(k)〉 = ω0 6= 0。从前一节中的结果可以知道，越是强的散射，每个电子的自旋

振荡频率越接近 ω0，从而总的自旋极化在空间上给出越明显的振荡。所以即使是高温

条件下，这种空间上自旋振荡也仍然存在。然而 Beck 等人 [56]的实验材料是体材料，

给出 〈k2
y〉 = 〈k2

z〉 导致 ω0 = 0 ，非常类似时间域中的结果，这部分在高温下对空间上的

自旋振荡没有贡献。虽然他们的样品中存在由应力引起的自旋轨道耦合，会提供一个不

为零的 ω0，不过其值太小从而给出非常长的自旋振荡周期。因此在他们的实验中只有

在非常低的温度下才能观察到这种自旋振荡。

复杂的散射依赖关系非常类似于时域中的自旋弛豫/去相位的散射依赖关系 [335]。

在时域问题中，在强散射区域和弱散射区域时自旋弛豫时间对散射的依赖关系是不同

的。在弱散射区，散射主要提供在有非均匀扩展系统中的自旋弛豫的通道，因此散射越

强自旋弛豫速度越快，给出越小的自旋弛豫时间。而在强散射区，散射对非均匀扩展

的反作用起着决定性的作用，加入新的散射会对非均匀扩展有个更强的抑制作用，从

而是自旋弛豫时间变长。并且是处在弱散射极限还是强散射极限可以由 〈ωk〉τp 决定，

当 〈ωk〉τp À 1 是处在弱散射极限，而 〈ωk〉τp ¿ 1 给出强散射极限。在空间输运中有

着类似的结果，自旋扩散长度由非均匀扩展和散射共同决定，根据他们的相对强度可

以将系统分为强散射区域和弱散射区域。在 T = 120 K 时，电子-LO 声子散射非常的

弱，系统处在弱散射区域，从而任何新加入的散射都会使自旋扩散长度变短。当温度

为 300 K 时，结果显示此时系统处在弱散射和强散射的转变区域中，导致散射的变化对
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自旋弛豫的影响很小。

9.2.3 自旋扩散的温度依赖关系
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图图图 9-3: Nσ 和 ρ 在不同温度下随着空间位置的变化。其中红线：T = 120 K；绿线：T =
200 K；蓝线：T = 300 K。杂质浓度 Ni = 0，样品长度 L = 10 µm。其中自旋相干的非相干求
和 ρ 的标度在图的右边。

图 9-3 中我们给出不同温度 T = 120 (红线)、200 (绿线) 以及300 K (蓝线)下的

稳态输运中自旋相关的的电子浓度 Nσ 和自旋相干的非相干求和 ρ 随着空间位置

的变化。计算中只考虑了内禀散射，即杂质浓度 Ni = 0。从图 9-3 可以得出：(i)

自旋进动周期随着温度的升高而变长。从前面结果可知，自旋进动周期大小大概

是 |ω−1
0 | = [m∗γ|〈k2

y〉 − (π/a)2|]−1。随着温度的升高，〈k2
y〉 变大，在 〈k2

y〉 < (π/a)2 条件

下进动周期变长。(ii) 自旋扩散长度随着温度的升高而减小。这个结果很容易从非均匀

扩展随着温度的变化来理解：随着温度的升高，电子倾向于分布在更大以及更宽的动量

范围上，从而会感受到更大的非均匀扩展，给出更短的自旋扩散长度；但是同时散射项

也变强，不过在弱散射区域，更强的散射将给出更多的散射通道，从而也是使自旋扩散

长度变短。因此，温度升高会使自旋扩散长度变短，不过在温度从 120 K 变化到 300 K

的过程中，自旋扩散长度变化非常小，远远没有进动周期的变化明显。

9.2.4 自旋扩散的阱宽依赖关系

图 9-4我们给出温度为 T = 120 K时不同阱宽 a = 7.5、10、12.5以及15 nm时稳态

输运中自旋相关的的电子浓度 Nσ 和自旋相干的非相干求和 ρ 随着空间位置的变化。其

中 N↑ 和 ρ由实线给出，N↓ 由虚线给出。由于在不同阱宽下自旋扩散长度差别非常大，

因此我们所取的样品长度对不同的阱宽不一样，分别对应为 10、20、25 及 30 nm。从
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9.2 计算结果

图上可以看出，随着阱宽变大，自旋振荡周期以及自旋扩散长度都快速增加。这是与时

域的自旋弛豫/去相位时间随着阱宽的变化关系一致，主要是由于 Dresselhaus 自旋轨道

耦合的线性项是正比与 1/a2。则当量子阱阱宽变大时，自旋轨道耦合变弱，非均匀扩展

变小，从而使自旋扩散长度变大；同时大阱宽时 ω 也快速减小，使得振荡周期变大。

9.2.5 自旋扩散的磁场依赖关系

现在我们讨论自旋扩散中的自旋弛豫/去相位随着磁场的变化。Weng和 Wu [195]指

出，磁场在自旋扩散/输运中起的作用和在空间均匀时域系统中的作用完全不一样：在

自旋进动的时间演化中，如果没有自旋轨道耦合而仅仅考虑磁场的话，自旋极化将不

会有任何的弛豫或者去相位，因为磁场本身在时域系统中并不会给出非均匀扩展。然

而在空间不均匀的输运/扩散问题中，即使没有自旋轨道耦合，磁场导致自旋极化在空

间进动的频率由式 (9.14) 给出 ωk = m∗gµBB/kx，动量 k 的依赖给出非均匀扩展，从

而当有任何的自旋守恒散射作用时，自旋极化都会在空间上弛豫/去相位。另外，从公

式 (9.14) 也可以看出，在考虑了 Dresselhaus 自旋轨道耦合以后，非均匀扩展将会依赖

外磁场的方向。从而对于不同方向的磁场自旋扩散长度也不同。

图 9-5 中我们给出稳态扩散中自旋扩散长度 Ld (¥) 和自旋振荡周期 L0 (•) 随着
外磁场的变化。这里 Ld 和 L0 是用 ∆Nz(x)/Ne = C exp(−x/Ld) cos(2πx/L0 + φ) 拟

合自旋极化得到。图中给出了两个不同方向的磁场对自旋输运的影响：垂直于扩

散方向的磁场 (虚线) 和沿着扩散方向的磁场 (实线)。可见，无论哪个方向的磁

场都引起了额外的自旋弛豫/去相位，使自旋扩散长度变短。然而，两个不同方向

的磁场自旋扩散长度具有不同的对称性：当磁场方向垂直于自旋扩散方向，即沿

着 y 轴时，Ld(B) = Ld(−B)；而当磁场方向平行与自旋扩散方向，即沿着 x 轴

时，Ld(B) 6= Ld(−B)。这个结果很容易通过分析输运方程 (9.1) 对称性中得到。当磁场

沿着 y 轴时，如果将方程 (9.1) 中代换 ky → −ky，ρkx,ky → ρkx,−ky，则得到对应着磁场

为−B的方程，并且初始条件和边界条件都没变化，从而得到 ρkx,ky(B) = ρkx,−ky(−B)。

然而当磁场沿着 x 轴方向时，输运方向的不对称性破坏了这种对称性，给出不对称的自

旋扩散长度。

相比较于自旋扩散长度，自旋极化的进动周期 L0 随着磁场的变化关系更加

复杂。对于沿着 y 方向的磁场，随着磁场大小的增加，L0 都是减小的；对于沿

着 x 方向的磁场，当磁场从 −x 方向逐渐变化到 +x 方向时L0 单调增加，直到 B =

4 时自旋振荡消失，然后即使继续增加磁场也不会出现振荡。根据前面的讨论，

我们知道自旋进动的周期由 ω0 + m∗gµBB/〈kx〉 的大小决定，其中 ω0 沿着 x 方

向，〈kx〉 =
∑

k kx∆fk/
∑

k ∆fk 是自旋注入速度的平均值。因为样品中从左边界到右

边界存在自旋极化的空间梯度，故 〈kx〉 > 0。因此当磁场沿着 y 方向时，自旋振荡

周期由 [
√

(m∗gµBB)2/〈kx〉2 + ω2
0]

−1 决定，它总是随着磁场的强度的增加而减小。然

而，当磁场方向平行于 x 方向时，自旋振荡的周期由 |γ(〈k2
y〉 − 〈k2

z〉) + gµBB/〈kx〉|−1 决
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变化。磁场的方向可以沿着垂直 (//y，虚线) 或者平行 (//x，实线) 于自旋扩散方向，温度
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定，它的值随着磁场从 −x 方向向 x 方向的增加而增加。值得注意的是，在 B =

4 T 时，|γ(〈k2
y〉 − 〈k2

z〉) + gµBB/〈kx〉|−1 ∼ 0 使自旋振荡消失，然而进一步增大磁场并不

会产生新的振荡，这是因为此时磁场引起了很强的非均匀扩展。
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图图图 9-6: (a) Nσ 在不同电场 E = 0.5、0、-0.5 和 -1 kV/cm 下随着空间位置变化。其
中温度 T = 120 K，杂质浓度为零。虽然我们只给出空间位置在 [0, 10] µm 内的电子
浓度，但是在数值计算中，我们取的样品长度对不同电场是不一样的：当电场为 E =
−1.0和 −0.75 kV/cm时 L = 25 µm，E = −0.5和 −0.25 kV/cm时为 20 µm，E = 0 kV/cm时
为 10 µm，E = 0.5、0.75 和 1.0 kV/cm 时为 5 µm。(b)自旋注入长度随着电场的变化。

9.2.6 电场对自旋扩散的影响

现在我们讨论自旋输运的电场依赖关系。电场沿着自旋扩散方向，即 x 方向。当

电场场强足够大时，自旋输运落在热电子区域。在空间均匀系统中，热电子效应对自

旋弛豫/去相位已经被仔细研究过 [147, 334]，发现热电子效应不仅仅对自旋弛豫/去相

位时间有非常大的影响，而且还提供了一个大小为 γvdπ
2/(a2m∗) 的有效磁场 [147]，

从而影响自旋进动周期。这个有效磁场正比于电场的大小，是电场作用下电子分布的

质心漂移 vd = µE 和 Dresselhaus 自旋轨道耦合的共同作用产生的。即使没有外加磁

场，自旋极化也会在此有效磁场的作用下进动并且进动频率随着外电场变化 [78, 147]。

则在空间不均匀的自旋输运/扩散中，此有效磁场会象改变时域问题中的自旋进动的

频率一样改变自旋极化在空间上进动的频率吗？答案是否定的，这仍然是因为输运

方程 (9.1)中的第三项即扩散项中的 kx 对输运中自旋进动的重要影响，给出一个与动

量无关的自旋进动频率 ω0。因此，在空间输运中，电场不会造成任何额外的自旋在

空间上的进动。进一步可以看出，〈kx〉 是由迁移速度以及自旋梯度所决定。对于电
场 Ex > 0 (Ex < 0)，〈kx〉 随着电场增大而减小 (增加)，从而自旋扩散长度依赖于电场

方向。
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图 9-6 中我们给出了在有外电场作用时自旋相关的电子浓度 Nσ 随着空间位置的

演化 [图(a)]，以及自旋扩散长度随着电场大小的变化 [图(b)]。计算中温度取为T =

120 K，并且只考虑内禀散射。图 (a) 中我们给出不同的电场 E = 0.5、0、−0.5 以

及 −1 kV/cm 时的输运结果。可以看出自旋进动周期几乎不变，与外加电场无关。这

和最近在体材料中的实验结果一致 [55, 56]。不过，外加电场可以显著影响自旋扩散长

度。图 (b) 中我们画出自旋扩散长度对着电场的依赖关系：随着电场的增加，自旋扩散

长度单调地减小。这个结果可以这样理解：在电场沿着 −x (+x) 方向时，电场导致的

扩散速度沿着 +x (−x) 方向，从而增加 (减小) 由自旋极化得空间梯度引起扩散速度，

使得 〈kx〉 增加 (较小)，以及非均匀扩展减小 (增加)，给出更长 (短) 的自旋扩散长度。
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为了在 (001)-GaAs 量子阱中得到最优的自旋扩散长度，我们通过自洽的求解考

虑了电子-LO 声子散射和电子-电子散射的动力学自旋 Bloch 方程，研究了强度相近

的 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合同时存在的系统中的各向异性问题。我们发

现，当 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合的强度相同时，自旋扩散长度不仅仅对

自旋极化方向表现出非常强的各向异性，而且对自旋注入方向也有相同的结果。这里

有两个非常特殊的方向可以获得很长的自旋扩散长度：(110) 和 (1̄10) 方向。在不考

虑 Dresselhaus 三次方项的贡献并且 Dresselhaus 和Rasbha 线性项的系数相同时，如

下的两种情况都给出无穷长的自旋扩散长度：(i) 当自旋扩散/注入方向沿着 (1̄10) 方

向时，自旋极化方向沿着任意方向；(ii) 当自旋极化方向沿着 (110) 方向时，自旋

扩散方向沿着任意方向。然而，由于三次方项的贡献不能忽略，自旋扩散长度变为

一个有限值，并且随着温度的升高和电子浓度的变大而减小。不过，自旋扩散长度

的各向异性仍然被保留了下来。当自旋扩散方向沿着 (1̄10) 时，我们研究了自旋扩

散长度对 Rashba 自旋轨道耦合的依赖关系，这里 Rashba 自旋轨道耦合可以通过调

节门电压的大小来改变。当 Rashba 强度从零开始增强到略微小于 (不是通常认为的

等于) Dresselhuas 线性项的强度时，自旋扩散长度一直增加到一个最大值，然后随

着 Rashba 强度的增加而减小。

10.1 理论模型

我们考虑 (001) 方向生长的 GaAs 量子阱，将其生长方向设为 z-轴，自旋注入方

向始终设为 x-轴，和方向 (100) 的夹角为 θ。具体见示意图 10-1。然而，以前给出的

的 Dresselhaus/Rashba自旋轨道耦合导致的有效磁场 ΩD(k) [见公式 (2.30)]和ΩR(k) [见

公式 (2.36)] 都是沿着晶轴 (100)、(010) 以及 (001) 方向，从而为了得到新坐标系下的

自旋轨道耦合形式，可以利用公式 (2.54) 对其做沿着 ẑ 方向的 θ 角度旋转，然后才能

应用到我们的模型当中。不过对于动力学自旋 Bloch 方程，因为我们始终把输运方向当

作 x 方向，它形式上是和上一章中用到的一致。
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-

injection direction

(100)

(010)
(110) (110)

(001)

θ

x

z

图图图 10-1: 自旋极化方向 ((110)，(1̄10) 和 (001) 方向) 和自旋扩散/注入方向 (x 轴)的示意图。

10.1.1 自旋轨道耦合

沿着 ẑ 方向的 θ 角度旋转可以用矩阵

U(θ) =

 cos θ sin θ 0

− sin θ cos θ 0

0 0 1

 . (10.1)

表示，则新的坐标系下的自旋轨道耦合的有效磁场记为

Ω′(k) = U−1Ω(Uk) .

则 Dresselhaus 自旋轨道耦合的有效磁场化作

Ω′
D(k) = β

−kx cos 2θ + ky sin 2θ

kx sin 2θ + ky cos 2θ

0

 + γ(
k2

x − k2
y

2
sin 2θ + kxky cos 2θ)

 ky

−kx

0

 , (10.2)

其中 β = γ〈k2
z〉，波矢写在新的坐标系下；Rashba 自旋轨道耦合的有效磁场化作

Ω′
R(k) = α

 ky

−kx

0

 . (10.3)

可见，Rasbha 自旋轨道耦合的有效磁场在旋转下不变。本章中我们主要讨论自旋输运

过程中的各向异性以及如何才能获得最长的自旋扩散长度。因此，我们主要集中精力

在如下的两种条件下的自旋输运问题中：(i) 在 α = β 时。根据第8章中结果可知，对

于 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合同时存在的系统中自旋弛豫对于自旋极化方向
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是各向异性的，特别是 (110) 这个特殊方向上的自旋弛豫时间，要远比其它方向长。因

此很有必要仔细研究一下自旋扩散长度对自旋极化方向的各向异性问题。对于沿着 θ 角

度的注入，总的自旋轨道耦合导致的磁场记作

Ω′(k) = 2β
(
sin(θ − π

4
)kx + cos(θ − π

4
)ky

)
n̂0 + γ(

k2
x − k2

y

2
sin 2θ + kxky cos 2θ)

 ky

−kx

0

 .

(10.4)

其中 n̂0 =

cos(π/4 − θ)

sin(π/4 − θ)

0

 给出特殊方向 (110)在新坐标系的坐标。(ii) 由于 Rashba自

旋轨道耦合的系数可以通过门电压调节，我们考虑门电压对自旋扩散的影响。

10.1.2 动力学自旋 Bloch 方程

动力学自旋 Bloch 方程由方程 (6.23) 给出，在联立泊松方程 (9.2) 以后可以自洽的

求解出电子的单粒子密度矩阵 ρk(x, t)。在系统达到稳态时，输运方程化作

kx

m∗
∂ρk(x, t)

∂x
+ i[Ω′(k) · σ

2
+ EHF(x, t), ρk(x, t)] =

∂ρk(x, t)

∂t

∣∣∣∣
s

. (10.5)

对于散射项，我们只考虑电子- LO声子散射和电子-电子散射。在没有散射项和 Hartree-

Fock 项时，上面的方程可以解析的求解，给出解 (9.13):

ρk(x) =

e−iωk·σxρk(x = 0)eiωk·σx, kx > 0

ρk(x = L), kx < 0
.

其中有效的进动磁场

ωk =
m∗

2kx

Ω′(k) (10.6)

给出电子自旋极化在空间上的进动方向以及频率。同时，它的动量依赖关系也给出电子

自旋极化在空间上的非均匀扩展。则在有任何的散射包括自旋守恒散射时，这个非均匀

扩展都会导致不可逆自旋弛豫/去相位。在给出数值计算结果之前，我们先在理论上研

究一种非常特殊的情况：α = β。
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此时

ωk =
m∗

2

{
2β

(
sin(θ − π

4
) + cos(θ − π

4
)
ky

kx

)
n̂0

+γ(
k2

x − k2
y

2
sin 2θ + kxky cos 2θ)

ky/kx

−1

0


 . (10.7)

我们发现 ωk 包括两部分：波矢大小 k 的零阶项和二阶项。其中零阶项始终沿着固定的

方向 n̂0，并且既有动量 (角度) 依赖部分也有动量无关部分，不过二阶项总是动量相关

的。根据以前的结果，我们知道只有动量相关的部分才会贡献非均匀扩展，从而对自旋

弛豫有贡献。

我们首先分析在不考虑 Dresselhaus 自旋轨道耦合三次方项 (即 ωk 的二次方项) 的

贡献时的自旋扩散。在这种情况下，有效进动磁场的方向变为动量 k 无关，总是指向

方向 n̂0。从第8章中的讨论我们知道，在空间均匀的系统中，自旋弛豫时间对自旋极化

方向表现出非常强的各向异性：沿着 n̂0 方向的自旋极化有着无穷长的自旋弛豫时间，

而其他两个垂直方向的弛豫时间却因为很强的自旋轨道耦合而变得非常的短。在物理上

的理解是：对于沿着 n̂0 方向的自旋极化，由于和有效磁场 ωk的方向相同，从而不会

围绕有效磁场进动，导致没有非均匀扩展，在只有自旋守恒散射作用时，自旋弛豫时间

变得无穷长；而对于其他两个方向，自旋进动的频率非常的快，给出很强的非均匀扩展

以及很短的自旋弛豫时间。对于自旋输运也由同样的结果：当自旋极化沿着 n̂0 方向，

和 ωk 方向一样时，无论沿着什么方向注入的自旋极化在空间上都不会衰减，这个结果

即使在包括散射时也是正确的。同样的，对于方向垂直于 n̂0 的自旋极化，其自旋扩散

长度却由于非常强的自旋轨道耦合而变的非常短。

然而，和空间均匀系统中的自旋弛豫完全不一样的是，在自旋扩散/输运中还有

另外独立于自旋极化方向的新的自由度，即自旋注入方向。这个自由度会在自旋扩散

中给出一个新的各向异性。当自旋注入方向 θ = 3π/4，即沿着 (1̄10) 方向，在不考

虑 Dresselhaus 项的三次方项的贡献时，有效进动磁场变为 ωk = m∗βn̂0，它是动量无

关的量。此时如下的解

ρk(x) = eim∗γ〈k2
z〉σyxρk(x = 0)e−im∗γ〈k2

z〉σyx (10.8)

可以满足方程 (10.5)，即使在包括散射项以后这个解仍然是满足的。其中 ρk(x = 0) 是

左边边界的有极化的费米分布。从解 (10.8) 中可以看出，对于所有的动量 k 的电子而

言，自旋极化的进动频率都是一样的，值为 π
m∗γ〈k2

z〉
。因此，自旋系统的进动频率同样没

有非均匀扩展，从而给出无穷长的自旋扩散长度。这个结论对于沿着任何方向的自旋

极化都是成立的。产生这种结果的物理原因是：在空间不均匀的系统中自旋输运时，

自旋极化的进动频率不仅仅是由自旋轨道耦合决定，而且也由扩散速度 kx 决定，见
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式 (10.6)。因此在空间均匀的系统中是得不到这个结果的，那里自旋极化的进动频率仅

仅由自旋轨道耦合决定。不过，在考虑了 Dresselhaus 三次方项的贡献以后，进动的频

率将会依赖与电子动量，从而导致非均匀扩展，给出有限长的自旋扩散长度。下面我们

给出用上一章中提到的数值计算方法自洽的求解包括了 Dresselhaus 三次方项以后的结

果。

10.2 计算结果

我们在阱宽为 a = 5 nm 的 GaAs 量子阱中数值求解动力学自旋 Bloch 方程，

其中考虑电子-电子散射和电子-LO 声子散射。我们取 Dresselhaus 自旋轨道耦合系

数为 γ = 25 eV·Å3
，在没有特别说明的时候，电子浓度以及温度分别取做 Ne =

4 × 1011 cm−2 和 T = 200 K。散射项的矩阵元和前面一样。这里，对于自旋极化沿着不

同方向 n̂ 的输运，我们通过取不同的边界条件来实现：ρk(x = 0, t)|kx>0 =
Fk,↑+Fk,↓

2
+

Fk,↑−Fk,↓
2

n̂ · σ ,

ρk(x = L, t)|kx<0 =
Fk,↑+Fk,↓

2
,

(10.9)

其中Fk,σ = [e(k2/2m∗−µσ)/kBT + 1]−1 (σ =↑↓) 是费米分布以及 µσ 是化学势。通过求出的

单粒子密度矩阵可以得到沿着任何方向 n̂ 的总自旋极化

∆N(x) =
∑
k

Tr[ρk(x)n̂ · σ] (10.10)

的空间演化，我们对其用函数

∆N(x) = C exp

(
− x

Ld

)
cos

(
2πx

L0

+ φ

)
(10.11)

拟合，可以得到自旋扩散长度 Ld 以及自旋振荡周期 L0。

10.2.1 α = β 时自旋扩散/注入方向以及自旋极化方向的依赖关系

考虑了 Dresselhaus 自旋轨道耦合的三次方项的贡献后，我们先研究在自旋极化方

向沿着 (110) 方向 (即 n̂0) 时自旋注入方向对自旋扩散长度的影响。作为比较，我们同

时考虑了沿着垂直于 n̂0 方向的 ẑ 和 n̂1 = ẑ × n̂0 两个方向的自旋极化的的注入，给出

自旋扩散长度随着自旋注入方向的变化。

图 10-2 中给出了在 α = β 以及自旋极化沿着三个不同方向 n̂0(¥)、n̂1(©) 以

及 ẑ (×)时自旋扩散长度 Ld (实线)和自旋振荡周期的倒数 L−1
0 (虚线) 随着自旋注入方

向 θ 的变化。从图上可以看出，随着 Dresselhaus 自旋轨道耦合的三次方项的加入，自
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图图图 10-2: 在 α = β 以及自旋极化沿着三个不同方向 n̂0(¥)、n̂1(©) 以及 ẑ (×)时自旋扩散长
度 Ld (实线)和自旋振荡周期的倒数 L−1

0 (虚线)随着自旋注入方向 θ 的变化。温度 T = 200 K。
其中自旋振荡周期的标度在图的右边。

旋扩散长度变为有限值。但是对于极化方向沿着 (110) (即 n̂0) 方向的自旋扩散长度几乎

和自旋注入方向无关，这和前面讨论的没有考虑 Dresselhaus 自旋轨道耦合三次方项时

自旋扩散长度对任何方向的自旋注入都是无穷长的结果是一致的。同时，沿着这个方向

的自旋极化在注入时的振荡周期为无穷长。这是因为自旋振荡的周期基本是由有效进动

磁场 ωk 中的动量无关的零阶项所决定的，不过由于它的方向和自旋极化的方向相同，

故不会引起自旋振荡。在以前的工作和实验中都指出：在散射足够强的时候，提供非均

匀扩展的有效进动磁场不会造成自旋极化的进动 [61, 174, 335]。所考虑的系统中非均匀

扩展是由有效进动磁场中的二次方项提供，即

m∗γ

2~2

k2

2
sin(2θk + 2θ)

ky/kx

−1

0

 ,

其中 k 和 θk 是动量 k 的大小和方向。从上面的表达式可以很容易看出，自旋注入方

向 θ 几乎对非均匀扩展的大小没有影响，给出自旋扩散长度不随着自旋注入方向变化。

同时，从图上可以看出，当极化方向沿着垂直于 n̂0 的两个方向 ẑ 以及 n̂1 时，自

旋扩散长度在除了自旋注入方向 θ = 3π/4 附近以外的值都远远小于沿着 n̂0 方向的自

旋扩散长度，使自旋扩散长度对于自旋极化方向表现出非场强的各向异性。进一步，可

以很容易看出对于两个垂直方向的自旋极化的自旋扩散长度 Ld 和自旋振荡周期 L0 都

对自旋注入方向表现出非常强的各向异性。同时，这两个方向的自旋扩散长度以及振

荡周期几乎都是一样的。这个结果可以很容易从由 ωk 导致的非均匀扩展中理解：由
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于 β À γ〈k2〉，自旋极化方向沿着 n̂1 和 ẑ方向的非均匀扩展主要是由 ωk 中的动量相关

的零阶项决定，而这一项对于这两个方向的自旋极化的作用总是相同的并且对自旋扩散

方向 θ 非常敏感，从而使这两个方向的自旋扩散长度相同。同时，由于自旋振荡周期是

由 ωk 的动量无关的零阶项决定，即 m∗β sin(θ − π/4)，和我们计算结果符合的很好。

现在我们讨论自旋注入方向沿着 θ = 3π/4 时而自旋极化沿着不同方向的扩散问

题。从图上可以看出，和没有考虑 Dresselhaus 三次方项的结果类似，此时这三个自旋

极化方向的自旋扩散长度几乎相同，自旋极化方向的各向异性在这个特殊的自旋注入方

向中消失了。这是因为当 θ = 3π/4 时，ωk 中的动量相关的零阶项始终为零，从而所有

的非均匀扩展都是有它的二阶项贡献，给出非均匀扩展对于任何的自旋极化方向都是一

样的，并且得到比较长的自旋扩散长度。接下来我们主要集中精力研究自旋注入方向沿

着 θ = 3π/4 时的结果。

10.2.2 温度和电子浓度的依赖关系
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图图图 10-3: 自旋扩散长度 Ld (实线)和自旋振荡周期 L0(虚线)随着电子浓度的变化。其中 α = β、
自旋注入沿着方向 θ = 3π/4 (n̂1) 、自旋极化方向沿着 z 方向以及温度 T = 200 K。自旋振荡周
期的标度在图的右边。

当 α = β 并且自旋注入方向沿着 n̂1 方向 (即 θ = 3π/4) 时，图 10-4和图 10-3分

别给出自旋扩散长度的电子浓度和温度的依赖关系。在前一节的讨论我们知道，这种

条件下的自旋扩散长度对于自旋极化方向是各向同性的，因此我们选择自旋极化方向

为 ẑ 方向。从图上可以看出，随着电子浓度的增加或者温度的升高，自旋扩散长度都

有比较大的减小。同时自旋振荡的周期有几乎可以忽略的增加。这种依赖关系仍然可

以用非均匀扩展导致的自旋弛豫的观点来理解。和在上一章中仅仅考虑 Dresselhaus 自
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第十章 GaAs 量子阱中自旋输运中的各向异性

L0
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图图图 10-4: 自旋扩散长度 Ld (实线)和自旋振荡周期 L0(虚线) 随着温度的变化。其中 α = β 、自
旋注入沿着方向 θ = 3π/4 (n̂1) 以及自旋极化方向沿着 z 方向，这里我们考虑了两种不同电子浓
度 Ne = 4 × 1011(¥) 以及 Ne = 4 × 1010 cm−2(©)。自旋振荡周期的标度在图的右边。

旋轨道耦合时的自旋扩散长度非常弱的温度依赖关系不一样，这里对于温度的依赖关

系非常的强。这一点可以从 ωk 各向异性的进动频率所给出的非均匀扩展在这两种情形

下不同的行为中得到理解：在上一章的结果中，非均匀扩展主要是由 ωk 的动量依赖

的零阶项决定，它对电子浓度和温度的依赖都很弱；然而，在现在所讨论问题中，由

于 α = β 且 θ = 3π/4，动量依赖的零阶项的始终为零，使得非均匀扩展是由二阶项决

定。这一项正比于 k2，从而对于温度和电子浓度的变化非常敏感，从而给出有着显著

下降的自旋扩散长度。对于自旋振荡周期，它是由 ωk 的动量无关的零阶项所决定，从

而对电子浓度和温度的依赖关系不是很大。计算结果中的些许变化是由二阶项和散射的

贡献所引起。

10.2.3 门电压的影响

现在我们通过调节门电压来改变 Dresselhaus 自旋轨道耦合和 Rashba 自旋轨道耦

合的相对强弱。这里我们取自旋注入方向沿着 θ = 3π/4，温度 T = 200 K。图 10-5 给

出自旋极化分别沿着不同方向 n̂0 (¥)、n̂1 (©) 以及 z (×) 时的自旋扩散长度 Ld(实

线)和自旋振荡周期 L0 (虚线) 随着α/β的变化。由于当自旋极化方向沿着 n̂0 时自旋振

荡周期为无穷长，图上我们仅仅给出了另外两个方向的振荡周期。从图上可以看出有

三个主要结果：(i) 对于各个方向的自旋极化，考虑了 Dresselhaus 自旋轨道耦合的三次

方项以后自旋扩散长度的最大值出现在 α/β ∼ 0.95 处，这和不考虑三次方项时自旋扩

散长度的最大值出现在 α/β = 1 时的结果 (无穷长的自旋扩散长度) 完全不一样。(ii)
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10.2 计算结果
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ẑ

n̂0

α/β

L
0

(µ
m

)

L
d

(µ
m

)

0.7

0.6

0.5

0.4

0.3

0.2
1.81.61.41.210.80.60.40.20

3.5

3.0

2.5

2.0

1.5

1.0

0.5

0.0

图图图 10-5: 自旋扩散长度 Ld (实线)和自旋振荡周期 L0(虚线) 随着α/β的变化。其中自旋注入沿
着方向 θ = 3π/4 (n̂1)，自旋极化分别沿着 n̂0 (¥)、n̂1 (©) 以及 z (×) 方向。自旋振荡周期的
标度在图的右边。

除了在 α/β ∼ 0.9 附近外，自旋扩散长度对自旋注入方向的各向异性在很大程度上受

到抑制，并且对于自旋极化方向沿着 ẑ 和 n̂1 的自旋扩散长度始终是一样的。(iii) 自

旋振荡周期随着 α/β 的增大而下降。这些结果仍然可以从非均匀扩展的观点来理解：

当 θ = 3π/4 时，自旋扩散方向的自旋振荡频率是由

ωk =

[(
−β + α +

γk2

2

)
ky

kx

− γkxky

]
n̂1 −

[
β + α − γ

2
(k2

x − k2
y)

]
n̂0 (10.12)

给出。在温度为 T = 200 K 时，〈k2〉/2 ∼ 0.11(π/a)2，其中 〈· · · 〉 表示对自旋极化的平
均。因此当 α/β ∼ 0.95 时 (−β + α + γk2

2
)ky

kx
n̂1 几乎为零从而几乎不会对非均匀扩展有

贡献，从而给出一个自旋扩散长度的最大值。进一步可以看出，γ
2
(k2

x − k2
y)n̂0 只对自旋

极化方向沿着 ẑ 和 n̂1 的输运中的非均匀扩展有贡献，而几乎不影响自旋极化方向沿

着 n̂0 时的非均匀扩展，这就解释了为什么在 α/β ∼ 0.95 时自旋极化沿着 n̂0 方向的自

旋扩散长度要远大于自旋极化沿着另外两个方向的自旋扩散长度。最后，由于自旋振荡

周期 L0 是由 ωk 中动量无关的量大小所决定的，即 β(α/β + 1)n̂0。它随着 α/β 的增加

而变大，从而给出 L0 随着 α/β 下降。
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第第第十十十一一一章章章 动动动力力力学学学方方方法法法研研研究究究由由由偏偏偏转转转散散散射射射导导导致致致的的的外外外禀禀禀自自自旋旋旋霍霍霍

尔尔尔效效效应应应

从前面几章中我们知道自旋守恒散射对电子自旋驰豫过程有非常重要的影响。而

对于 EY 自旋轨道耦合，在量子阱系统中它只与自旋的 z 分量有关，所以对自旋驰豫

过程的影响不大。然而在有外场驱动下系统从平衡态演化到稳态的过程中，EY 自旋

轨道耦合可能会对系统稳态的自旋性质有着重要的影响。本章中我们通过自洽求解完

全微观的动力学自旋 Bloch 方程的方法来研究在 n 型 (001)-GaAs 对称量子阱中由偏

转散射 (skew scattering) 导致的外禀自旋霍尔效应 (extrinsic spin Hall effect) 的动力学

性质。我们发现在稳态时，如果自旋轨道耦合仅包含动量的线性项，外禀自旋霍尔电

流/电导消失；在包含了动量的三次方项贡献后，外禀自旋霍尔电流/电导不为零，但是

是一个非常小的值。这和 Tse 和 Sarma [110]考虑自旋轨道耦合对自旋霍尔电导的顶角

修正的 Kubo 公式得到的结果一致。对于稳态时这种外禀自旋霍尔电流/电导的消失，

由 Dresselhaus/Rashba 自旋轨道耦合引起的自旋进动起着非常重要的作用。同时，自

旋进动和偏转散射的共同作用可以在半导体内部产生平面内的自旋极化，并且这种自旋

极化和流致极化具有完全不一样的性质，包括具有不同的自旋极化方向、量子阱阱宽和

杂质浓度的依赖关系。

11.1 EY 自旋轨道耦合

首先我们给出 EY 自旋轨道耦合在动力学 Bloch 方程中的表达式。和 Dressel-

haus/Rashba 自旋轨道耦合是决定系统的相干性质不同，EY 自旋轨道耦合必须在散射

中心附近，比如杂质、声子或者电子-电子散射过程中才能表现出来，并且只有考虑到

到三阶的贡献才会对电子稳态的自旋性质有影响。我们重新写出包括 EY 自旋轨道耦合

的电子-杂质相互作用 [见公式 (2.41)] 如下

1. 三维系统

Hei =
∑

Kσ1;Qσ2

c†Kσ1
〈σ1|VKQ|σ2〉cQσ2 , (11.1)

其中 VKQ = vi(K − Q)[1 − iλc(K × Q) · σ]ρi(K − Q) 是杂质散射在动量空间的矩

阵元，vi(Q) 是电子-杂质相互作用 vi(R) 的傅立叶分量，而 cKσ 是电子的湮灭算

符。



11.1 EY 自旋轨道耦合

2. 量子阱系统

Hei =
∑

kσ1;qσ2

c†kσ1
〈σ1|Vkq|σ2〉cqσ2 , (11.2)

其中 Vkq =
∑

qz
vi(k− q; qz)I(qz)[1− iλc(k× q) ·σ]ρi(k− q; qz) 是杂质散射在动量

空间的矩阵元，I(qz) 是量子阱系统的形状因子，而 cqσ 是二维电子的湮灭算符。

这里我们考虑的是对称量子阱中的长程相互作用。

11.1.1 偏转散射

可以看出，无论对于三维还是二维系统，EY 自旋轨道耦合都给出了额外的自旋相

关的项。为了更清楚的了解这种额外项在散射过程中对电子自旋的影响，我们将其从动

量空间变换到实空间。为了简单起见，我们以三维系统为例，考虑一个杂质散射中心，

即在 ρi(K − Q) = 1时，有

〈R1|V |R2〉

= 〈R1|K1〉VK1K2〈K2|R2〉

=
1

(2π)3

∫
dK1dK2e

−iK1·R1+iK2·R2vi(K1 − K2)[1 − iλc(K1 × K2) · σ]

=

[
1 − iλc(∇R1 ×∇R2) · σ

] ∫
dK1dK2

(2π)3
e−iK1·R1+iK2·R2vi(K1 − K2) . (11.3)

作变换 K = K1+K2

2
和 Q = K1 − K2 后，上式化作

〈R1|V |R2〉

=

[
1 − iλc(∇R1 ×∇R2) · σ

]
δ(R1 − R2)v

i(
R1 + R2

2
)

= δ(R1 − R2)v
i(R2) + λc

[
(−i∇R1δ(R1 − R2)) × (∇R2v

i(
R1 + R2

2
))

]
· σ .(11.4)

因此，坐标空间内的算符形式为

V (R) = vi(R) + λc

[
P × (∇Rvi(R))

]
· σ . (11.5)

对于两维量子阱系统，EY 自旋轨道耦合在坐标空间内表示为：

V (r) = v2D(r) + λc

[
p × (∇rv

2D(r))

]
· σ . (11.6)

其中 v2D(r) =
∫

dk
(2π)2

∑
qz

vi(k, qz)I(qz)。其中第二项就是偏转散射的散射势。 从公

式 (11.5) 和 (11.6) 中自旋相关部分的势的分布可以大致了解电子在散射过程中的运
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k

E

图图图 11-1: 偏转散射的示意图。经过一个散射中心后，自旋朝上的电子总是向左偏转而自旋朝下
的电子总是向右偏转。

动状况。对于电子和散射中心的相互作用 v(R) = − e2

R
可以知道，P × (∇Rvi(R)) =

e2

R3P × R，因此在经过散射中心时，对于自旋朝上的电子而言，始终是运动方向左边的

势能较小；而对于自旋朝下的电子而言，始终是右边的势能较小，从而给出自旋朝上的

电子总是向左偏转而自旋朝下的电子总是向右偏转。具体见示意图 11-1。

11.1.2 偏转散射项表达式

t τ1 τ2 τ3 t
′

k k1 k2 k

k− k1 k1 − k2 k2 − k

×

−→ −→ −→ −→

图图图 11-2: 杂质引起的 EY 自旋轨道耦合引起的偏转散射对应的费曼图，这是一个三阶过程。

接下来我们给出空间均匀量子阱系统中偏转散射的散射项表达式。为了给出偏转

散射，必须考虑到 EY 自旋轨道耦合三阶展开项的贡献。考虑如图 11-2 所示的散射过

程，其对自能项的贡献为：

Σi
k(τ1, τ3) =

∫
dτ2Vkk1Gk1(τ1, τ2)Vk1k2Gk2(τ2, τ3)Vk2k . (11.7)

按照附录 B 中的推导方法，在作了 Markov 近似并且只考虑到自旋轨道的最低阶后，可
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11.2 自旋流

以得到偏转散射的表达式为：

∂ρk

∂t

∣∣∣∣
ss

= −2π2Niλc

∑
k1k2;q1q2

δ(εk2 − εk)δ(εk1 − εk)v
i(k − k1, q1)I(q1)v

i(k1 − k2, q2)I(q2)

×vi(k2 − k,−q1 − q2)I(−q1 − q2){(k − k1) × (k2 − k) · σ, ρk2} . (11.8)

11.2 自旋流

11.2.1 反常位置算符和反常速度算符

在半导体中，由于自旋轨道耦合的作用，导带和价带的波函数混合在一起。在

第2章中我们采用附录 A中给出的幺阵变换 eS 将两能带哈密顿量变换为块对角的形式，

则变化后的导带和价带之间的关联消失。其中 S 的具体表达式由公式 (2.22)和 (2.24)给

出。这个变换作用在其它算符-如位置算符和动量算符等-作用后会出现额外的自旋相关

项。即

r̃ = e−SreS

= r + δr . (11.9)

其中 δr 给出速度算符的反常项。在展开到自旋轨道耦合系数的最低阶时，导带部分的

反常项给出

δr =
1

2

(
sk[r, s

†
k] − [r, sk]s

†
k

)
= λcσ × k . (11.10)

由于含有动量相关的项，位置算符各个分量之间不再对易，满足 [r̃i, r̃j] = 2iεijlσl，其

中 εijl 是 Levi-Civita 张量。相互作用在实空间中的变换为

Ṽ (r) = V (r̃) = V (r + δr)

∼ V (r) + ∇V (r) · δr . (11.11)

在有外场驱动的系统，系统包括了杂质散射的 Kane 模型哈密顿量 (2.12) 写作

H = H8×8(ki) − eE · r + Vi(r) . (11.12)

对 H 使用附录 A中 Löwdin-Partitionig方法，将 H8×8 通过幺阵变化块对角的过程中，

导带和价带都会出现额外的自旋轨道耦合项。同时，电场驱动项和杂质散射也会有额外
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的项出现，给出

H̃ =
k2

2m∗ + Hso(k) − eE · (r + δr) + Vi(r) + ∇V (r) · δr . (11.13)

则变换后的电子速度算符化作

ṽ = −i[r̃, H̃]

=
~k
m∗ − i[r, Hso(k)] + δv . (11.14)

其中 δv 给出反常速度算符，

δv = 2λceE × σ − 2λc∇ri
Vi(r) × σ . (11.15)

11.2.2 自旋流的定义

自旋流的定义一直都存在着很多的争议 [97, 98, 127–130]。这完全是由于在有自旋轨

道耦合的系统，自旋朝上的态和自旋朝下的态之间可以翻转，导致自旋不是守恒量，从

而不能给出一个守恒的流 [102]。我们在这里采用自旋流最简单也是应用最广泛的定义

J i
l (k) =

1

2
{ṽl, σi} , (11.16)

表示沿着 l 方向流动具有自旋极化方向沿着 i 的自旋流。虽然自旋流本身不能被直

接测量，并且这个定义本身也不能直接和自旋积累联系，但是它仍然是个有效的模

型参量用于比较各种不同的自旋轨道耦合作用 [102]。考虑两维电子气，施加电场

在 x 方向，并且考虑流沿着 y 方向而自旋极化沿着 z 方向的自旋霍尔流。在同时考

虑 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合后得到

Jz
y (k) =

ky

m∗σz − 2λceEx − 2λc
∂

∂x
v2D(r) . (11.17)

上式中后两项给出 side-jump 机制对自旋霍尔流的贡献。不过在我们考虑的动力学方程

中，认为电子动量弛豫非常的快，从而电子单粒子密度矩阵对动量而言始终是对角的。

在对杂质作无规相位近似后，其对自旋流的 side-jump 贡献变为零，即

Jz
y =

∑
k

Tr[Jz
y (k)ρk]

= 2
∑
k

ky

m∗ s
z
k − 2λceExN . (11.18)

其中 sz
k =

fk,↑−fk,↓
2

是动量为 k 的沿着 z 方向的自旋极化，而 N 为系统总的电子数目。
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11.3 动力学自旋 Bloch 方程

因此，在没有考虑电子不同动量之间关联的时候，side-jump 机制对自旋霍尔流的贡献

为 −2λceExN，不随时间演化。对于定义中的第一项，当沿着 z 方向的自旋极化对动

量 k 分布不对称时就可以形成自旋霍尔流。前面给出的偏转散射就可以使电子的自旋极

化在散射后的关于动量不对称：对于向右运动的电子，当散射后 ky > 0 时，自旋极化

朝上，而当散射后 ky < 0 时，自旋极化朝下。因此，偏转散射可以给出不为零的自旋

霍尔流，对应的自旋霍尔电导为 σz
y = Jz

y /Ex。接下来将研究自旋霍尔流在系统从施加

电场到达到稳态的动力学过程。

11.3 动力学自旋 Bloch 方程

考虑空间均匀系统二维电子气中的动力学自旋 Bloch 方程为：

∂ρk(t)

∂t
− eE

∂ρk

∂kx

+
∂ρk

∂t

∣∣∣∣
coh

+
∂ρk

∂t

∣∣∣∣
scat

+
∂ρk

∂t

∣∣∣∣
ss

= 0 . (11.19)

其中 ∂ρk

∂t

∣∣
ss
为前面给出的偏转散射。在计算中，我们考虑了所有的散射项，包括电

子–杂质散射、电子–声子散射以及电子电子散射。我们首先在只有线性自旋轨道耦合时

解析的分析上面的动力学方程。

11.3.1 稳态时线性项自旋轨道耦合给出的外禀自旋流为零

我们将方程 (11.19) 两边分别对所有的动量 k 求和，则得到：

∂S(t)

∂t
−

∑
k

Ω2D(k) × sk(t) − gµBB × S(t) = 0 . (11.20)

其中 S(t) =
∑

k sk(t) 是系统中的总自旋极化以及 sk(t) = 1
2
Tr[ρkσ] 为动量 k 的自旋极

化。从第8章可以知道所有的自旋守恒的散射对于动量 k 的求和都为零。同时由于在两

维系统中偏转散射不会翻转自旋，只会偏转电子运动的方向而保持自旋极化方向不变，

从而其对动量的求和同样也为零以保证粒子数守恒。这个方程和 Dimitrova [365]利用算

符的对易关系得到的结果一致。仅仅考虑线性项的 Dresselhaus 自旋轨道耦合:

Ω2D = β

−kx

ky

0

 , (11.21)
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则方程 (11.20) 中第二项可以写为

∑
k

Ω2D(k) × sk(t) = β

 Jz
y

Jz
x

−Jy
x − Jx

y

 . (11.22)

在稳态条件下，由方程 (11.20) 中对 x 和 y 的分量可以得到

Jz
y =

By

β

egµB

m∗ Sz . (11.23)

从这里可以看出，在没有外磁场时，稳态的自旋流 Jz
y 为零。这个结果与 Tse和 Sarma [110]在

用 Kubo 公式考虑自旋轨道耦合对自旋霍尔电导的顶角修正后得到的结果一致。

由于在量子阱中 Dresselhaus 三次方项远比线性方项小，可以作近似
∑

k kxk
2
ys

z
k =

−m∗

e
〈k2

y〉Jz
x 和

∑
k kyk

2
xs

z
k = −m∗

e
〈k2

x〉Jz
y，其中 〈k2

x/y〉 是 k2
x/y 的平均值。则

Jz
y =

γ((π
a
)2 − 〈k2

y〉)By − 2αBx

γ2((π
a
)2 − 〈k2

x〉)((π
a
)2 − 〈k2

y〉) − 4α2

egµB

m∗ Sz . (11.24)

可见，在此近似下，自旋流 Jz
y 仍然为零。然而从前面的分析可以知道，在电场的作用

下，偏转散射的确产生了自旋流。下面我们从动力学的角度来分析自旋流消失的物理原

因。

11.3.2 自旋流转化为自旋极化

在没有外磁场并且仅仅考虑线性Dresselhaus项的贡献时，我们把方程 (11.20)的 x分

量重新写为

∂Sx/∂t = m∗βJz
y /e . (11.25)

很容易看出，只要自旋霍尔流不为零，它就会转化为沿着 x 方向的自旋极化。图 11-

3 有助于理解这种转化。 图中蓝色的箭头表示 Dresselhaus 线性自旋轨道耦合的有效

磁场方向，红色箭头表示在有散射作用下的自旋极化方向。在有沿着正向的外电场

驱动时，偏转散射会造成 k 空间中上半平面的自旋极化方向朝下 (⊗)，而在下半平

面的自旋极化方向朝上 (¯)，从而产生沿着 y 方向的自旋流。不过此自旋极化会沿

着 Dresselhaus 自旋轨道耦合的有效磁场 (方向沿着蓝色箭头) 进动，并且对上 (下) 半

平面的自旋极化进动方向相同，则在有散射存在的情况下，最终会产生净的沿着 x 方向

的极化 (方向沿着红色箭头)。因此，自旋霍尔流转化为平面内的自旋极化。

和线性Dresselhaus自旋轨道耦合作用下会产生沿着 x方向的自旋极化不同，Rashba自

旋轨道耦合 (以及由应力导致的自旋轨道耦合) 产生沿着 y 方向的自旋极化。
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图图图 11-3: 自旋流转化为沿着 x 方向的极化的示意图。蓝色的箭头表示自旋轨道耦合的有效磁场
方向，红色箭头表示在有散射作用下的自旋极化方向。¯ (⊗) 表示自旋朝上 (下) 的极化。

11.4 计算结果

下面我们数值上自洽的求解动力学方程 (11.19)，从而给出在考虑了 Dresselhaus 三

次方项时，自旋霍尔电导 σz
y 以及自旋极化度 Px = Sx/Ne 的时间演化。其中我们

考虑了所有的自旋守恒散射，包括电子-杂质散射、电子-LO 声子散射以及电子-电子

散射。其它的参数取为 Ne = Ni = 4 × 1011 cm−1，量子阱阱宽 a = 7.5 nm，E =

0.1 kV/cm，γ = 11.4eV · Å3
，以及 λc = 2.07Å。计算结果见图 11-4。从图上可以看出，

在施加电场 1 ps 内，自旋霍尔电导快速的从零达到最大值，然后在 50 ps 的特征时间内

缓慢的降到一个非常小的稳定值，这个值不为零的原因主要是三次方项的贡献。同时，

沿着 −x 方向自旋极化从零缓慢的增加到稳定值 Px = 1.2 × 10−4。
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图图图 11-4: 自旋霍尔电导 (实线和点划线分别是包括/没包括相干项的结果) 以及沿着 −x 方项的
自旋极化 (虚线) 随时间的演化。插图中给出了时间小于 4 ps 的自旋霍尔电导和电导的放大图。
其中自旋极化和电导的标度在图形的右边。
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图 11-3 有助于理解自旋霍尔电导和自旋极化随时间的演化。在施加了正向电场

后，电子气在动量空间将会向逆着电场的方向偏移。按照前面对偏转散射的分析，此时

自旋朝下的电子将会被散射到上半平面而自旋朝上的电子被散射到下半平面，给出流沿

着 y 方向而自旋极化沿着 z 方向的自旋流。由于偏转散射的强度是由电子分布在 k 空

间偏移的大小决定的，从而在电子的动量偏移达到最大值，即系统的电流达到最大值

时，自旋霍尔电流达到最大值 σz
y ∼ 2.5 × 10−3 e2

h
。这点在图 11-4 的插图中可以很容易

看出：虚线给出电导随时间的演化，在电导达到稳定值之前，自旋霍尔电导一直增加，

这个时间尺度刚好是系统的动量弛豫时间。然后自旋进动开始起作用，不同动量 k 的

自旋极化围绕着各自的 Dresselhaus 有效磁场的 y 分量进动，在散射作用下，最终会

在 −x 方向产生净的自旋极化。由对称性可知沿着 y 和 z 方向的自旋极化都为零。

更为有趣的是，我们发现稳态时的自旋霍尔电导远小于以往在文献中广泛采用

的 Kubo 公式计算的结果。由于 Kubo 公式是在线性响应理论得到的流对力的响应

公式，在最低阶下对不同的力的响应是线性相加的。偏转散射可以导致外禀自旋

霍尔电流，因此它是驱动自旋流的力，且在文献中广泛的认为它所给出的就是外

禀自旋霍尔电流。从而杂质偏转散射给出的零温下的自旋霍尔电导的 Kubo 公式

为：2πm∗λcεF

~2 σx ∼ 3.37 × 10−3σx，其中电导 σx = Nee2τ
m∗ 。和我们用动力学方法给出的稳

态结果 σz
y ∼ 4.1 × 10−8σx 相比，有着数量级上的差别。我们知道，Kubo 公式给出的

结果的正确性是需要通过 Boltzman 方程或者动力学方程的检验的。比如，在仅仅考

虑杂质散射时，Kubo 公式给出电导在最低阶近似下就不正确，只有考虑顶角修正以

后才和 Boltzman 方程的结果相同。不过这里的差异来源于由 Dresselhaus 自旋轨道耦

合引起的自旋进动给出的非均匀扩展。为了进一步看清楚这一点，我们在图 11-4 中

用点划线给出了没有考虑自旋进动时的数值结果。可以看出此时的稳态的自旋霍尔

电导给出 σy = 0.4 × 10−3σx，和 Kubo 公式给出的结果大为接近。它们的差异来源于

在 Kubo 公式中只考虑了杂质散射零温的贡献，而动力学方程中却在高温下且包括

了所有的散射，特别是电子-LO 声子的散射，会使电导大大减小。因此在计算外禀的

自旋霍尔电导时不考虑自旋进动是不合适的。如果希望 Kubo 公式可以给出正确的

结果，则需要合适的考虑自旋轨道耦合引起的顶角或者其他高阶的修正 [110]。进一

步，side-jump 机制给出一个时间无关的贡献 σz
y = −2λγ2e2Ne ∼ −2 × 10−3e2/h，和偏

转散射给出的自旋霍尔电导的符号相反。

需要注意的是，尽管有效磁场引起的自旋进动使自旋霍尔电导为零，它却在产生自

旋极化的过程中起着非常重要的作用。从上面的讨论可以知道，由于自旋极化在 ±ky 的

反对称性，偏转散射单独不会导致任何的自旋极化。与在流致自旋极化中自旋轨道耦合

提供了流致有效磁场从而导致自旋极化不同，这里自旋轨道耦合主要是用来提供一个反

对称的进动场，和在由自旋相关的声子散射导致的自旋极化中的作用一致。同时，偏转

散射导致的自旋极化和流致自旋极化有着不同的性质：

1. 阱宽依赖关系不一样

对于流致自旋极化，它的大小由流致有效磁场的大小决定，流致有效磁场越大，
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流致自旋极化越大。在量子阱系统中，由于自旋轨道耦合给出的有效磁场中动量

的线性项占主导地位，从而对于阱宽越小的阱，有效磁场越大，给出越大的流

致自旋极化。对于由偏转散射和自旋进动同时导致的自旋极化可以如下分析：

从图 11-4 中可知外禀自旋霍尔电流的时间演化可以写为 Jz
y (t) = Jz

y,0e
−t/τs，其

中 τs 是自旋流的弛豫时间，Jz
y,0 是自旋霍尔电流近似为在没有考虑自旋进动时的

值。根据公式 (11.24)，给出自旋极化

Sx = m∗τsγ((π/a)2 − 〈k2
x〉)Jz

y,0/e .

从 DP机制 [170]可以给出 τs ∝ [γ((π/a)2 − 〈k2
x〉)]−2，则 Sx ∝ γ((π/a)2 − 〈k2

x〉)
−1
。

可见偏转散射引起的自旋极化是随着量子阱的阱宽增大而增大的。

2. 自旋极化的方向

在外电场沿着 x 方向时，对于 Dresselhaus 自旋轨道耦合，流致有效磁场方向沿

着 x 方向，导致流致自旋极化沿着 x 方向。然而对于由偏转散射引起的自旋极

化，从上面的分析中很容易知道其方向沿着 −x 方向。如果考虑 Rashba 自旋轨道

耦合，这两种自旋极化都沿着 y 方向。

3. 杂质浓度的依赖关系不同

流致磁场正比于电子在动量空间的偏移，即系统的迁移率。因此杂质浓度越大，

系统的迁移率越小，流致磁场变小，导致流致自旋极化变小。然而，随着杂质浓

度的增加，偏转散射本身变强，给出较大的 Jz
y,0，同时由于杂质浓度的增加，自

旋驰豫时间 τs 也是变大的，从而导致总的由偏转散射引起的自旋极化变大。
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第第第十十十二二二章章章 总总总结结结

本论文中，首先我们通过回顾自旋电子学的历史发展过程，半导体自旋电子学的各

种实验手段和理论上研究方法，以及最新的研究进展之，大致了解自旋电子学发展的目

标以及其中遇到的困难。接着我们在不同的受限系统中就半导体自旋电子学中自旋相干

性质以及对自旋的操纵做了详细的讨论。

在讨论受限半导体系统之前，我们仔细回顾了闪锌矿半导体—特别是GaAs/InAs材

料—的能带结构，讨论了自旋轨道耦合相互作用在固体中的来源以及表达式。对闪锌

矿结构的半导体材料能带结构有影响的自旋轨道耦合主要有两种来源：晶格结构的体

反演不对称给出了 Dresselhaus 内禀自旋轨道耦合以及由于样品结构反演不对称给出

的 Rashba 内禀自旋轨道耦合。除此之外，自旋轨道耦合还会对电子的波函数有很大的

影响，给出 EY 自旋轨道耦合，它和自旋守恒散射结合在一起就会给出自旋偏转散射。

另外我们给出了有约束势的系统，特别是量子阱系统中的子带结构以及相互作用形式。

对于半导体系统中自旋弛豫/去相位，我们首先在一个简单的两能级系统中介绍了

单电子系统中的自旋弛豫/去相位的概念，给出了如何用费米黄金规则以及运动方程求

解自旋弛豫/去相位时间。其次将其推广到自旋系综中，给出引起自旋弛豫/去相位的机

制的起源以及对应的适用范围，这里包括 EY 机制，DP 机制、BAP 机制、和原子核的

超精细相互作用产生的弛豫/去相位机制以及由于非均匀扩展引起的弛豫/去相位机制。

其中非均匀扩展引起的自旋弛豫/去相位从一个新的角度大大扩展了 DP 机制对自旋弛

豫/去相位过程的理解。对于闪锌矿半导体材料，非均匀扩展引起的自旋弛豫过程占主

导地位。然后我们详细讨论了动力学自旋 Bloch 方程对空间均匀系统的时间演化中的自

旋弛豫以及空间不均匀系统中输运过程中自旋弛豫的处理。使用动力学自旋 Bloch 方程

以及用非均匀扩展的观点，可以很好地理解体材料、量子阱以及量子线系统的自旋弛豫

过程。

在对单体问题的研究中，我们首先考虑了量子点系统中的自旋弛豫。由于自旋轨

道耦合的存在，量子点中电子的波函数不再是 σz 的严格本征态，在自旋守恒散射如电

子-声学声子的散射过程中，电子会在不同自旋的电子态之间翻转，给出一个有效的自

旋翻转散射。我们采用严格对角化的方法求出包括了自旋轨道耦合在内的电子的波函

数，通过费米黄金规则求出不同自旋态之间的跃迁几率，给出自旋弛豫时间。而在以往

文献中却是采用微绕方法在最低的四个态之间得到自旋轨道耦合对波函数的一阶修正，

然后根据费米黄金规则计算能量最低的两个修正以后的 Zeeman 劈裂能级之间的自旋弛

豫时间。我们发现在垂直磁场情况下，使用完全对角化得到的自旋弛豫时间和以往在文

献中得到的结果有着数量级上的差异。进一步的研究发现导致这部分差别的原因有两



点：(i) 自旋轨道耦合对能级的二阶修正和 Zeeman 劈裂能量可比拟；(ii)高能级对低能

级能量及波函数的修正不可忽略。以往的文献却没有考虑这两点的贡献。其中第 (ii) 点

对于平行磁场的系统也是成立的。因此，使用完全对角化的方法可以很好地研究量子点

系统中的自旋弛豫过程。在此基础上，我们讨论了外加磁场、量子点的大小、温度以及

量子阱的宽度对自旋弛豫时间的影响。随着外加磁场的增大或者量子点半径的增大，在

弛豫过程中都需要包括更多的能级，使得散射通道增多，自旋弛豫时间变短；随着温度

的升高，电子–声学声子散射变强，从而使弛豫时间变短；随着量子阱阱宽变小，自旋

轨道耦合变大，从而使得不同自旋的散射变得更容易，使得自旋弛豫时间变短。

接着考虑了强 THz 电场对 InAs 两维电子气态密度的影响。我们使用 Floquet 定理

严格求解出包括了 THz 场以后的电子波函数，然后使用 Green 函数方法求得系统的态

密度和自旋极化密度。我们发现，THz 场对态密度和自旋极化密度有非常大的影响，分

别表现在出现子带效应、主吸收峰的蓝移以及和 Rashba 自旋轨道耦合共同作用下的在

每个子带带边上的平方根的发散。THz 的电场可以诱导出一个 THz 的磁距。我们指出

可以用这个效应将THz 的电信号转化成 THz 的磁信号。这里我们也考虑 Collinear 表象

和 Helix 表象之间的差别。

对于系统的自旋性质，我们从多体的角度考虑量子线和量子阱系统中的自旋弛

豫。通过 Green 函数方法推导出一维和两维系统中的动力学自旋 Bloch 方程的普遍

形式，给出所有散射项—特别是电子-电子散射—的具体形式，并且给出 Helix 统计

和 Collinear 统计下散射项的差别，主要表现在散射项中是否包括了自旋轨道耦合

的影响。接着在两维系统和一维系统中近似求解了仅仅考虑弹性散射时的动力学自

旋 Bloch 方程，给出了散射和非均匀扩展之间的相互作用以及他们对自旋弛豫时间的影

响。给出了这两个系统中强弱散射的判据。

我们用数值求解动力学自旋 Bloch 方程的方法研究了 InAs 量子线系统中两种不

同方向的自旋极化在 Rashba 自旋轨道耦合作用下的自旋弛豫过程，发现其中一种方

向 (当自旋极化方向沿着量子线生长方向，但是外加磁场方向和量子线垂直) 下界面电

场的取向可以有效的调节自旋弛豫时间，而在另外一种方向 (当自旋极化方向垂直于量

子线生长方向，但是外加磁场方向沿着量子线方向) 下随着界面电场取向的变化自旋弛

豫时间几乎没有变化。并且我们给出了在量子线系统中非均匀扩展的解析表达式：进动

频率的均方差。它可以很好地描述量子线系统中的自旋弛豫过程。

然后我们讨论了等强度 Dresselhaus 项和 Rasbha 项的 GaAs 量子阱在高温时 (T >

120 K) 的自旋弛豫。数值结果表明发现 Helix 统计和 Collinear 统计下的自旋弛豫几

乎没有差别，这是因为自旋轨道耦合对应的能量和系统的费米能以及温度对应能量相

比很小，可以忽略不计。同时在等强度的 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合系统

中，不同自旋极化方向的自旋弛豫表现出很强的各向异性：在没有考虑 Dresselhaus 项

的三次方项贡献时，沿着 (110) 方向的自旋弛豫时间是无穷长，而其它方向两个方

向 (001) 和 (1̄10) 的自旋弛豫时间却非常短；即使在考虑了三次方项贡献，(110) 方向的

自旋弛豫时间变为有限长，它仍然要远远大于另外两个方向的弛豫时间。紧接着，我们
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第十二章 总结

研究了 (110) 方向的自旋弛豫时间的温度、电子浓度和量子阱阱宽依赖关系，这些结果

都可以由非均匀扩展引起的自旋弛豫机制很好地解释：随着温度的升高、电子浓度的升

高以及量子阱阱宽的变大，自旋弛豫时间都在变小。

上面的研究都是在空间均匀系统中的自旋极化随着时间的演化，除此在外，我们

还研究了自旋极化的空间输运。我们考虑高温下 (T > 120 K) n-型 GaAs 量子阱系统

在 Dresselhaus 自旋轨道耦合作用下的自旋输运问题，这里我们考虑了所有散射的作

用，包括电子–杂质散射、电子–LO声子散射以及电子–电子散射。在数值计算方面，我

们采用了一个新方法求解双边注入下的动力学自旋 Bloch 方程，和以往的单边注入问题

相比，这个方法可以避开粘滞系数这个计算参数，并且可以在考虑电子–电子散射的情

况下计算比较长的样品。我们指出在输运过程中空间振荡频率是由自旋轨道耦合以及自

旋注入速度 kx 的商决定的，而非均匀扩展是由空间振荡频率中的各向异性部分决定。

我们发现即使在没有外磁场时，自旋极化/相干也会在扩散/输运方向上出现振荡；并且

在散射足够强的时候—内禀的散射即电子-电子散射就满足这个条件—不同动量的电子

自旋具有相同的振荡频率以及相位，导致横向的自旋注入长度和系综的横向注入长度相

等。这是因为在自旋轨道耦合和动量 kx 相除以后，会出现一项与动量 k 无关的项，提

供了这个振荡的磁场。并且这个振荡的周期和外加电场无关，这是因为外加电场虽然会

使电子分布在动量空间内偏移，但是使自旋极化振荡的磁场本身与动量 k 无关，从而

不会使振荡频率发生变化。进一步我们研究了自旋扩散/输运长度的散射、温度、量子

阱宽、外磁场以及外电场的依赖关系。所有的结果都可以用在输运过程中的非均匀扩展

导致的自旋弛豫机制很好地解释。随着散射从弱散射区域慢慢增强到强散射区域，在由

非均匀扩展导致的自旋弛豫机制下，自旋扩散长度按照先减小后增加的方式变化。整体

上来说，输运过程中散射和温度对自旋扩散长度的影响都不大。而随着量子阱阱宽变

大，自旋轨道耦合变弱，从而使的自旋扩散长度以及自旋振荡周期变大。当平面内磁场

沿着和垂直于注入方向时，自旋扩散长度都随着磁场变强而变短。这是因为随着磁场的

增加，输运中的非均匀扩展会因为gµBB/kx 增加而变大，导致自旋扩散长度减小。但

是他们对自旋振荡周期表现出很不一样的作用：当磁场沿着注入方向时，随着磁场从逆

着注入方向慢慢增大，自旋振荡慢慢增大，直到不再出现周期为止；而当磁场垂直于注

入方向时，振荡周期只随着磁场的大小增加而变小。对于电场的作用，当其方向是逆

着/沿着注入方向增加时，随着其大小增加，自旋注入长度增加/减小，但是自旋在空间

上的振荡周期不变。

接着我们在量子阱系统研究了在 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合的强度可比

拟的时候的自旋输运过程中的各向异性。这种情况下，自旋扩散长度不仅仅对自旋极

化的方向也对自旋注入方向表现出非常强的各向异性。并且在不考虑 Dresselhaus 三

次方项的贡献并且 Dresselhaus 和Rasbha 线性项的系数相同时，如下的两种情况都给

出无穷长的自旋扩散长度：(i) 当自旋扩散/注入方向沿着 (1̄10) 方向时，自旋极化方

向沿着任意方向；(ii) 当自旋极化方向沿着 (110) 方向时，自旋扩散方向沿着任意方

向。然而在考虑三次方项的贡献后，自旋扩散长度变为一个有限值，并且随着温度的
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升高和电子浓度的变大而减小；不过，此时自旋扩散长度对自旋极化方向以及自旋注

入方向的各向异性仍然被保留了下来。考虑沿着 (1̄10) 方向的自旋注入，通过调节门

电压的方式使得 Rashba 自旋轨道耦合的强度从零开始增强到略微小于 (不是通常认为

的等于) Dresselhuas 线性项的强度时，自旋扩散长度一直增加到一个最大值，然后随

着 Rashba 强度的增加而减小。

最后我们考虑了由 EY 自旋轨道耦合产生的外禀自旋流以及在样品内部产生面内

自旋极化。通过建立微观的动力学自旋 Bloch 方程，我们得到在只考虑自旋轨道耦合

的线性项的贡献时，稳态时外禀的自旋霍尔电导始终为零；在考虑了 Dresselhaus 自

旋轨道耦合的三次方项的贡献以后，稳态时可以得到非常小的自旋霍尔电导。这

和 Tse 和 Sarma [110]考虑了线性自旋轨道耦合的对自旋霍尔电导的顶角修正以后

的 Kubo 公式给出的结果一致。但是用动力学方法检验 Kubo 公式的正确性是很重要

的。这种稳态时外禀自旋霍尔电流/电导的消失，是因为由Dresselhaus/Rashba 自旋轨

道耦合引起的自旋进动将自旋霍尔电流转化为了样品内部的面内极化。这种自旋极化来

源于自旋进动和偏转散射的共同作用，和流致极化具有完全不一样的性质，包括具有

相反的量子阱的阱宽和杂质浓度的依赖关系。Dresselhaus 自旋轨道耦合下给出相反，

而 Rashba 自旋轨道耦合却给出相同的自旋极化方向。
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附附附录录录A Löwdin Partitioning方方方法法法 1©

准简并微扰理论（Löwdin Partition）是一种应用广泛并且功能强大的用于块对角

化不含时哈密顿量的方法。我们用这种方法块对角化 8 × 8 的 Kane 模型的哈密顿量。

对于给定的哈密顿量

H = H0 + λH1 + λH2 .

其中 H0 是可解的部分，给出本征值 En 和本征矢 |ψn〉，我们可以区分所有的本征矢
为两部分：A 和 B，并且我们只对 A 部分感兴趣。H1 只在 A 和 B 内矩阵元不为

零，H2 只在 A 和 B 之间矩阵元不为零，λ是一个参量。寻找一个幺阵变换e−S，让变

换矩阵

H̃ = e−SHeS .

关于 A和 B是块对角的，即 A〈ψ|H̃|ψ〉B = 0。为了让 H̃ 是对角的，S可以取成和H2一

样的只有块非对角元不为0的形式，且S = −S†。展开 eS = 1 + S + 1
2!
S2 + 1

3!
S3 + · · · 后

得到 H̃ = H̃d + H̃n，其中

H̃d = H0 + λH1 + [λH2, S] +
1

2!
[[H0 + λH1, S], S] + O(λ4) , (A.1)

H̃n = λH2 + [H0 + λH1, S] +
1

2!
[[λH2, S], S] +

1

3!
[[[H0, S], S], S] + O(λ4).

(A.2)

要求H̃n = 0。展开 S =
∑∞

i=1 λiS(i)带入上式，得到

H̃d =
∞∑
i=0

λiH̃
(i)
d ,

H̃n =
∞∑
i=1

λiH̃(i)
n . (A.3)

1©这里介绍的块对角化方法是摘取至文献 [286]。



其中

H̃
(0)
d = H0 , H̃

(1)
d = H1 ,

H̃
(2)
d = [H2, S(1)] +

1

2!
[[H0, S(1)], S(1)] ,

H̃
(3)
d = [H2, S(2)] +

1

2!
[[H0, S(1)], S(2)] +

1

2!
[[H0, S(2)], S(1)] ,

+
1

2!
[[H1, S(1)], S(1)] . (A.4)

和

H̃(1)
n = [H0, S(1)] + H2 , H̃(2)

n = [H0, S(2)] + [H1, S(1)] .

H̃(3)
n = [H0, S(3)] + [H1, S(2)] +

1

2!
[[H2, S(1)], S(1)] ,

+
1

3!
[[[H0, S(1)], S(1)], S(1)] . (A.5)

由H̃
(i)
n = 0得到

[H0, S(1)] = −H2 ,

[H0, S(2)] = −[H1, S(1)] ,

[H0, S(3)] = −[H1, S(2)] − 1

6
[[H2, S(1)], S(1)] . (A.6)

方程（A.6）的解是

S(1)
nm =

−(H2)nm

En − Em

,

S(2)
nm =

−[H1, S(1)]nm

En − Em

,

S(3)
nm =

−([H1, S(2)] + 1
6
[[H2, S(1)], S(1)])nm

En − Em

. (A.7)

这里，n,m 分别属于 A 和 B 部分的本征矢量。微扰后的系统的哈密顿量变为：

H̃
(2)
d =

1

2
[H2, S(1)] ,

H̃
(3)
d =

1

2
[H2, S(2)] . (A.8)

对应的微扰的波函数为|ψ̃〉 = eS|ψ〉。
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附附附录录录B 动动动力力力学学学自自自旋旋旋 Bloch 方方方程程程的的的推推推导导导 1©

系统未微扰的哈密顿量为 H0(P,R)，其中 R = (r, rc)。r 是电子可以自由运动的方

向的坐标，rc 为约束方向坐标。则自由运动方向有好量子数准动量 k。未微扰波函数记

为

ψ′
k,n(R) =

1

(
√

2π)r
eik·rφk,n(rc) . (B.1)

满足定态薛定谔方程

H0(P,R)|ψ′
k,n〉 = En(k)|ψ′

k,n〉 . (B.2)

En,k是系统的本征能级，且 r是自由运动方向的维数。类似于 Bloch波函数，φk,n(rc)对

指标 n 是正交完备的。因此我们可以将 φk,n 展开到 φ0,n 下，即得到另外一组正交完备

基：

ψk,n(R) =
1

(
√

2π)r
eik·rφ0,n(rc) . (B.3)

这组基不是 H0 的本征态，它和第一组基之间通过幺阵变换联系。

二次量子化以后哈密顿量化为 H0 =
∫

dRΨ†(t)H0(P,R)Ψ(R, t) ，其中产生算符时

间演化满足

i∂tΨ(R, t) = [Ψ(R, t), H0] = H(P,R)Ψ(R, t) ,

i∂tΨ
†(R, t) = −Ψ†(R, t)H(−P′,R′) . (B.4)

在不引起混乱的情况下，我们用 1 = (R1, t1) 和 2 = (R2, t2) 表示两个坐标。空间两点

闭路格林函数定义为：

G(1;2) = −i〈TcΨ(1)Ψ†(2)〉 . (B.5)

这里 Tc 是作用在时间回路上的编时算符。对未微扰的格林函数来说，〈· · · 〉 是相对于未
微扰的哈密顿量 H0 求统计平均，满足：

− i∂t2G0(1,2) − G0(1;2)H0(−P2,R2) = δ(1 − 2) ,

(i∂t1 − H0(P1,R1))G0(1;2) = δ(1 − 2) . (B.6)

考虑了各种不能严格求解的哈密顿量 HI 以后，统计平均不能直接求得，可以根

1©这里的推导主要步骤参考文献 [330] [195]



据 Dyson 方程将系统的格林函数可以按照未微扰的格林函数展开：

G(1;2) = G0(1;2) +

∫
d3G0(1;2)U(3)G(3;2)

+

∫
cv

d3

∫
cv

d4G0(1;3)Σ(3;4)G(4;2) . (B.7)

其中 U(1) 是等时自能项，包括外驱动场、Hartree-Fock 项等。Σ(1;2) 是系统的自能

项。Dyson 方程满足

−i∂t2G(1;2) = δ(1 − 2) + G(1;2)
[
H0(−P2,R2) + U(2)

]
+

∫
cv

d3G(1;3)Σ(3;2) ,

i∂t1G(1;2) = δ(1 − 2) +
[
H0(P1,R1) + U(1)

]
G(1;2) +

∫
cv

d3Σ(1;3)G(3;2) . (B.8)

两式相减得

(i∂t1 + i∂t2)G(1;2) = [H0(P1,R1)) + U(1)]G(1;2) − G(1;2)[H0(−P2,R2) + U(2)]

+

∫
cv

d3[Σ(1;3)G(3;2) − G(1;3)Σ(3;2)] . (B.9)

简记为

(i∂t1 + i∂t2)G =
[
H0 + U,G

]
+

∫ [
Σ, G

]
. (B.10)

对自由运动坐标和时间做 Wigner 坐标变换，即

X = (r1 + r2)/2 T = (t1 + t2)/2

x = r1 − r2 t = t1 − t2 (B.11)

则

G(1;2) = G(X +
x

2
, T +

t

2
, rc,1; X − x

2
, T − t

2
, rc,2) = G(X, x; T +

t

2
, T − t

2
) (B.12)

在后一种记号中，我们把约束方向的坐标当成矩阵的行和列，不明确的写出来。利用

U(r1, t1, rc,1) = U(X +
x

2
, T +

t

2
, rc,1) = e

x
2
∂XU(X,T +

t

2
)

G(1;3) = G(
r1 + r3

2
, r1 − r3; T +

t

2
, t3)

= e
r2−r3

2
∂XG(X, r1 − r3; T +

t

2
, t3) ,

G(3;2) = e
r3−r1

2
∂XG(X, r3 − r2; t3, T − t

2
) . (B.13)
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附录B 动力学自旋 Bloch 方程的推导

并对位置 x 作傅立叶变换，

G̃(X,k; T +
t

2
, T − t

2
) =

∫
dke−ik·xG(X, x; T +

t

2
, T − t

2
) . (B.14)

方程 (B.9) 化作

i∂T G̃(X,k; T +
t

2
, T − t

2
)

=

[
H0(

1

2
PX + k) + e

i
2
∂G
k ∂U

XU(X,T +
t

2
)

]
G̃(X,k; T +

t

2
, T − t

2
)

−G̃(X,k; T +
t

2
, T − t

2
)

[
H0(−

1

2
PX + k) + e−

i
2
∂G
k ∂U

XU(X,T − t

2
)

]
+

∫
cv

dt3

[
e−

i
2
∂G
k ∂Σ

X Σ̃(X,k; T +
t

2
, t3)e

− i
2
∂Σ
k ∂G

X G̃(X,k; t3, T − t

2
)

−e−
i
2
∂Σ
k ∂G

X G̃(X,k; T +
t

2
, t3)e

− i
2
∂G
k ∂Σ

X Σ̃(X,k; t3, T − t

2
)

]
. (B.15)

我们保留 ∂G
k 和 ∂Σ

X分别到一阶，并且对回路积分运用 Langreth 定理 [309]得到

i∂T G̃(X,k; T +
t

2
, T − t

2
)

=

[
(1 +

1

2
PG

X · ∂H
k )H0(k) + U(X,T +

t

2
)

]
G̃(X,k; T +

t

2
, T − t

2
)

−G̃(X,k; T +
t

2
, T − t

2
)

[
(1 − 1

2
PG

X · ∂H
k )H0(k) + U(X,T − t

2
)

]
+

i

2

{
∂XU(X,T +

t

2
)∂kG̃(X,k; T +

t

2
, T − t

2
) − ∂kG̃(X,k; T +

t

2
, T − t

2
)

×∂XU(X,T − t

2
)

}
+

∫
dt3

[
Σ̃r(X,k; T +

t

2
, t3)G̃

<(X,k; t3, T − t

2
)

+Σ̃<(X,k; T +
t

2
, t3)G̃

a(X,k; t3, T − t

2
) − G̃r(X,k; T +

t

2
, t3)

×Σ̃<(X,k; t3, T − t

2
) − G̃<(X,k; T +

t

2
, t3)Σ̃

a(X,k; t3, T − t

2
)

]
(B.16)

取 t = 0− 并且由

Gr(t1, t2) = θ(t1 − t2)[G
>(t1, t2) − G<(t1, t2)]

Ga(t1, t2) = θ(t2 − t1)[G
<(t1, t2) − G>(t1, t2)] (B.17)
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可将方程 (B.16) 化作

i∂T G̃<(X,k; T, T ) = [H0(k) + U(X,T ), G̃<(X,k; T, T )]

− i

2

{
∂XG̃<(X,k; T, T ), ∂kH0(k)

}
+

i

2

{
∂kG̃

<(X,k; T, T ), ∂XU(X; T )
}

+

∫ t

−∞
dτ

[
Σ̃>(X,k; T, τ)G̃<(X,k; τ, T ) + G̃<(X,k; τ, T )Σ̃>(X,k; T, τ)

−Σ̃<(X,k; T, τ)G̃>(X,k; τ, T ) − G̃>(X,k; τ, T )Σ̃<(X,k; T, τ)
]

(B.18)

我们将各个算符展开到正交完备基 {ψk,n(R)} 下，

Ψ(R, t) =
∑
k,n

ψk,n(R)ck,n(t) (B.19)

其中 ck,n(t) 是湮灭一个处在态 ψk,n(R) 上电子的湮灭算符。则

G(X, x; T +
t

2
, T − t

2
) =

∑
k1,k2
n1,n2

ψk1,n1(X +
x

2
, rc,1)ψ

†
k2,n2

(X − x

2
, rc,2)

×
{
−i〈Tcck1,n1(T +

t

2
)c†k2,n2

(T − t

2
)〉

}
(B.20)

傅立叶变换以后得到：

G̃(X,k; T +
t

2
, T − t

2
) = φ0,n1(rc,1)G̃n1,n2(X,k; T +

t

2
, T − t

2
)φ†

0,n2
(rc,2) (B.21)

其中

G̃n1,n2(X,k; T +
t

2
, T − t

2
) =

∑
k1;n1,n2

eik1·X
[
− i

(2π)r
〈Tcck+

k1
2

,n1
(T +

t

2
)c†

k−k1
2

,n2
(T − t

2
)〉

]
(B.22)

对于不同动量之间的关联，和我们关心的分立能级如自旋之间的关联相比，总是很快的

弛豫到零，因此一般可以不用考虑不同动量之间的关联，则上式中求统计平均的部分

有 k1 = 0，即

G̃n1,n2(X,k; T +
t

2
, T − t

2
) = −i〈Tcck,n1(T +

t

2
)c†k,n2

(T − t

2
)〉 (B.23)

考虑了不同的束缚态之间关联之后，可以将 G̃，Σ̃ 看成关于分立能级的矩阵，则方

程 (B.18) 给出的就是矩阵方程。

为了和可以观测量如粒子占据数、流等联系起来，采用推广的 Kadanoff-Baym 假
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附录B 动力学自旋 Bloch 方程的推导

设 [309]：

G̃≶(X,k; t1, t2) = ∓[G̃r(k; t1, t2)ρ
≶(X,k; t2) − ρ≶(X,k; t1)G̃

a(k; t1, t2)] (B.24)

其中 ρ<
n1n2

(X,k, t) = 〈c†k,n2
(t)ck,n1(t)〉 = ρn1n2(X,k, t) ，以及 ρ>

n1n2
= δn1n2 − ρn1n2。并且

对于推广的 Kadanoff-Baym 假设中的推迟和超前格林函数采用没有微扰的量代替，即

G0,r(k; t1, t2) = −iθ(t1 − t2)e
−iEk(t1−t2)

G0,a(k; t1, t2) = iθ(t2 − t1)e
−iEk(t1−t2)

(B.25)

这里 Ek 是未微扰的哈密顿量在基 {ψk,n(R)} 下的表示，即

(Ek)n1n2 = 〈ψk,n1 |H0(P,R)|ψk,n2〉
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附附附录录录C Helix 表表表象象象下下下的的的量量量子子子阱阱阱系系系统统统中中中电电电子子子的的的动动动力力力学学学自自自

旋旋旋 Bloch 方方方程程程 1©

通过幺阵变换 Uk (6.27)，我们把在 Collinear 表象下的动力学自旋 Bloch 方

程 (6.23) 化作：

∂

∂t
ρh
k(r, t) = eE∂kxρ

h
k(r, t) + eE

[
U †

k

∂

∂kx

Uk, ρ
h
k(r, t)

]
− kx

m∗∂xρ
h
k(r, t)

−i

[(
ε+(k) 0

0 ε−(k)

)
+ Eh

HF, ρ
h
k(r, t)

]
+

∂

∂t
ρh
k(r, t)

∣∣∣∣
scat

. (C.1)

Hartreen-Fock 项变为：Eh
HF = −

∑
q VqSk,k−qρ

h
k−q(r, t)Sk−q,k 其中 Sk,k−q = U †

kUk−q。

散射项为：

∂

∂t
ρh
k(r, t)

∣∣∣∣
scat

= −
{

Sh(>,<) − Sh(<,>) + Sh(>,<)† − Sh(<,>)†
}

(C.2)

其中 Sh(>,<) 是从公式 (6.24) 作幺阵变化而来：

Sh(>,<) = π
∑

q;η1η2

|Uq|2Sk,k−qρ
h,>
k−q(t)T

h
k−q,η1

Sk−q,kT
h
k,η2

ρh,<
k (t)δ(εη1(k − q) − εη2(k))

+ π
∑

Q;η1,η2

|gQ,λ|2Sk,k−qρ
h,>
k−q(t)T

h
k−q,η1

Sk−q,kT
h
k,η2

ρh,<
k (t)

×
[
N<(Q)δ(εη1(k − q) − εη2(k) + ωQ) + N>(Q)δ(εη1(k − q) − εη2(k) − ωQ)

]
+ π

∑
q;k′

η1,η2,η3,η4

V 2
q Sk,k−qρ

h,>
k−q(t)T

h
k−q,η1

Sk−q,kT
h
k,η2

ρh,<
k (t)

×Tr[Sk′−q,k′ρh,>
k′ (t)T h

k′,η3
Sk′,k′−qT

h
k′−q,η4

ρh,<
k′−q(t)]

×δ(εη1(k − q) − εη2(k) + εη3(k
′) − εη4(k

′ − q)) . (C.3)

这里，|Uk|2、|gk,λ|2 以及 V 2
q 分别是电子—非磁性杂质、电子—声子以及电子电子散射

的矩阵元。其中，投影算符化作 T h
k,ξ = U †

kTk,ξUk = 1
2
(1 + ξσz)。

1©在我们的工作 [65]中有详细介绍



附附附录录录D 2DEG 中中中 Collinear 统统统计计计下下下库库库仑仑仑散散散射射射的的的数数数值值值处处处理理理

∂ρk(r, t)

∂t

∣∣∣∣ee
scat

= π
∑
q;k′

V 2
q δ(εk−q − εk + εk′ − εk′−q)

{
(1 − ρk−q)ρkTr[(1 − ρk′)ρk′−q]

−ρk−q(1 − ρk)Tr[ρk′(1 − ρk′−q)]
}

+
{
· · ·

}†
. (D.1)

将其中求和变量 q 变换为 k − q 得到

∂ρk(r, t)

∂t

∣∣∣∣ee
scat

= π
∑
q;k′

V 2
k−qδ(εq − εk + εk′ − εk′−k+q)

{
(1 − ρq)ρkTr[(1 − ρk′)ρk′−k+q]

−ρq(1 − ρk)Tr[ρk′(1 − ρk′−k+q)]

}
+

{
· · ·

}†

. (D.2)

记 F (q,k) = (1 − ρq)ρk 则

∂ρk(r, t)

∂t

∣∣∣∣ee
scat

= π
∑
q;k′

V 2
k−qδ(εq − εk + εk′ − εk′−k+q)

×
{

F (q,k)Tr[F (k′,k′ − k + q)] − F (k,q)Tr[F (k′ − k + q,k′)]

}
+

{
· · ·

}†

(D.3)

现在验证带入平衡态的时候散射项为零 (8.7) 以及粒子数守恒 (8.8) 的结果。

1. 平衡分布时散射项为零

当取平衡态

ρ0
k =

1

1 + eβ(εk−µ)

时

F (q,k)Tr[F (k′,k′ − k + q)] = 2eβ(εq−µ)eβ(εk′−µ)ρ0
kρ

0
qρ

0
k′ρ0

k′−k+q

F (k,q)Tr[F (k′ − k + q,k′)] = 2eβ(εk−µ)eβ(εk′−k+q−µ)ρ0
kρ

0
qρ

0
k′ρ0

k′−k+q (D.4)

由 δ 函数可知 εq + εk′ = εk′−k+q + εk，即上式中的两项值相同，故库仑散射的任

何一项对于平衡分布而言都是零。从这里可以看出，这一条件要满足的话必须要

求在数值计算中 δ 中的能量守恒要严格满足。



D.1 优化前的数值处理

2. 粒子数守恒

对于粒子数守恒，只需要把公式 (D.3) 中第一个大括号中的第二项作变换 k ↔
q 以及 k′ ↔ k′ − k + q，则可以保证

∑
k

∂ρk(r,t)
∂t

∣∣∣ee
scat

= 0。因此在数值处理过程

中，分割的格点也需要满足相同的变换。

D.1 优化前的数值处理 1©

对于 k 空间的分割，我们采取的是按照能量和角度均匀分割的方法。则公

式 (D.3) 中 ρk 和 ρq 都是可以落在分割的格点上，但是 ρk′ 以及 ρk′−k+q 的位置却

需要由 δ 函数给出。我们将 δ 函数中的 θk′ 对应的积分积掉，则剩下的积分变量 k′ 的

能量项 εk′ 是可以选取在能量分割格点上的，即 ρk′ 在能量分割格点上。由 δ 函数可得

εk′−k+q = εq − εk + εk′ . (D.5)

因此 ρk′−k+q 也是可以保证处在能量的分割格点上。现在我们计算 ρk′ 以及 ρk′−k+q 对

应的角度分割格点。由

δ(εq − εk + εk′ − εk′−k+q) = δ

(
2

~2

2m∗k
′ · (k − q) − (εk−q − εq + εk)

)
=

1

2
δ

(
√

εk′εk−q cos(θk′ − θk−q) −
εk−q − εq + εk

2

)
=

1

2

∑
i=±

δ(θk′ − θi
k′)

√
εk′εk−q| sin(θi

k′ − θk−q)|
(D.6)

其中 θi
k′ 满足

√
εk′εk−q cos(θi

k′ − θk−q) −
εk−q − εq + εk

2
= 0 .

因此 θk′ 有两个解，

θi
k′ = θk−q ± arccos

(
εk−q − εq + εk

2
√

εk′εk−q

)
. (D.7)

以及

| sin(θi
k′ − θk−q)| =

√
1 −

(
εk−q − εq + εk

2
√

εk′εk−q

)2

(D.8)

这里可以看出，ρk′ 对应的角度分割点由矢量 k − q、εk、εq 以及 εk′ 所决定。其

1©这种方法最初是由我们组的翁明其给出，它可以在数值计算过程中保证动力学方程的对称性。
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附录D 2DEG 中 Collinear 统计下库仑散射的数值处理

中 k − q 给出

εk−q = εk + εq − 2
√

εkεq cos(θk − θq)

θk−q = θk ± arccos

(
εk−q − εq + εk

2
√

εkεk−q

)
(D.9)

对于给定的 k 和 q，θk−q 的取值是固定的，在限定 θk − θq ∈ [−π, π] 时，则正负号的取

值和 θk − θq 一致。

对于 ρk′−k+q 的角度分割点有如下的等式

~2

2m∗ (k′ − k + q) · (k − q) =
~2

2m∗k
′ · (k − q) − εk−q ,

~2

2m∗ (k′ − k + q) · (k − q) =
√

εk′−k+qεk−q cos(θk′−k+q − θk−q) . (D.10)

利用 δ 函数可知 ~2

2m∗k
′ · (k − q) =

εk−q−εq+εk
2

，则

θi
k′−k+q = θk−q ± arccos

(
−εq + εk − εk−q

2
√

εk′−k+qεk−q

)
. (D.11)

由于矢量 k′，k− q 和 k′ − k + q 可以构成三角形，故在表达式 (D.7) 和 (D.11) 中同时

取正号或者负号。由于角度 θi
k′ 和 θi

k′−k+q 都不是严格的落在分割格点上，在计算中需

要对 ρk′ 和 ρk′−k+q 做角度插值。

对于这种数值处理方法，由于能量守恒是在分割格点上严格得到满足的，故第一

个条件是得到满足的。对于第二个条件，我们把分割格点 k ↔ q 互换以后，θk−q →
θk−q + π 且 εk−q 保持不变，然后只需要用格点 εk′ + εq − εk 代替 εk′ 的值，则可以满

足 k′ − k + q ↔ k′，这说明第二个条件在格点上也是满足的。对于这种方法，在将 δ 函

数积掉以后，计算所有动量 k 的结果共需要五重求和，则散射项的第一部分化作：

A1(k) = π
∑
q;k′

V 2
k−qδ(εq − εk + εk′ − εk′−k+q)F (q,k)Tr[F (k′,k′ − k + q)]

=
π

(2π)4

(
m∗

~2

)2 ∑
i=±

∫
dεqdθqdεk′

V 2
k−q√

4εk′εk−q − (εk−q − εq + εk)2

×F (εq, θq; εk, θk)Tr[F (εk′ , θi
k′ ; εq − εk + εk′ , θi

k′−k+q)]

=
π

(2π)4

(
m∗

~2

)2 ∑
i=±

∫
dεqdθq

1
√

εk−q

d

√
εk′ − (εk−q − εq + εk)2

4εk−q

V 2
k−q

×F (εq, θq; εk, θk)Tr[F (εk′ , θi
k′ ; εq − εk + εk′ , θi

k′−k+q) (D.12)
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D.2 优化后的数值处理

D.2 优化后的数值处理

重新将公式 (D.7) 和 (D.11) 写为如下形式：

θi
k′ = θk−q ± arccos

(
εk−q − εq + εk

2
√

εk′εk−q

)
,

θi
k′−k+q = θk−q ± arccos

(
−εq + εk − εk−q

2
√

(εk′ − εk + εq)εk−q

)
. (D.13)

设 y1 = εq − εk，y2 = εk−q 以及 y3 = θk−q，则

θi
k′ = y3 ± arccos

(
y2 − y1

2
√

εk′y2

)
,

θi
k′−k+q = y3 ± arccos

(
−y1 − y2

2
√

(εk′ + y1)y2

)
. (D.14)

同时

δ(εq − εk + εk′ − εk′−k+q) =
∑
i=±

δ(θk′ − θi
k′)√

4εk′y2 − (y2 − y1)2
(D.15)

将 A1(k) 重新记作

A1(k) = π
∑
q

F (q,k)H(y1, y2, y3) (D.16)

其中

H(y1, y2, y3) =
∑
k′

V 2
k−qδ(εq − εk + εk′ − εk′−k+q)Tr[F (k′,k′ − k + q)]

=
1

(2π)2

m∗

~2

∫
dεk′

V 2
k−qTr[F (εk′ , θi

k′ ; εk′ + y1, θ
i
k′−k+q)]√

4εk′y2 − (y2 − y1)2
(D.17)

同时很容易验证

H(−y1, y2, π + y3) =
∑
k′

V 2
q−kδ(εk − εq + εk′ − εk′+k−q)Tr[F (k′,k′ + k − q)]

=
∑
k′

V 2
k−qδ(εq − εk + εk′ − εk′−k+q)Tr[F (k′ − k + q,k′)]
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附录D 2DEG 中 Collinear 统计下库仑散射的数值处理

所以库仑散射可以写为

∂ρk(r, t)

∂t

∣∣∣∣ee
scat

= π
∑
q

{F (q,k)H(y1, y2, y3) − F (k,q)H(−y1, y2, π + y3)}+{· · · }† (D.18)

如果我们不仅仅对动量 k 均匀分割，同时也对 y1，y2 和 y3 均匀分割以先计算求得所

有的 H(y1, y2, y3)。然后根据动量空间的 k 和 q 的分割求得各个 yi，在散射项中调用已

求出的 H(y1, y2, y3)，这一步需要对 y2 和 y3 进行插值。由此可以求得所有的散射项。

对于计算复杂度，所有 H(y1, y2, y3) 共需要四重求和，计算所有的散射项也需要四重求

和，因此整个散射项的计算都是四重，比上一小节中的结果少了一重，大大提高了计算

速度。

采用这种数值处理方法，可以考虑电子–电子相互作用对自旋输运的影响。我们先

用这种方法应用在研究自旋波包输运中 [59]，发现库仑拽引效应起着非常重要的作用。

然后我们重新考虑了在扩散/输运中电子–电子相互作用，并且考虑了高场下的自旋输

运 [61, 62]，指出电子–电子散射作为内禀散射会使得横向的自旋注入长度和系综的横向

注入长度相等。
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附附附录录录E 动动动力力力学学学自自自旋旋旋 Bloch 方方方程程程输输输运运运部部部分分分的的的数数数值值值处处处理理理 1©

动力学自旋 Bloch 方程 (6.23) 可以写为:

∂

∂t
ρk(x, t) +

kx

m∗
∂

∂x
ρk(x, t) = Gk[x, t] (E.1)

其中 Gk[x, t] 包括驱动项、相干项以及散射项，即 Gk[x, t] = ∂ρk(x,t)
∂t

∣∣∣
dr

+ ∂ρk(x,t)
∂t

∣∣∣
coh

+

∂ρk(x,t)
∂t

∣∣∣
scat

. 按照如下的方法离散化时间和空间坐标，

1

2

[
ρk(x, t + ∆t) − ρk(x, t)

∆t
+

ρk(x + ∆x, t + ∆t) − ρk(x + ∆x, t)

∆t

]
+

kx

m∗
ρk(x + ∆x, t + ∆t) − ρk(x, t + ∆t)

∆x
=

1

2
(Gk[x, t] + Gk[x + ∆x, t]) . (E.2)

当 kx > 0，电子在样品中从左边向右边运动。因此根据方程 (E.2)，迭代格式为

ρk(x + ∆x, t + ∆t) = −1 − r

1 + r
ρk(x, t + ∆t) +

1

1 + r
(ρk(x, t) + ρk(x + ∆x, t))

+
∆t

1 + r
(Gk[x, t] + Gk[x + ∆x, t]) . (E.3)

当 kx < 0，电子在样品中从右边向左边运动，则迭代格式变为

ρk(x, t + ∆t) = −1 − r

1 + r
ρk(x + ∆x, t + ∆t) +

1

1 + r
(ρk(x + ∆x, t) + ρk(x, t)

+
∆t

1 + r
(Gk[x, t] + Gk[x + ∆x, t]) . (E.4)

其中 r = 2|kx|∆t
m∗∆x

。

1©这部分内容主要用在我们的工作 [61]中



参参参考考考文文文献献献

[1] H. Ohno, Science 281, 951 (1998).

[2] Tomasz Dietl, Acta Phys. Polon. A 100 (Suppl.), 139 (2001) [cond-mat/0201279].

[3] D. D. Awschalom and J. M. Kikkawa, Physics Today 52, 33 (1999).

[4] S. D. Sarma, American Scientist 89, 516 (2001).

[5] D. Grundler, Physics World 15, 39 (2002).

[6] I. Žutić, J. Fabian, and S. Das Sarma, Rev. Mod. Phys. 76, 323 (2004).

[7] David D. Awschalom and Michael E. Flatté, Nature Phys. 3, 153 (2007).
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[29] Igor Žutić, Jaroslav Fabian, and S. Das Sarma, Phys. Rev. Lett. 88, 066603 (2002).
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