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摘摘摘 要要要

自旋电子学是研究和利用电子的自旋自由度来取代或者结合电荷自由度的一门学

科，尤其以固态系统为研究主体。它的目标是为新一代的电子学器件的设计和应用提供

一种方案。这种新一代的电子学器件在传统的标准微电子工艺中结合进自旋依赖的效

应。这种效应来自于电子的自旋与材料本身或者外在的磁、电和光学因素的相互作用。

为了实现这个目标，理解各种载体中不同电子体系的自旋动力学，包括自旋弛豫和自旋

输运，是非常必要的。基于这种需要，二维电子系统，尤其是存在于半导体量子阱或者

异质结中的电子系统，在过去的几十年中得到了广泛的研究。最近，单层或者双层石

墨、拓扑绝缘体的表面态以及绝缘体氧化物的界面如 LaAlO3/SiTiO3，也在一定程度上

因为它们的二维性质而引起了人们的很大关注。这篇论文主要从理论上研究了在传统半

导体、石墨烯、拓扑绝缘体以及多铁氧化物中的二维电子系统的自旋弛豫和输运。全文

结构如下。

在第 1 章的背景介绍中，我们首先简要回顾了自旋电子学的发展，论述了实现自旋

电子器件的关键要素，如自旋的产生和探测。接着我们介绍了时间域里自旋的主要弛豫

机制，包括 D’yakonov-Perel’，Elliot-Yafet 和 Bir-Aronov-Pikus 机制，以及由于空间上

自旋轨道耦合的涨落造成的自旋翻转散射所导致的自旋弛豫机制。除此外，我们还简要

明确了空间域的输运过程中的自旋弛豫机制。

在第 2 章，我们逐一介绍了这篇论文中所研究的材料和其中的电子系统。我们

首先给出 III-V 族半导体如 GaAs 的能带结构及有效哈密顿量。接着，我们介绍被视

为严格二维体系的石墨烯，并且从紧束缚模型的角度分析了高对称点处的电子（无质

量的 Dirac 费米子）的有效哈密顿量。然后，我们转向拓扑绝缘体，如具有代表性的

二维 HgTe 量子阱以及体的 Bi2Se3。我们展示了拓扑绝缘体的边界态和表面态，这是

一种具有类金属的传导性和自旋的螺旋性的、受时间反演对称保护的电子系统。我们

从 k · p 方法以及不变量方法两个角度引入了边界态和表面态的有效哈密顿量。最后，
我们对多铁材料做了一个简要介绍。在第 3 章，我们特别对石墨烯中自旋动力学的研究

现状做了一下介绍。

在第 4 章，我们首先介绍动力学自旋 Bloch 方程。本篇论文中关于自旋动力学的研

究都是基于这种动力学自旋 Bloch 方程方法。接着，从动力学自旋 Bloch 方程出发，我

们从微观的角度论述了时间域以及空间域的自旋弛豫机制。之后从第 5 到第 10 章，我

们分别对半导体、石墨烯、拓扑绝缘体表面态以及多铁氧化物界面中的二维电子系统的

自旋动力学进行研究。

我们首先在第 5 章研究了半导体量子阱中的自旋弛豫。具体包含下面这些内容。
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我们从实验和理论上研究了室温下本征的 (001) GaAs 量子阱中的自旋弛豫。实验

数据来自时间分辨的圆偏光泵浦－探测光谱。实验结果显示，随着电子（空穴）浓度

的增大，自旋弛豫时间先增大然后缓慢下降。我们用包含了 D’yakonov-Perel’ 和 Bir-

Aronov-Pikus 自旋弛豫机制的完全微观的计算很好地重复出了实验观察到的现象，并且

揭示：当浓度低的时候，Dresselhaus 自旋轨道耦合的线性项占主导，这时候随着浓度

的增大自旋弛豫时间变长；当浓度足够高的时候，Dresselhaus 自旋轨道耦合的三次方

项变得重要，使得自旋弛豫时间随浓度的变大而下降。

我们接着研究了高温下 n 型 (001) GaAs 量子阱在阱平面内存在电场情况下的涉及

多能谷的自旋弛豫。我们的研究表明，由于 L 能谷大的自旋轨道耦合以及强的 Γ-L 能

谷间散射，L 能谷扮演了自旋极化的“漏”（“drain”）的角色。随着电场的增大，整个

电子系统的自旋弛豫时间先增大后减小。小电场区自旋弛豫时间随电场增大而变长是由

热电子效应使得电声散射增强造成的；大电场区自旋弛豫时间随电场增大而减小一方面

是由于 Γ 能谷的电子占据高动量态使得自旋进动的非均匀扩展变强，另一方面是由于更

多的电子占据了自旋弛豫非常快的高的 L 能谷。

除了电子系统，我们还研究了 (001)方向生长的加了应力和门电压的 Si/Si0.7Ge0.3和

Ge/Si0.3Ge0.7 量子阱中空穴的自旋弛豫。我们首先从六带的 Luttinger k · p 哈密顿量出
发，利用子带的 Löwdin 微扰理论得到了量子阱中最低空穴子带的有效哈密顿量，包

括 Rashba 自旋轨道耦合。我们发现，在 Si/SiGe（Ge/SiGe）量子阱中，最低的空穴

子带是轻（重）空穴型的。在我们所考察的温度、空穴/杂质浓度和门电压范围内，对

于 Si/SiGe（Ge/SiGe）量子阱，计算得到的自旋弛豫时间在 1∼100 ps （0.1∼10 ps）的

量级。我们的研究还表明，空穴－声子的散射很弱，从而在没有杂质（低杂质浓度）的

样品中突出了库仑散射的重要性。随着温度的变化，Si/SiGe 量子阱中的空穴系统一直

处于强散射区，但是 Ge/SiGe 量子阱中的空穴系统既可以处在强散射区也可以处在弱

散射区。在没有杂质时，两种量子阱中，库仑散射在自旋弛豫时间对温度的依赖中导

致了一个峰，它出现在从简并区到非简并区的过渡位置。除此外，对于 Ge/SiGe 量子

阱，库仑散射还在自旋弛豫时间对温度的依赖中导致了一个谷，这个谷出现在从弱散射

区到强散射区的过渡位置。

在上面的研究中，根据文献中普遍采用的近似，声子都是被假设处在平衡态的。但

是，实际上，当电子系统远离平衡时，声子也可以被电子驱离平衡，并进而反过来影响

电子的动力学，包括自旋动力学。为了考察这个效应，我们在 n 型 (001) GaAs 量子阱

中将纵向光学声子考虑成非平衡的，研究了电场下热电子的自旋弛豫。我们发现，和将

声子处理成平衡态的情形比起来，自旋弛豫时间变长了，主要是因为电子的热化加强使

得电声散射变强。但是，大致和电子漂移速率成正比的自旋进动频率，却或增大或减

小，具体依赖于电场的强度和晶格的温度。

在第 6章中，我们研究半导体量子阱中的自旋输运。在有Dresselhaus和（或） Rashba自

旋轨道耦合因而有 D’yakonov-Perel’ 弛豫机制存在的情况下，比如在 III-V 族的半导体

中，自旋的输运已经得到了比较广泛的研究。在这里，我们考察对称的 Si/SiGe 量子

ii
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阱。这个系统中没有 D’yakonov-Perel’ 弛豫机制，但是我们在量子阱平面内加了磁场。

通过这个研究，我们再一次强调，即使没有来自于 Dresselhaus 和（或） Rashba 自旋

轨道耦合的动量依赖的有效磁场，单独的静磁场也可以造成在空间域自旋进动的非均匀

扩展。这个非均匀扩展，连同散射，导致自旋输运过程中不可逆的自旋弛豫。实际上，

在 Appelbaum 等人关于体 Si 的自旋输运的实验中［Nature 447, 295 (2007)］，这个机

制是非常重要的。

在第 7 章，我们进入到石墨烯的研究。石墨烯中的电子是无质量的 Dirac 费米子，

具有线性能谱。关于石墨烯中起主导作用的自旋弛豫机制很受争论。我们的研究试图理

解石墨烯中的主要弛豫机制。由于门电压和石墨烯结构上的弯曲导致的 Rashba 自旋轨

道耦合所决定的自旋弛豫时间比实验上观察到的值（∼100-1000 ps）长大约 3 个量级，

我们考虑进了附着原子的效应。附着原子被认为可以局域上非常可观的增强 Rashba 自

旋轨道耦合。除此之外，附着原子也可以提供库仑散射中心。由于附着原子分布的随

机性， Rashba 场实际上也是空间涨落的。这种随机的 Rashba 场通过造成自旋翻转

散射贡献自旋的弛豫，因此表现出一种类似 Elliot-Yafet 的自旋弛豫机制。在我们的

研究中，D’yakonov-Perel’ 和这种类 Elliot-Yafet 的自旋弛豫机制都被考虑了进来。通

过拟合和比较 Groningen 的小组［Józsa et al., Phys. Rev. B 80, 241403(R) (2009)］

和 Riverside的小组［Pi et al., Phys. Rev. Lett. 104, 187201 (2010); Han and Kawakami,

ibid. 107, 047207 (2011)］的实验（这些实验中有的体现 D’yakonov-Perel’ 机制表现的

常规性质，即自旋弛豫率和动量弛豫率成反比，而有的体现 Elliott-Yafet 机制表现的常

规性质，即自旋弛豫率和动量弛豫率成正比），我们倾向于认为 D’yakonov-Perel’ 弛豫

机制在石墨烯中占主导。后来 Jo 等人观察到的自旋弛豫时间随扩散系数的非单调的依

赖性质［Phys. Rev. B 84, 075453 (2011)］也被我们的模型很好地重复出来。在这个研

究的最后，我们还对石墨烯中自旋弛豫的实验研究的最新进展进行了介绍。新的实验给

出了自旋弛豫时间对动量散射的不敏感性。结合新的实验，我们对可能的主导的自旋弛

豫机制重新进行了讨论。在这一章的最后，我们还研究了低迁移率波纹状石墨烯中的自

旋弛豫。这种波纹状的结构弯曲不仅导致局域的 Rashba 自旋轨道耦合，而且还在两个

谷中引入方向相反的有效静磁场，从而导致谷间的非均匀扩展。在谷间电声散射的作用

下，自旋会非常有效的弛豫。这个效应在室温附近重要，可以导致最小达 100 ps 量级

的自旋弛豫时间。

第 8 章里，在 D’yakonov-Perel’ 机制的框架下，我们研究了石墨烯中的自旋输运。

我们假设 Rashba 自旋轨道耦合被涨落的衬底和附着原子大大增强。通过拟合 Pi 等人

用 Au 原子进行表面掺杂得到的自旋弛豫时间对 Au 原子浓度的依赖［Phys. Rev. Lett.

104, 187201 (2010)］，我们发现随着 Au 原子浓度的变大，Rashba 自旋轨道耦合的系

数从 0.15 增到 0.23 meV。在这个强的自旋轨道耦合下，我们计算得到的自旋输运的长

度和实验值是可比的，都在 µm 量级。我们发现，在强的散射极限（这里电子－杂质散

射占主导），自旋的扩散仅仅由 Rashba 自旋轨道耦合强度决定，而对温度、电子浓度

和散射不敏感。但是，当沿着自旋注入的方向施加电场时，自旋输运的长度可以被电场

iii
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或者电子浓度调节。同时，我们的研究还表明自旋输运对于注入的自旋的极化方向有各

向异性的依赖。这个各向异性不同于由简单的两分量漂移－扩散模型给出的各向异性。

在研究完石墨烯中无质量费米子的自旋动力学后，我们在第 9 章研究了拓扑绝缘

体 Bi2Se3 的表面态在高电场下（可达几个 kV/cm）的热电子输运和自旋弛豫。在该表

面上，除非温度特别低，电子－表面光学声子的散射占主导。由于导带和价带的自旋混

合，电场除了在各个带内加速电子，还会导致带间的进动。在有电场的情况下，电子可

以通过带间的电声散射和带间的进动从价带转移到导带。另外，我们还发现，由于自旋

－动量的锁定，电场会导致一个平面内横向的自旋极化，其幅度与动量散射时间成正

比。我们的研究还表明由于 Bi2Se3 中大的相对静态介电常数，库仑散射非常弱，以至

于在电场驱动下电子不能建立具有统一热电子温度的漂移费米分布。当我们在稳态时把

电场撤掉，热化的电子会冷却到初始的费米分布，但是需要的时间（反应了能量弛豫的

速率）非常长（100-1000 ps 的量级）。同时，之前电场下产生的自旋极化也会弛豫，

其所用的时间在动量的弛豫时间量级（0.01-0.1 ps）。

这篇论文以在 15 K的温度下对生长在多铁材料 TbMnO3上的氧化物 LaAlO3/SrTiO3

界面处二维电子气里的自旋扩散的研究（第 10 章）作为结束。TbMnO3 里 Mn3+ 的螺

旋磁矩与 LaAlO3/SrTiO3 界面处扩散的自旋发生 Heisenberg 交换相互作用。我们的研

究表明，由于这个相互作用，在 LaAlO3/SrTiO3 界面处的二维电子气的自旋扩散长度

是有限的，不管注入的自旋的极化方向如何。之前 Jia 和 Berakdar 预言，在这个二维

电子气中，当注入的自旋的极化与 TbMnO3 中磁矩的螺旋平面垂直时，自旋将不会弛

豫［Phys. Rev. B 80, 014432 (2009)］，也即有恒久的自旋流。我们的研究表明他们的

这个预言是不成立的。

在第 11 章，我们对本论文的内容做了总结。

关关关键键键词词词：半导体 石墨 拓扑绝缘体 多铁材料 氧化物界面 自旋弛豫 自旋输运 多体

系统

iv



Abstract

Spintronics refers to a technology exploiting the spin degree of freedom instead of or

in addition to the charge degree of freedom of electrons，especially in solid-state systems.

Its aim is to offer opportunities for a new generation of devices combining standard mi-

croelectronics with spin-dependent effects that arise from the interaction between electron

spin and the optical, electrical, or magnetic properties of the materials or external fields.

To achieve this object, it is quite essential to understand the spin dynamics, including the

spin relaxation and transport, of different electron systems in various hosts. For this rea-

son, the two-dimensional electron system, especially in the semiconductor quantum wells

or heterostructurs, has been extensively studied in the past decades. Recently, partly due

to the two dimensionality, the single-layer or bilayer graphene, the surface of topological in-

sulators, and also the interface of insulating oxides such as LaAlO3/SiTiO3 have attracted

much attention. This dissertation focuses on the theoretical study on spin relaxation and

transport of the two-dimensional electron system in semiconductors, graphene, topological

insulators and multiferroic oxides. It is organized as follows.

In the introduciton (Chapter 1), we first briefly review the background of spintronics.

The key factors in realizing spintronic devices, such as the spin generataion and detection,

are reviewed. We then summarize the main spin relaxation mechanisms in the time domain,

including the D’yakonov-Perel’, Elliot-Yafet and Bir-Aronov-Pikus mechanisms as well as

the spin-flip scattering due to the randomness of the spin-orbit coupling. We also specify

the mechansim for spin relaxation during transport, i.e., in the spatial domain.

In Chapter 2, we introduce the materials and systems studied in this dissertation. The

band structure and effective Hamiltonian are given for the usual zincblende group III-V

semiconductors such as GaAs. The single-layer grahene, which is deemed to be strictly

two dimensional, is also introduced, with the effective Hamiltonian for the massless Dirac

Fermions at high symmetry points given from a viewpoint of tight binding model. We

then turn to the topological insulators, e.g., the representative two dimensional HgTe

quantum wells and bulk Bi2Se3. The metallic and helical edge or surface states in the

topological insulators are presented, with the effective Hamiltonian introduced from the

k · p and invariant methods. After that, we briefly introduce the multiferroic materials.

In Chapter 3, we review the status of research on spin dynamics in graphene.

In Chapter 4, we present at first the kinetic spin Bloch equations, based on which all
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the studies on spin dynamics included in this dissertation are performed. Then starting

from these equations, we explain the spin relaxation mechanisms in both time and spatial

domains in detail, based on a microscopic viewpoint. From Chapter 5 to 10, we present our

studies on spin dynamics in two dimensional electron systems formed in the semiconduc-

tors, the single-layer graphene, the surface of topological insulators and the multiferroic

oxide interface, respectively.

We first study the spin relaxation in semiconductor quantum wells in Chapter 5.

The carrier density dependence of electron spin relaxation in an intrinsic (001) GaAs

quantum well at room temperature is investigated both experimentally and theoretically.

The experimental data are from the time-resolved circularly polarized pump-probe spec-

troscopy, and indicate that the spin relaxation time first increases and then slightly de-

creases with the increase of electron (hole) density. Our fully microscopic calculation with

both the D’yakonov-Perel’ and the Bir-Aronov-Pikus mechanisms included reproduces the

observed phenomenon very well. It is revealed that the spin relaxation time first increases

with density in the relatively low density regime as the linear Dresselhaus spin-orbit cou-

pling terms are dominant, and then tends to decrease when the density is large as the

cubic Dresselhaus spin-orbit coupling terms become important.

We then study the multi-valley spin relaxation in n-type (001) GaAs quantum wells

with an in-plane electric field at high temperature. We demonstrate that L valleys play

the role of a “drain” of the total spin polarization due to the large spin-orbit coupling

there and the strong Γ-L inter-valley scattering. With the increase of the electric field, the

spin relaxation time first increases due to the hot-electron effect and then decreases due to

both the enhanced inhomogeneous broadening in Γ valley and the increase in occupation

of electrons in higher L valleys where the spin relaxation takes place fast.

Apart from electrons, we also investigate the hole spin relaxation in (001) strained

asymmetric Si/Si0.7Ge0.3 (Ge/Si0.3Ge0.7) quantum wells under gate voltage. The effective

Hamiltonian, including the Rashba spin-orbit coupling, of the lowest hole subband is ob-

tained by the subband Löwdin perturbation method starting from the six-band Luttinger

k · p model. It is found that the lowest hole subband in Si/SiGe (Ge/SiGe) quantum

wells is light (heavy)-hole like. The spin relaxation time is calculated to be of the or-

der of 1∼100 ps (0.1∼10 ps) in Si/SiGe (Ge/SiGe) quantum wells, for the temperatures,

carrier/impurity densities and gate voltages of our consideration. Our study reveals that

the hole-phonon scattering is very weak, making the hole-hole Coulomb scattering become

very important in the impurity-free samplesx. With the change of temperature, the hole

system in Si/SiGe quantum wells is generally in the strong scattering limit, while that in

Ge/SiGe quantum wells can be in either the strong or weak scattering limit. In the absence

of impurities, the Coulomb scattering leads to a peak in the temperature dependences of
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spin relaxation time in both the Si/SiGe and Ge/SiGe quantum wells, located around the

crossover from the degenerate to nondegenerate regimes. Besides, the Coulomb scattering

also leads to a valley in the temperature dependence of spin relaxation time in Ge/SiGe

quantum wells, around the crossover from the weak to strong scattering limit.

In the above studies, phonons are assumed to be equilibrium phonons, following the

widely adopted approximation in the literature. However, in fact, when the carriers are far

away from the equilibrium, phonons can be driven away from the equilibrium by carriers as

well and in turn affect the electron dynamics. To look into this effect, we perform a study

on hot-electron spin relaxation in n-type (001) GaAs quantum wells under the electric

field, with the longitudinal optical phonons considered to be nonequilibrium. It is found

that when the phonons are treated as the nonequilibrium rather than the equilibrium ones,

the spin relaxation time is increased since the electron heating is enhanced and hence the

electron-phonon scattering is strengthened. However, the frequency of spin precession,

which is roughly proportional to the electron drift velocity, can be either increased or

decreased, depending on the electric field strength and/or the lattice temperature.

We then go on to study spin transport in semiconductor quantum wells in Chap-

ter 6. The spin transport in quantum wells, in the presence of the Dresselhaus and/or

Rashba spin-orbit coupling and hence the D’yakonov-Perel’ spin relaxation mechanism,

has already been investigated in group III-V semiconductors. Here we carry out the study

in symmetric Si/SiGe quantum wells where the D’yakonov-Perel’ spin relaxation mecha-

nism is absent but with a static magnetic field in the Voigt configuration. Through this

study, we emphasize that even without the momentum dependent effective magnetic field

from the spin-orbit coupling, the static magnetic field alone can still cause inhomogeneous

broadening in spin precessions in the spatial domain. This inhomogeneous broadening

together with the scattering leads to an irreversible spin relaxation along with the spin

transport. This mechanism exactly applies to the experiment on spin transport in bulk Si

with a magnetic field by Appelbaum et al. [Nature 447, 295 (2007)].

In Chapter 7, we turn to the single-layer graphene where the electrons are mass-

less Dirac Fermions with linear dispersion. The dominant spin relaxation mechanism in

graphene is under debate and our study aims to understand the main spin relaxation

mechanism there. As the Rashba spin-orbit coupling induced by the gate voltage and/or

curvature leads to a spin relaxation time about three orders larger than the experimen-

tal measurement (∼100-1000 ps), we take into account the effect of adatoms, which can

enhance the Rashba spin-orbit coupling locally and substantially. Besides, the adatoms

also serve as Coulomb potential scatterers. Due to the random distribution of adatoms,

the Rashba field is actually fluctuating. The randomness of the Rashba field causes spin

relaxation by spin-flip scattering, manifesting itself as an Elliott-Yafet–like mechanism. In
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our study, both the D’yakonov-Perel’ and the Elliott-Yafet–like mechanisms are consid-

ered. By fitting and comparing the experiments from the Groningen group [Józsa et al.,

Phys. Rev. B 80, 241403(R) (2009)] and Riverside group [Pi et al., Phys. Rev. Lett.

104, 187201 (2010); Han and Kawakami, ibid. 107, 047207 (2011)] which show either

D’yakonov-Perel’– (with the spin relaxation rate being inversely proportional to the mo-

mentum scattering rate) or Elliott-Yafet–like (with the spin relaxation rate being propor-

tional to the momentum scattering rate) properties, we suggest that the D’yakonov-Perel’

mechanism dominates the spin relaxation in graphene. The later experimental finding of

a nonmonotonic dependence of spin relaxation time on diffusion coefficient by Jo et al.

[Phys. Rev. B 84, 075453 (2011)] is also well reproduced by our model. At the end

of this study, we also introduce the newest experimental progress on spin relaxation in

graphene and rediscuss the possibly dominant spin relaxation. After that, we study spin

relaxation in low-mobility rippled graphene. In this structure, the ripples does not only

lead to Rashba spin-orbit coupling, but also induces a Zeeman-like spin-orbit coupling

with opposite effective magnetic fields in two valleys. The joint effect of this Zeeman-like

spin-orbit coupling and the intervalley electron-optical phonon scattering opens a spin re-

laxation channel, which manifests itself in low-mobility samples with the electron mean

free path being smaller than the ripple size. This spin relaxation channel contributes to

spin relaxation effectively around room temperature, leading to a spin relaxation time

around 100 ps.

In Chapter 8 the spin transport in graphene is studied in the framework of the

D’yakonov-Perel’ mechanism with the Rashba spin-orbit coupling enhanced by the fluc-

tuating substrate as well as the adatoms. By fitting the Au doping dependence of spin

relaxation from Pi et al. [Phys. Rev. Lett. 104, 187201 (2010)], the Rashba spin-orbit

coupling coefficient is found to increase approximately linearly from 0.15 to 0.23 meV with

the increase of Au density. With this strong spin-orbit coupling, the spin diffusion or

transport length is comparable with the experimental values (∼ µm). We find that in the

strong scattering limit (dominated by the electron-impurity scattering), the spin diffusion

is uniquely determined by the Rashba spin-orbit coupling strength and insensitive to the

temperature, electron density as well as scattering. However, with the presence of an elec-

tric field along the spin injection direction, the spin transport length can be modulated by

either the electric field or the electron density. It is also shown that the spin diffusion and

transport show an anisotropy with respect to the polarization direction of injected spins.

This anisotropy differs from the one given by the simple two-component drift-diffusion

model.

After studying the spin dynamics of massless Dirac Fermions in single-layer graphene,

we proceed with the hot-carrier transport and spin relaxation on the surface of topological
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insulators in Chapter 9. We investigate the charge and spin transport under high elec-

tric field (up to several kV/cm) on the surface of topological insulator Bi2Se3, where the

electron-surface optical phonon scattering dominates except at very low temperature. Due

to the spin mixing of conduction and valence bands, the electric field not only accelerates

electrons in each band, but also leads to inter-band precession. In the presence of the

electric field, electrons can transfer from the valence band to the conduction one via the

inter-band precession and inter-band electron-phonon scattering. Besides, we find that

due to the spin-momentum locking, a transverse spin polarization, with the magnitude

proportional to the momentum scattering time, is induced by the electric field. Our inves-

tigation also reveals that due to the large relative static dielectric constant, the Coulomb

scattering is too weak to establish a drifted Fermi distribution with a unified hot-electron

temperature in the steady state under the electric field. After turning off the electric field

in the steady state, the hot carriers cool down in a time scale of energy relaxation which is

very long (of the order of 100-1000 ps) while the spin polarization relaxes in a time scale

of momentum scattering which is quite short (of the order of 0.01-0.1 ps).

The dissertation is closed with the study on spin diffusion at the interface of multi-

ferroic oxides, i.e., in the two-dimensional electron gas at the interface of LaAlO3/SrTiO3

grown on multiferroic TbMnO3, at 15 K (Chapter 10). The spiral magnetic moments of

Mn3+ in TbMnO3 couple with the diffusing spins at the LaAlO3/SrTiO3 interface via the

Heisenberg exchange interaction. Our study demonstrates that due to this Heisenberg

exchange interaction, the spin diffusion length is always finite, despite the polarization

direction of the injected spins. This result corrects the claim by Jia and Berakdar [Phys.

Rev. B 80, 014432 (2009)] that there is a persistent spin current at the interface when the

injected spins are polarized perpendicular to the spiral plane of the magnetic moments of

Mn3+ in TbMnO3.

At last we summarize in Chapter 11.

Key Words : semiconductor, graphene, topological insulators, multiferroic materials,

interface of oxides, spin relaxation, spin transport, many-body system.
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第第第一一一章章章 背背背景景景介介介绍绍绍

1.1 自旋电子学

自旋电子学（spintronics）是研究和利用电子的自旋自由度来结合或者取代电荷自

由度的一门学科 [1–13] 。在过去的 20 年左右的时间里，人们对于它的研究已经在器件

设计、实验手段和理论方法上取得了大的进展。在个别方面比如信息存储上，自旋电子

学已经实现了技术上的应用，极大地影响了人们的生活。对于未来，自旋电子学具有广

阔的前景，它的发展可能会导致某些领域如量子计算的重大突破。在这里，我们从自旋

电子学的起源出发，简要介绍它在各领域的发展状况。

1.1.1 金属自旋电子学

虽然自旋电子学这个词汇最先由 Wolf 在 1996 年向美国国防部高等研究计划

局申请磁性材料和器件的研究的提案中使用 [4, 5, 14]，但是自旋电子学的起源最

早可以追溯到自 1968 年开始的利用光学取向方法对半导体中的自旋进行操控的

研究 [1, 15, 16]。尽管如此，人们一般还是认为自旋电子学开端于 1988-1989 年对巨

磁阻（giant magnetoresistance，GMR）效应的重要发现。这个效应是由 Fert 的小

组 [17] 在 Fe-Cr 超晶格结构中以及 Grünberg 的小组 [18] 在 Fe-Cr-Fe 这种“铁磁金

属/正常金属/铁磁金属”三明治结构中分别发现的。该效应表现为外在磁场能够引起

两层铁磁金属的磁矩的相对取向的变化，从而导致电阻值的明显改变（R0−RH

RH
∼ 100-

150 %，R0 和 RH 分别是无磁场和有磁场时候的电阻）。基于这一性质，GMR 效

应可以用来对磁信号进行灵敏探测。随后得益于自旋阀（spin valve）结构的发展

[19]，1997 年，IBM 制成了首个利用 GMR 效应的硬盘读磁头，引发了硬盘的“大容

量、小型化”革命，给人们的生活带来深刻的影响。Fert 和 Grünberg 因为对 GMR 效

应的发现而获得了 2007 年的诺贝尔物理学奖。

对 GMR 效应的研究和利用，属于金属自旋电子学 [5, 12, 20, 21] 的范畴。该领域主

要关心载流子自旋和磁性金属的磁矩的相互作用。实际上，对于磁阻效应，还有在更

广范围内的更多研究，它们不完全单纯的局限于金属。这些研究包括庞磁阻（colossal

magnetoresistance，CMR）效应 [22]、隧道磁阻（tunneling magnetoresistance，TMR）

效应 [23, 24] 和异常磁阻（extraordinary magnetoresistance，EMR）效应 [25] 的发

现。CMR效应是在类钙钛矿结构的锰氧化物如 La1−xCaxMnO3、La1−xSrxMnO3 中发现
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的，和GMR效应比较起来，它导致的电阻变化可以大好几个量级（在Nd0.7Sr0.3MnO3−δ

薄膜中，Xiong 等人观察到 CMR 效应导致最大达 106 % 量级的电阻变化 [26]）。具

有 CMR 效应的材料也被认为可应用于高容量磁性储存装置的读写头，但是由于它较

低的相变温度以及导致电阻的明显变化需要大到几个特斯拉的磁场，在实际应用中还

有些困难。TMR 效应是在“铁磁金属/绝缘体/ 铁磁金属”三明治结构中发现的。目

前，利用 TMR 效应制成的磁头已经广泛地应用到硬盘中。比起 GMR 磁头，TMR 磁

头除了具有更好的灵敏度以及抗静电和抗高温能力，它的电流垂直于膜面（current

perpendicular to plane，CPP） [5] 的几何结构进一步提高了存储密度。另外，利用具

有 GMR 或 TMR 效应的自旋阀为基本单元可以制成磁随机存储器（magnetoresistive

random access memory，MRAM）。和传统的动态随机存储器相比，MRAM 除了具有

集成度高和快速读写等特点，一个显著的优点是非易失性。作为一种通用存储器（可同

时用于计算机的内存储和外存储），MRAM 已经从 2006 年 Freescale 公司推出第一款

量产的产品开始走向了商业应用。EMR 效应则是在 2000 年由 Solin 小组在非磁性的半

导体－金属复合结构如 InSb-Au 中发现的 [25]，它是迄今为止已知的最大的物理磁阻

效应。但是 EMR 效应是由于磁场下电荷受到洛伦兹力产生轨道偏转导致的，因而没有

进入自旋电子学的范畴。

上面提到的 GMR 效应所基于的原理，可以由自旋上和自旋下的两通道自旋输运

模型（涉及自旋守恒和自旋翻转的散射） [27] 来理解。该效应只与电子在不同自旋态

上的非平衡占据以及这种非平衡占据的衰减，即自旋弛豫（spin relaxation），有关系

（正是因为自旋的弛豫，使得 GMR 效应对中间层 Cr 的厚度负相关 [17]），而与电子

在不同自旋态上的相位特征，也即自旋相干性（spin coherence），没有关系。因此，

基于 GMR 效应所设计的自旋电子学器件又被称为“无关相干（non-coherent）的自旋

电子学器件”。另一类的自旋电子学器件要求体现自旋相干性的重要性。金属里的其

它效应，如自旋极化的电流导致的金属磁矩的偏转效应［常被称为自旋转移矩（spin-

transfer torque，STT）效应］ [28–33] 以及自旋霍尔效应（spin Hall effect） [34] 等，

可以被用于设计“相干的自旋电子学器件”。自旋转移矩效应提供了一种用电流扭转或

者激发磁矩的方法，它已经被应用到第二代 MRAM （STT-MRAM）中 [35, 36]。

在金属自旋电子学领域里，除了上面提到的已被熟知的效应，新的物理现象还在

被不断地发现。2008 年，人们在铁磁性金属里观察到了自旋热电势（spin Seebeck）效

应 [37]。将铁磁材料置于具有温度梯度的环境，不同自旋的载流子在空间建立起电化

学势梯度。两种自旋的载流子由于热电势系数不同, 它们的电化学势在实空间分布不一

样，从而导致实空间上同一位置不同自旋的载流子的电化学势的差异，从而产生所谓

的“自旋电压”（spin voltage）。这种自旋电压可以用上面提到的自旋霍尔效应的逆过

程，逆自旋霍尔效应（inverse spin Hall effect） [38–40]，来进行探测。在图 1-1 中，我

们给出了自旋热电势效应以及对其进行探测的示意图 [37]。对铁磁金属里的自旋热电势

的发现开启了自旋热电子学（spin caloritronics）研究的大门 [41–50] 。这些研究可能应

用到热力学的自旋极化和自旋流的产生器，同样也有助于人们在热的探测和废热的回收

2



第一章 背景介绍

图图图 1-1: 左图：(a) 非磁性金属里的热电势效应和 (b) 铁磁性金属里的自旋热电势效应的示意

图。右图：在温度梯度下，NiFe薄层（底部的大面积部分）里自旋热电势的产生以及通过 Pt电
极（上面的两个细长条状部分）应用逆自旋霍尔效应探测 NiFe 里的“自旋电压”在 Pt 里产生
的自旋流的示意图。摘自文献 [37]。

利用上开启新的思路 [50] 。

1.1.2 半导体自旋电子学

在金属自旋电子学从理论研究走向实际应用的时候，对于半导体自旋电子学的研

究－最早源自 1968 年开始的利用光学取向方法对半导体中的自旋进行操控的开创性

工作 [1, 15, 16]－自上个世纪 90 年代开始有了显著的复苏 [5, 7, 8, 10, 11, 51]。这种复苏

很大程度上来源于传统半导体电子学在工业上的成熟以及其未来发展所面临的限制。

自 1965 年 Moore 定律被提出 [52]，在其后将近 50 年的时间里，半导体工业的发展体

现出与该定律惊人的一致－即随着微处理器性能的提升，其集成度每 18 个月翻一番。

然而随着器件尺寸的缩小，量子效应以及散热的问题都将制约传统半导体电子学的进一

步发展。因此有预测认为到 2015-2020 年间 Moore 定律将不再适用，半导体微加工工艺

达到极限。由于这个原因，研究和发展下一代的电子学器件变得尤为重要。考虑到传统

半导体工艺的成熟度，在半导体中研究和利用电子的自旋自由度成为极富潜力的一个方

向。

半导体自旋电子学的一个目的是实现自旋晶体管，用以替代传统的电子晶体管。

自旋晶体管的可能的设计方案包括自旋场效应管（spin field effect transistor） [53, 54]、

单极自旋晶体管 [55–57]、磁 p-n 结 [58–60]、磁双极晶体管 [61, 62]、热电子自旋晶体

管 [63–65] 等。按照 Datta 和 Das 最早提出的自旋场效应管的理论模型（见图 1-2 中的

左图），它的“开”和“关”的状态（由通过右端铁磁电极的电流大小表征）由电子系

综在两个铁磁电极之间的半导体通道内的输运过程中自旋绕横向有效磁场（来自于门

电压调控的 Rashba 自旋轨道耦合 [66]）的进动决定 [53]。从这个意义上来说，Datta-

Das 自旋晶体管属于“相干的自旋电子学器件”。由于自旋场效应管的操作在自旋相干

性得以保持的时间内完成，而且可以尽量避免对电荷的轨道运动造成（大的）影响，也

3
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不需要整个电子系统达到热力学平衡态，因而相较传统的电子晶体管，它具有响应快、

能耗低的特点。最近二十年，为了自旋晶体管的实现，人们付出了很大努力以解决其中

遇到的一些困难，包括在电学上实现有效的自旋注入和探测以及获得长的自旋相干时

间，并取得了很多突破。图 1-3 展示了自 1994 年到 2006 年在半导体自旋电子学中的一

些关键的实验发现 [7]，包括高效率的自旋注入 [67–72] 、室温下长的自旋相干时间（相

比非磁性的金属要长三个量级） [73, 74]、自旋霍尔效应 [75–79] 以及铁磁半导体中电流

导致的磁畴的运动 [80]等等。在最近的 2009年，Koo等人报告在 InAs量子阱的非局域

自旋阀结构中实现了 Datta-Das 自旋场效应晶体管 [81]（见图 1-2 中的右图），并引起

很大的关注和争论 [82–85]。不过这些争论都集中在实验数据与没考虑散射的一维或者

二维 Datta-Das 自旋晶体管模型给出的理论公式的偏离上，并不能否定 Koo 等人利用

门电压对输运过程中自旋在空间的进动进行调控实现了“开”和“关”的操作这一基本

事实。更重要的是，运用包含了散射的完全微观的自旋动力学 Bloch 方程 [11]，Koo 等

人的实验现象可以很好的理解 [85]。因此，我们可以认为他们的研究提供了一个二

维 Datta-Das 自旋晶体管的原型器件 [85]。

图图图 1-2: 左图：Datta-Das自旋晶体管模型，最先的理论模型于 1990年在一维体系中给出 [53]。
摘自文献 [5]。右图：2009 年 Koo 等人在 InAs 量子阱中实现的二维 Datta-Das 自旋晶体管原
型器件的示意图。摘自文献 [81]。

图图图 1-3: 自 1994 年到 2006 年，半导体自旋电子学中关键的实验发现。摘自文献 [7]。

基于自旋电子学在磁性金属和非磁性半导体里的发展，人们很自然地认识到半导体

和磁性材料的结合可能会为新物理现象的发现提供更广阔的空间。这一认识促使人们对
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各种半导体和磁性材料的共同体，如顺磁半导体、反铁磁半导体、铁磁半导体以及铁

磁/半导体异质结等，进行了广泛的研究 [86–92] 。其中，对 III-V 族半导体进行 Mn 掺

杂的铁磁半导体（如 Ga1−xMnxAs 和 In1−xMnxAs）尤其引人关注，部分原因在于在工

艺上以及能带结构上，这些铁磁半导体和其非磁性的母体都有很大的相关性。

图图图 1-4: 左图：铁磁半导体中通过电的方法改变载流子浓度以控制其铁磁相。摘自文献 [91]。右
图：在 GaMnAs 铁磁半导体中所获得的最高居里温度的时间线。摘自文献 [93]。

铁磁半导体中的铁磁性和半导体性质的协同作用导致了一些独特的性质。一

个显著的特点是，铁磁半导体的矫顽磁场 [90]（示意图见 1-4 的左图）和居里温

度 [89] 可以通过门电压对载流子的浓度进行调节而改变。造成这一现象的原因是磁性

原子间的铁磁耦合是经由巡游载流子导致的间接的 RKKY（Ruderman-Kittel-Kasuya-

Yosida） [94–96] 相互作用来实现的 [97]，而这种相互作用受到载流子浓度的调制。

这种通过偏压调节铁磁性的特性是铁磁金属所不具有的。目前为止，人们的一个努

力方向是提高铁磁半导体的居里温度 [93, 98, 99]，以使其满足潜在的更广泛的应用要

求。以 GaMnAs 为例，通过 Mn 的重掺杂和低温淬火，现在能达到的最高的居里温度

在 200 K [98]（见图 1-4 的右图）。此外，铁磁半导体中束缚住一个空穴的 Mn 离子

具有强的自旋轨道耦合，因而为用电的方法操控自旋提供了一种方案 [100]。铁磁半导

体里的反常霍尔效应（anomalous Hall effect） [101, 102]、平面霍尔效应（planer Hall

effect） [103] 以及自旋热电势效应 [43] 也被观察到。这些效应都与铁磁半导体的本征

磁矩有关。此外，铁磁半导体里电流导致的磁畴运动也已经被观察到 [80]。这个性质或

许有助于基于磁性半导体的第二代 MRAM 的发展。如果基于半导体的存储技术得以实

现，那么人们离将逻辑、存储甚至通讯模块在单芯片上进行高度集成这一目标就近了一

步。

1.1.3 有机自旋电子学

最近，作为有机电子学和自旋电子学的交叉融合，一个新的领域，有机自旋电子
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学，逐渐兴起 [6, 104–108]。在这个领域里，有机材料（有机金属或者有机半导体）被做

为输运的载体或者调控自旋极化信号的工具。有机材料之所以进入自旋电子学领域，一

方面是由于它本身所具有的与金属和晶态半导体不同的独特性质，包括成本上经济、重

量上轻、力学上柔韧、化学上敏感等等。另一个比较重要的原因是，在有机材料中，

由于自旋轨道耦合和超精细相互作用都非常弱，自旋弛豫/去相干时间非常长。实验表

明，室温下有机材料里的自旋弛豫时间可以达到 10−7-10−5 s [109]，在 100 K 以下甚至

可以达到 10−3-1 s [110]。

目前有机自旋电子学主要关注的结构器件可以分为两类。一类器件是有机材料

与磁性电极结合，研究自旋极化的注入、输运与探测，体现为磁电阻或者自旋阀效

应 [110–114]。在 2002 年，Dediu 等人在 La1−xSrxMnO3/T6/La1−xSrxMnO3 （中间层

为有机物“齐分子聚合物六噻吩”）结构中首次实现了有机自旋阀并观察到了负的

磁阻 [112]（见图 1-5）。另一类则不含磁性电极，主要体现有机材料本身所具有的

磁电阻效应（organic magnetoresistance, OMR）和其它磁效应 [115–118]。这些有机

磁效应可正可负，与材料、偏压或者温度有关系。对于 OMR 效应的理论研究也有

一些进展 [118–120]。一个被采用比较广的理论是极化子和双极化子这两种载流子在

随机超精细场和外加磁场下的跃迁模型 [119]。作为例子，在图 1-6 中我们展示了

在 PEDOT/polyfluorene/Ca 结构中测量磁场效应的示意图以及磁场对电流和电致发光

的影响 [115]。

图图图 1-5: 左图：La1−xSrxMnO3/T6/La1−xSrxMnO3 有机自旋阀结构示意图。右图：电阻随着磁
场的变化。摘自文献 [112]。

上面所列举的例子所涉及的有机材料以薄膜的形态出现，尺度在 100 nm 的量级。

现在，人们对有机自旋电子学的研究已涉及更小的尺度，如多分子甚至是单分子极限。

因此，有人提出了“分子自旋电子学”（molecular spintronics）的概念 [13, 121–126] 。

在该领域一个比较热门的研究对象是 DNA 分子。Zwolak 和 Ventra 最先从理论上构造

了 DNA 自旋阀 [127]。他们研究了与 Ni 和 Fe 电极接触的 DNA 分子，给出了 20 % 左

右的磁阻效应。Wang 和 Chakraborty 进一步研究了自旋在 DNA 分子中输运时的自旋

6



第一章 背景介绍

图图图 1-6: 左图：有机材料的磁效应测量实验示意图。右图：PEDOT/polyfluorene (≈
150 nm)/Ca 结构中磁场对电流（粗线）和电致发光（细线）的影响。摘自文献 [115]。

翻转效应对磁阻的影响 [128]。Kang 等人研究了横向电场对于 DNA 自旋阀磁阻效应的

影响 [129]。实验上，最近 Naaman 的组在垂直于金衬底自组织生长的 DNA 双螺旋分

子中发现了自旋过滤的效应 [130]。他们在室温下用紫外线垂直照射金衬底使其发射无

自旋极化的电子，电子经过 DNA 双螺旋分子层传导后具有了最高达 60 % 的自旋极

化，极化的方向与电子运动的方向相反（见示意图 1-7），极化度与分子层的厚度正

相关。这个现象在入射光为线偏光和左、右旋圆偏光的时候都存在。值得指出的是，

在 DNA 单螺旋分子中没有观察到这种自旋过滤的行为。这种基于 DNA 双螺旋分子的

自旋过滤器件与其它基于有机材料的自旋过滤器件的不同之处在于这里并没有借助磁性

材料，自旋选择完全由有机分子自己实现。更进一步，Naaman 的组将 DNA 双螺旋分

子与两个电极接触进行电输运测量，再次证实了这种全有机的自旋过滤行为，并且指出

它与 DNA 分子的螺旋性和手征性有关 [131]。为了理解这种实验现象，不同的组从理论

上进行了研究 [132–137] 。其中，Sun 小组基于描述 DNA 双螺旋分子中自旋输运的模

型哈密顿量，指出这种自旋过滤行为与 Rashba 自旋轨道耦合、环境导致的去相位和双

螺旋性质都有关系 [132]。

1.1.4 自旋电子学的前景

正如上面的简要介绍所表明的，自旋电子学的发展导致了不同学科如物理、生物

和化学的交叉和融合。可以预计，随着自旋电子学的发展，各学科会有更多的交叉融

合，更多新的材料将会被发现和研究。这些新材料或许可以作为传统的载体如金属或者

半导体材料的替代品，或许本身表现出独特的性质、导致新的物理现象。与此同时，

实验、理论和应用也将更加紧密结合协同作用。比如，最近，在碳纳米管 [6, 121]、石

墨烯 [138–144]、拓扑绝缘体 [144–159] 和新型氧化物（包括非常有吸引力的多铁氧化

物） [9, 160–162] 等材料中，自旋相关的性质正在被积极的研究。一个新的物理现象，

量子自旋霍尔效应（quantum spin Hall effect） [163]，在被理论预言后 [164–168] 马上

就被实验发现 [169–171]。
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图图图 1-7: 左图：DNA 双螺旋分子自旋过滤器的示意图。在线偏光的照射下，金衬底发射出自旋
无极化的电子，经由 DNA 双螺旋分子的传导后，电子变为有自旋极化的，极化方向与电子的运
动方向相反。摘自文献 [130]。右图：连接两个电极的 DNA 双螺旋分子的电输运结构示意图。
实验发现电的输运性质与底部电极的磁矩方向密切相关。摘自文献 [131]。

除了研究范围的扩大，自旋电子学的一个研究方向，即对少量自旋或者单自旋进行

精确操控 [172]，将会吸引人们继续为之付出努力。这种努力将促进基于自旋的量子计

算 [2, 173] 的发展。实际上，基于自旋的量子信息处理是自旋电子学最为宏大的目标之

一。由于电子的自旋为 1/2，一个很自然的想法是将电子的自旋作为量子比特。但是量

子计算还要求自旋去相干时间大于自旋操控时间。在 III-V 族半导体的量子点中，电子

的自旋去相干时间一般在纳秒量级 [174–176]。通过降低超精细相互作用（比如选择原

子核自旋少的材料，以及用空穴作为自旋的载体等手段），这个自旋去相干时间有望

进一步提高。在 Si 或者石墨烯的量子点中，由于可以忽略的超精细相互作用以及弱的

自旋轨道耦合，电子的自旋相干时间可以轻易达到秒的量级 [177–180]。因而，将量子

点阵列中的自旋作为量子计算的比特是一种可能的方案 [181]。在这个方案中，局域的

磁场被用于操控自旋，点间的交换相互作用耦合相邻的比特并引进比特间的纠缠。最

近 10 年来，人们在少量自旋或者单自旋的研究上已经取得了长足的发展。一方面，从

单自旋的载体来说，除了电子，半导体中的掺杂离子 [100, 182] 和金刚石中的氮空位中

心（nitrogen-vacancy center, NV center） [183, 184] 等也被加以研究。另一方面，对单

自旋的控制，除了用磁共振、光学操控、交换相互作用的手段外，全电操控的方案也被

发展 [173]。目前我们还不知道未来的量子计算机终将以何种方式实现，但是自旋电子

学在该方向的进一步发展为人们提供了一种富有潜力的选择。

1.2 自旋极化的产生

为了自旋电子学器件的实验研究以及具体实现，有效的自旋极化的产生和探测必不
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可少。我们首先介绍实验上常用的产生自旋极化的手段，它们包括：利用光学选择定则

的光学激发，利用电学的方法对自旋进行选择性地注入，以及利用其它一些物理效应如

自由载流子光吸收、自旋霍尔效应、量子自旋霍尔效应、自旋依赖的热电势效应等产生

自旋极化或者自旋极化流。

1.2.1 光学取向

利用光学激发产生自旋极化是在半导体中最早采用的实验方法 [1, 5]，而且沿用

至今。我们以 III-V 族半导体 GaAs 为例说明它的工作原理。在图 1-8 中，我们给出

了 GaAs 体材料的能带结构 (a) 和带间跃迁的光学选择 (b) 的示意图 [5]。利用能量处

在 Eg （带隙）和 Eg + ∆SO （∆SO 是自旋轨道劈裂能）之间的 σ+ 左旋圆偏光从重

空穴带（heavy hole，HH）和轻空穴带（light hole，LH）激发电子到导带（conduction

band，CB）。两种价带上的激发分别贡献自旋 −1/2 和自旋 1/2 的电子，但是两种

电子的激发浓度比率是 3:1，于是在导带初始没有电子占据的情况下，σ+ 左旋圆偏

光的激发可以产生 50 % 自旋极化度的电子。同样，在 σ− 右旋圆偏光下，也可以产

生 50 % 自旋极化度的电子，只不过极化方向相反。线偏光不能激发出自旋极化的电

子。如果光子能量大于 Eg + ∆SO，这时自旋劈裂（spin-split off，SO）带也会被激发，

无论是圆偏光还是线偏光都不会在导带产生自旋极化的电子 [5]。如果对体材料加约束

（如形成量子阱）使得重空穴带和轻空穴带劈裂开，选择能量适当的圆偏光只激发重空

穴带，这时候理论上可以达到 100 % 的自旋极化。

图图图 1-8: (a) 体 GaAs 能带结构示意图。(b) 在圆偏光 σ+ 或 σ− 下带间跃迁的光学选择定则示
意图。摘自文献 [5]。

1.2.2 电学注入

利用电学方法向一些材料如半导体或者石墨烯等注入自旋极化的电子是另一种常用

的方法。对于半导体，人们早期希望利用铁磁金属对自旋极化的电子进行欧姆注入，

即力求在铁磁金属和半导体间形成比较理想的欧姆接触界面 [14]。但是在铁磁金属和
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半导体间往往会形成 Schottky 势垒影响注入。人们通过各种手段（选择合适的材料

以及在半导体界面引入重掺杂区）避免在界面处形成 Schottky 势垒，但是发现自旋

注入的效率仍不理想，最高不过 4.5 % [185]。在忽略界面散射的情况下，Schmidt 等

人指出，欧姆接触下自旋注入效率低下的一个重要原因是铁磁金属和半导体的电导

不匹配 [186]。Fert 和 Jaffrès 考虑进界面的影响，发现可以通过提高界面电阻来改

善自旋注入效率 [187]。Rashba 进一步提出，在铁磁金属和半导体间增加自旋选择

的绝缘层（如 MgO）有望提高自旋注入效率，因为此时自旋注入的效率主要由中间

绝缘层的自旋选择效率决定 [188]。这就是现在广为采用的隧穿注入手段。典型的，

在 FeCo/MgO/GaAs隧穿结中自旋的注入效率在 100 K可以达到 52 % [72]，从磁性半导

体经过 Esaki二极管的隧穿注入效率在低温下可以达到 80 % [189]。此外，由于 DNA分

子具有高达 60 % 极化度的自旋选择性，有人还提出铁磁金属/DNA分子/半导体的隧穿

注入模型以希望提高从铁磁金属到半导体的自旋注入效率 [130, 131]。最近，Kimura 等

人报道，用自旋高度极化的半金属 Co2FeSi 替代传统的铁磁材料如 Co 和 NiFe 等，可

以进一步在室温下显著提高自旋的注入效率（相比 NiFe，可以提高 10 倍左右） [190]。

图图图 1-9: 左图：局域的自旋阀结构下的直接自旋注入。水平放置的是两个铁磁电极，竖直放置的
是自旋输运的通道。右图：非局域的自旋注入的示意图。F1 和 F2 是铁磁性电极，F1 电极参与
构成左侧的电流回路，其下的自旋积累向右侧扩散形成纯的自旋流。右图摘自文献 [191]。

传统的电学注入采用局域的自旋阀（local spin valve）结构直接注入，如图 1-9 左

图所示。这种构型下只有两个电极，电流通过一个铁磁电极后变成自旋极化的流（并

非纯的自旋流）。因此，在同一个回路中，自旋极化的流和电流会同时存在。为了得

到纯的自旋流，现在人们广泛采用非局域的自旋注入手段 [191–197] 。这种注入方式是

在纵向的非局域自旋阀（nonlocal spin valve）结构中，一个铁磁电极（图 1-9 右图中

的 F1）参与构成一侧的电流回路，同时作为注入端，它下面产生自旋极化积累并向另

一侧扩散形成纯的自旋流［如图 1-9 右图 (b) 所示］。需要指出的是，在前面图 1-2 右

图所示的 Koo 等人实现的 Datta-Das 自旋场效应晶体管的原型器件中，就是通过这种

非局域的手段向 InAs 量子阱的二维电子气通道中注入自旋流的。
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1.2.3 基于其它物理效应的方法

除了以上两种传统的产生自旋极化的方法，还有一些利用其它物理效应产生自旋极

化的方案。

图图图 1-10: 带内自由载流子光吸收下非对称散射导致自旋流的示意图（两种自旋的载流子分开示

意）。摘自文献 [198]。

在光学上，半导体通过带内的自由载流子吸收，在自旋依赖的散射的辅助下，可以

产生自旋流 [198]。在图 1-10 中我们给出了这个过程的示意图 [198]。带内非直接的光吸

收涉及杂质和声子散射辅助的动量转移。由于自旋轨道耦合，一种自旋的电子向一个动

量方向的散射和向相反动量方向的散射的概率不一样，从而导致自旋极化的电流。两种

自旋的电子的存在将会导致纯的自旋流。但是如果施加一个外磁场使得 Zeeman 劈裂下

只有一个低能的自旋带被占据，那么电流和自旋流可以同时得到。另外，利用自旋的光

生伏打效应（spin photogalvanic effect）也可以在半导体中产生自旋流 [199,200]。

在电学上，一种常被提到的方案是利用自旋霍尔效应 [75–77] 产生自旋流和自旋极

化。在样品中施加静电场，由于自旋轨道耦合，运动的电子会受到自旋依赖的偏转散射

（skew scattering），从而在垂直于电流的方向出现自旋流，自旋流在样品的边界积累

产生自旋极化。这种效应来自于自旋依赖的散射的非对称性，又被称为外禀的自旋霍

尔效应（extrinsic spin Hall effect）。实验上，人们在 n 型 [78]、p 型 [79] GaAs 和金属

铝 [34] 中都观察到了外禀的自旋霍尔效应。此外，对应于外禀的自旋霍尔效应，还存

在只与本征的自旋劈裂的能带结构有关而与散射无关的内禀的自旋霍尔效应（intrinsic

spin Hall effect） [77, 201]。它在具有强的自旋轨道耦合和高迁移率的 HgTe 量子阱里的

金属区域被观察到，也可以用来产生自旋极化流 [202]。

拓扑绝缘体的边界态也为产生自旋极化的流提供了一种手段。在给定的电场下，

在拓扑绝缘体的边界上会形成特定极化的自旋流。而对于给定了极化方向的自旋流，

只能沿着特定的方向运动。这些性质不仅可以用来产生自旋流，还可以用来探测自旋

流。这一点和自旋霍尔效应有点类似，后者本身可以用来产生自旋流，而其逆过程可

以用来探测自旋流。Brüne 等人验证二维拓扑绝缘体 HgTe 量子阱的边界态的自旋极化
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图图图 1-11: 左图：Brüne 等人的“H”型实验装置的电子显微图。右图：“H”构型下两个实
验过程的示意图。黄色区域是量子自旋霍尔效应作用区域，绿色部分是自旋霍尔效应作用区
域。(a) 利用自旋霍尔效应产生自旋流，然后用量子自旋霍尔效应探测自旋流。(b) 利用量子自
旋霍尔效应产生自旋流，然后用自旋霍尔效应探测自旋流。摘自文献 [171]。

性质的实验装置很好地同时利用了自旋霍尔效应和二维拓扑绝缘体里的量子自旋霍尔

效应 [171]。在这里我们以该实验为例说明自旋霍尔效应和量子自旋霍尔效应的应用。

在该实验中，Brüne 等人所采用的结构是“H”型的 HgTe 量子阱（图 1-11 的左图），

但是“H”的两条“腿”所在的部分可以分别用门电压调控。在实验中一条腿的费米面

比较高，处在体态的金属区，因而电子能体现出自旋霍尔效应（图 1-11 右图的绿色区

域）；而另一条腿的费米面比较低，处在边界态上，因而电子在量子自旋霍尔效应区

（图 1-11 的右图的黄色区域）。在图 1-11 右图 (a) 中，电流在下面的腿中沿电极 3 向

电极 4 注入，由于自旋霍尔效应，在横向会产生自旋流。当该自旋流进入到上面的量

子自旋霍尔效应区域时，只能沿着边界朝一个方向运动（如图示的向电极 2 注入，从

电极 1 流回），这时候在电极 1 和 2 之间就会产生电势差。在这种实验方案中，自

旋霍尔效应被用来产生自旋流，而量子自旋霍尔效应被用来探测自旋流。在图 1-11 右

图 (b) 中，电流在上面的量子自旋霍尔效应区沿电极 1 向电极 2 注入，这个电流只能沿

着边界流动，而且具有特定的自旋取向。当该自旋流进入到下面的自旋霍尔效应区时，

由于逆自旋霍尔效应，会在电极 3 和 4 间产生电势差。在这种实验方案中，量子自旋霍

尔效应被用来产生自旋流，而自旋霍尔效应被用来探测自旋流。

除了自旋霍尔效应和量子自旋霍尔效应，利用空间对称性破缺下的自旋棘轮效应

（spin ratchet effect） [203–209]，以及磁场下量子点接触（quantum point contact）对

自旋的选择性 [210]，也可以产生自旋流。此外，铁磁材料中进动的磁矩也能向与其
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接触的正常导体中泵浦注入纯的自旋流，该效应来自于局域电子的进动的自旋向巡

游电子的自旋角动量的转移［自旋转移矩效应（自旋极化的电流导致铁磁金属磁矩

的偏转） [28–33] 的逆过程］ [211]。基于这个效应，人们发展了名为动力学自旋泵浦

（dynamical spin pumping）注入的方法（示意图见图 1-12 b） [40, 211–216] 。和传统

的涉及电荷跨界面输运的注入方法相比，这种泵浦注入的方式可以得到更大的自旋流，

而且不受界面处电导不匹配的因素的限制 [212]。同时，利用这种方法注入的自旋流的

大小还可以通过用偏压控制界面处的交换相互作用强度来调制 [212]。

图图图 1-12: a. 传统的利用电学方法通过铁磁电极向非磁性导体注入自旋极化的示意图。b. 利用动
力学的自旋泵浦方法通过铁磁电极向非磁性导体注入纯的自旋流的示意图。铁磁电极和非磁性
导体界面处的动态交换相互作用将铁磁材料中局域电子的自旋角动量传递给非磁性导体中的巡
游电子。界面处非磁性导体中自旋极化的积累产生纯的自旋流。摘自文献 [212]。

另外，利用热效应也能实现自旋极化的注入。Breton 等人利用热的方法实现了从铁

磁体到半导体 Si 中的自旋隧穿注入 [217]。如图 1-13 所示，铁磁体和 Si 处在不同的温

度下，在 Si 中会产生自旋的积累，且自旋极化方向依赖于温度的梯度。这种热的自旋

注入（或者与电的自旋注入结合在一起）有望提高自旋注入的效率。在图 1-1 右图中我

们介绍对自旋热电势的测量装置时，由温度梯度在铁磁性材料里导致的自旋电压实际上

也实现了对 Pt 电极的自旋流的注入 [37]。

1.3 自旋极化的探测

和自旋极化的产生相对应，自旋极化的探测也主要包括光学和电学方法。其中光学

方法主要包括光致/电致发光、时间分辨的 Faraday 旋转和 Kerr 旋转测量。电学方法在

传统上主要利用自旋阀结构通过磁阻效应来研究流的自旋极化。此外，泡利阻塞（Pauli

blocking）、电子自旋共振（electron spin resonance）、Hanle 效应、逆自旋霍尔效应以

及量子自旋霍尔效应都被广泛地结合到电学测量中。
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1.3 自旋极化的探测

图图图 1-13: Si 上的铁磁隧穿结。Si 和铁磁体的温度差导致 Si 中的自旋积累，且自旋极化的方向
与温度的梯度有关系。摘自文献 [217]。

1.3.1 光学测量

早期的光学测量采用光致发光方法 [1, 218–222]。从前面指出的光吸收过程的选择定

则，可以知道，在相反的过程即电子空穴复合发光的过程中，载流子的自旋极化会反映

到发光的偏振度中。测量发光的偏振极化度就可以知道载流子的自旋极化。例如，对

于空穴自旋无极化的系统，根据图 1-8 所示的光学选择定则可以知道，发光的偏振极化

度等于导带电子自旋极化度的一半。另外，如果施加横向的磁场使得电子自旋绕着磁

场进动，那么考虑进自旋的弛豫，电子的自旋极化随时间的演化为 P0e
−t/τs cos(ωt)，这

里 P0 是初始自旋极化度，τs 是自旋弛豫时间，ω 是磁场下的 Larmor 进动频率。根据

电子自旋极化和发光极化度的关系，发光极化度也按照类似的规律变化。若电子被持续

激发且不停地与空穴复合（复合时间为 τr），则在这个磁场下，光致发光的稳定的极化

度为

P (B) =

∫ +∞
0

dtP0e
−t/τs cos(ωt)e−t/τr∫ +∞

0
dte−t/τr

=
P (0)

1 + ( ωτr
1+τr/τs

)2
, (1.1)

其中 P (0) 是没有横向磁场时的发光极化度。由此可见，在横向磁场作用下，半导体带

边发光的极化度会下降，此即 Hanle 效应 [1, 16, 223]。因此只要测得电子的寿命 τr，再

测量发光极化度随横向磁场的依赖，根据上面的方程就可以得到电子自旋弛豫时间 τs。

在飞秒激光器技术发展以后，实验上广泛使用泵浦－探测（pump-probe）方法测量

半导体中的自旋极化的时间演化。在该实验中，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，再用强度相对弱很多的探测光去探测系统的自旋性质。

探测方法主要有如下两种：(I) 利用圆偏振光探测左/右旋光的透射强度得到光学极化

度，并进而得到自旋极化度。通过调节 ∆t，可以得到自旋极化度随着时间的演化并进

而得到自旋弛豫时间 [67, 224–226]。(II) 利用线偏光探测透射光/反射光的偏振方向的偏

转角度，从而得知自旋极化的信息。在这种测量中，透射光/反射光的偏振方向的旋转
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角度与电子的自旋极化度成正比。因而在不同时间点 ∆t 进行测量可以得到自旋极化随

时间的演化。这就是时间分辨的 Faraday/Kerr 旋转测量 [227]，分别对应于对探测光的

透射/反射信号的观测。在施加横向磁场的情况下，Landau 有效 g 因子信息也可以被测

量出。此外，用空间分辨的 Faraday/Kerr 旋转测量还可以研究自旋在空间的积累和输

运性质 [228–232]。

注意到上面的泵浦－探测方法需要激发电子自旋（不管是泵浦光还是强度相对低

的探测光）。事实上，无处不在的随机涨落过程本身就能产生自旋极化。利用这种

随机涨落而不是泵浦光产生的自旋极化在横向磁场下做 Faraday 旋转测量，人们发

展了名为自旋噪声谱（spin noise spectroscopy）测量 [233, 234] 的实验手段（实验装置

见图 1-14 左图所示）。在这种实验方案中，对探测信号（Faraday 偏转角）的时间演

化做傅立叶变换得到自旋噪声频谱（图 1-14 右图）。在该频谱中有一个峰，峰的位

置对应横向磁场下的 Larmor 进动频率，峰的展宽则对应横向的自旋弛豫率。这一实

验方案的优点是它几乎不产生光学激发，对系统的影响很小，因而能得到本征的自

旋耗散信息。Crooker 等人通过这种方法测量了金属 Ru 中的自旋耗散信息 [233]，之

后 Oestreich 等人把这一技术应用到 III-V 族半导体中 [235, 236]。关于该实验技术的基

础和发展现状，可以参考评论文章 [234]。

图图图 1-14: 左图：半导体中自旋噪声谱测量的基本实验装置。该装置和横向磁场下的 Faraday 旋
转实验装置类似，只不过没有泵浦光源。右图：典型的自旋噪声谱信号。摘自文献 [234]。

1.3.2 电学测量

对自旋极化的电学测量中使用最广的手段基于自旋阀结构的磁阻效应，它是一种对

输运信号的测量。和电学的自旋注入相对应，电学测量也分为局域的和非局域的测量。

局域的测量对应于局域的自旋注入。它基于局域的自旋阀构型（图 1-9 左图），利用铁

磁电极探测注入的自旋极化流。在这种构型下，可以通过外加磁场改变两个铁磁电极

（注入端和探测端）磁矩的相对取向来测量电阻的变化，从而反映出通道中自旋极化的
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性质。但是在这种测量中，电流和自旋极化流在同一个回路，使得局部电阻的涨落也会

影响到电压的测量。

图图图 1-15: 非局域的自旋阀测量构型示意图。电极 2 和 3 是铁磁性的，电极 1 和 4 可以是铁磁的
也可以是非铁磁的。电流经过电极 1 和 2 构成回路，在电极 2 下自旋的积累往右驱动产生纯的
自旋流。如果用电极 3 和 4 探测电压信号，则是四端的非局域自旋阀测量。如果用 2 和 4 探测
电压信号，则是三端的非局域自旋阀测量。摘自文献 [197]。

非局域的自旋流探测对应于非局域的自旋注入 [192–197] 。我们以图 1-15 为示意

进行说明。电极 1 和 2 参与的电流回路通过电极 2 向右侧进行非局域的自旋流注入。

对该自旋流的非局域探测根据整个测量方案中所用到的电极数目（包括注入和探测

所用到的）分为两种，分别称为四端非局域测量和三端非局域测量。在此我们仍旧以

图 1-15 为示意，分别介绍如下。

• 四端非局域测量。这种测量方案涉及电极 1，2，3和 4。远端的铁磁电极 3和 4可

以对不同自旋的信号进行选择性的测量，其依据是这种非局域的电压（或者电

阻）与电极 3 下面载流子的自旋极化相关。这种四端的非局域测量可以采用两

种方式进行。(I) 有一系列的电极 3 处在离电极 2 不同的位置，且磁矩方向与电

极 2 平行。通过测量不同位置处的电极 3 和远端电极 4 （电极 4 到电极 2 的距

离一般远大于通道中自旋的扩散长度，因而它是否具有铁磁性已经影响不大）的

电势差 VNL，得到其对图示中 dL 的依赖，进而由关系 VNL ∝ e−dL/Ls 得到自旋的

扩散长度 Ls [237–239]。(II) 另一种更常用的方式是外加垂直于铁磁电极磁矩方

向（比如在图 1-15 中沿着 z 方向）的磁场，做 Hanle 效应的测量 [192, 194]。这

种测量通过对 VNL 关于磁场的依赖信号进行拟合得到扩散系数 D 和自旋弛豫时

间 τs 。在这里，我们以图 1-15 为示意对这种 Hanle 效应测量作一下说明。我们

假设铁磁电极 2 和 3 的磁矩平行且都沿着 y 方向，外加磁场 B 沿着 z 方向。在

电极 2 和 3 的磁矩平行的构型下，非局域的电压 VNL （或者由其换算得到的非局

域的电阻）正比于电极 3 下面的自旋极化度 S(dL)。在输运的通道内，自旋的动

力学可以用包含磁场导致的进动效应的扩散方程（见后面的章节 1.5.1）描述：

∂tS(x, t) = D∂2xS(x, t) + ωêz × S(x, t) − S(x, t)/τs, (1.2)
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这里 ω = gµBB/~。该方程的解的 y 分量满足

Sy(x, t) ∝
∫ t

0

dt′
1√
t′
e−

t′
τs

− x2

4Dt′ cos(ωt′). (1.3)

VNL 正比于稳态时电极 3 下面的自旋极化度 Sy(x = dL, t = +∞)，因而

VNL ∝
√
πτs

(1 + ω2τ 2s )1/4
e−c+dL cos(c−dL + θ), (1.4)

其中 c± = 1√
Dτs

√√
ω2τ2s+1±1

2
，θ = arctan ωτs√

ω2τ2s+1+1
。换一个角度，我们也可以

直接在稳态下求解方程 (1.2)，即 D∂2xS(x) + ωêz × S(x) − S(x)/τs = 0。采用固

定注入的自旋流的边界条件，即 ∂xS(0) = js0(0, 1, 0) 和 S(+∞) = 0，可以得

到 Sy(dL) = − js0
√
τs

(1+ω2τ2s )
1/4 e

−c+dL cos(c−dL + θ) [8]。这个解和方程 (1.4) 是一致的，

给出相同的 τs 和 D 依赖 1©。实验上，人们用 Sy(x = dL, t = +∞) 的积分表达

式 (1.3) 拟合实验测得的 VNL 对 B 的依赖得到 D 和 τs。进一步，人们得到无磁场

情况下的自旋扩散长度 Ls = 1/c+(ω = 0) =
√
Dτs［见方程 (1.32)］。作为例子，

我们在图 1-16 的左图中给出了硅里面利用 Hanle 效应测得的非局域电阻对横向磁

场的依赖曲线。

图图图 1-16: 左图：在 Si 的四端非局域测量中，利用 Hanle 效应测得的非局域电阻对横向磁场的
依赖关系。点是实验数据，实线是根据积分表达式 (1.3) 拟合的结果。红颜色的点和线是在电
极 2 和 3 平行的构型下的结果，蓝色的点和线是在电极 2 和 3 反平行的构型下的结果。摘自文
献 [197]。右图：三端非局域测量中局域的 Hanle 效应。在横向磁场下自旋的进动压制了自旋极
化的积累。摘自文献 [240]。

• 三端非局域测量。这种测量方案涉及电极 1，2 和 4，测量的电压信号来自电

极 2和 4。在横向磁场的作用下（比如沿着 z 轴），电极 2下面两种自旋的载流子

的电化学势差近似满足和方程 (1.1) 类似的关系，∆µ(B) = ∆µ(0)/(1 + ω2τ 2s )（不

1©但是，如果采用固定自旋极化的边界条件，即 S(0) = S0(0, 1, 0) 和 S(+∞) = 0，我们有 Sy(dL) =
S0e

−c+dL cos(c−dL) [11]。哪种边界条件更接近实验的情况还有待进一步分析和研究。
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同于前面介绍的光学测量手段，那里涉及光激发，因而有电子空穴复合的问

题，但是这里的电子无复合）。在非局域的三端测量中，这个化学势差体现在电

压 V3T 上。从 V3T 对 B 的依赖关系（见图 1-16 右图的示意曲线）可以得到自旋

的弛豫时间。这里的 Hanle 效应类似于光学测量里的 Hanle 效应，体现的是局部

电子自旋在磁场下的进动对自旋极化积累的压制，而不同于上面四端测量的输运

过程中的 Hanle 效应。这也是有些文献称这种三端测量（以及前面的光学测量）

里的 Hanle 效应为局域的 Hanle 效应（local Hanle effect） [232] 的原因。

除了自旋阀测量，对自旋极化或者自旋极化流还有其它的电学测量方法。逆自旋霍

尔效应以及量子自旋霍尔效应也被应用于探测自旋流，在上小节中介绍产生自旋流的

方案的时候（针对图 1-11 的讨论）已经一并举例介绍过。实验上对自旋弛豫的测量的

典型手段还有电子自旋共振测量（electron spin resonance）或者又叫电子顺磁共振测量

（electron paramagnetic resonance） [241–244]。此外，对于量子点系统，利用泡利阻塞

效应探测点中的自旋信息也是一种常用的方法 [245]。

1.4 自旋的弛豫

在自旋电子学中，自旋的弛豫是使自旋从非平衡态回到平衡态的重要物理过程。

这个过程的快慢决定自旋电子学器件的可行性。事实上，在金属、半导体以及石墨烯

中，自旋弛豫时间可以达到百皮秒到纳秒的量级。对于原生的理想的石墨烯，在强度

适中的门电压下，理论计算甚至给出微秒量级的自旋弛豫时间 [246, 247]。这些时间尺

度使得自旋电子学在技术应用上成为可能。在这里，我们介绍如下几种主要的自旋弛

豫机制：Elliott-Yafet （EY）机制 [248,249]，D’yakonov-Perel’ （DP）机制 [250]，Bir-

Aronov-Pikus （BAP）机制 [251]，以及自旋轨道耦合在实空间的涨落产生的自旋翻转

散射导致的自旋弛豫 [252]。这些机制以及其相对重要性在半导体中被比较多地研究。

1.4.1 Elliott-Yafet 自旋弛豫机制

Elliott 在 1954 年最早指出 [248]，晶格势场导致的电子自旋轨道耦合使得电子的波

函数出现自旋的混合。在这种混合下，任何正常的自旋守恒散射（如电子－声子散射

或者电子－杂质散射）都会导致电子自旋的弛豫。实际上，当电子在势场 V (r) 中以动

量 p 运动的时候，由于相对论效应，电子会感受到一个有效的磁场

Hso =
~

4m2
0c

2
∇V (r) × p · σ, (1.5)

其中 m0 和 c 分别是自由电子的质量和真空的光速，σ 是电子自旋的 Pauli 矩阵组成

的矢量。V (r) 是自旋无关的势场，包括周期性的晶格势的贡献，还可以包括外加的电
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势。上面这个有效的磁场描述的就是自旋轨道耦合。考虑只有晶格势场而且材料具有体

的对称中心（如 IV 族半导体 Si 等）的简单情况，能带 n 上具有动量 k 的两个简并的

电子 Bloch 态可以写为 [5, 248]

ψkn⇑(r) = [akn(r)| ↑〉 + bkn(r)| ↓〉]eik·r, (1.6)

ψkn⇓(r) = [a∗−kn(r)| ↓〉 − b∗−kn(r)| ↑〉]eik·r. (1.7)

这两个 Bloch态通过时间和空间的反演操作联系。|akn|2+|bkn|2 = 1。在只考虑晶格周期

势场的情况下，Hso 也具有晶格周期性，它导致了不同能带 n 上相同动量 k 的 Bloch 态

之间的耦合，如上面的方程所表明的。从微扰的角度出发有 |bkn| ∼ λso/∆E � 1。

这里 ∆E 是不同能带间的能量差，而 λso 是 Hso 在带间的矩阵元。正因为 |bkn| �
1，ψkn⇑(r) 仍近似是纯的自旋上的态，ψkn⇓(r) 近似是纯的自旋下的态。但是此时动量

守恒的散射会在这两个态间造成耦合，从而导致自旋的弛豫。这个自旋弛豫的速率与动

量散射率成正比。

以上由于自旋轨道耦合产生的波函数混合导致的自旋弛豫过程被称为 Elliott 过

程。此外，由于周期性离子实的势场贡献到电子的自旋轨道耦合，因而晶格的振动

会导致声子和自旋的耦合，从而造成自旋翻转的散射。实际上，此时电声散射的矩阵

元为 gλkn⇑,k′n′⇓ = |uqλ · (ψkn⇑,∇Ṽ ψk′n′⇓)|2，其中 uqλ 是具有动量 q 的 λ 支声子的位移

矢量 [5]。这里 Ṽ = V + Vso，其中 Vso 部分导致自旋翻转的电声散射。这个效应最先

由 Overhauser 在金属中讨论 [253]，之后由 Yafet 在具体的能带中研究 [254]。这个自

旋弛豫过程称为 Yafet 过程 [249]。Elliott 和 Yafet 两种过程导致的自旋弛豫机制统称

为 EY 机制。

对于闪锌矿半导体，电子的 EY 自旋弛豫机制可以从包含导带和价带的 Kane 哈密

顿量（见章节 2.1.2）以及散射的微扰角度来理解 [1]。在闪锌矿半导体中，描述 Γ 点附

近的 Γc
6 导带、Γv

8 和 Γv
7 价带（见图 1-8 的左图）的 8×8 Kane 哈密顿量 [1, 255] 具有如

下形式（详见章节 2.1.2）:

H8×8(k) =

 H6c6c(k) H6c8v(k) H6c7v(k)

H8v6c(k) H8v8v(k) H8v7v(k)

H7v6c(k) H7v8v(k) H7v7v(k)

 . (1.8)

其中 k的各分量分别沿着 [100]，[010]和 [001]晶向。H6c6c(k)在导带电子自旋 |1
2
± 1

2
〉的

基下是对角的，描述无耦合的两个自旋简并态。

虽然导带电子的两个自旋态之间没有直接的自旋翻转矩阵元，但是从二阶（对导带

价带的关联来说）的微扰角度出发，长程作用可以贡献导带电子的自旋翻转矩阵元 [1]

Hm′k′,mk =
∑
ss′

Hm′s′
8×8 (k′)H int

s′k′,skH
sm
8×8(k)

(Em − Es)(Em − Es′)
, (1.9)
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其中 m 和 s 分别标记导带和价带的态，Em 和 Es 代表能带在 Γ 点的能量位置。对于

电子－杂质、电子－声子、电子－电子等长程作用，H int
s′k′,sk = H int

k′kδs′s，代表空穴带内

的自旋守恒散射。只考虑 Kane 哈密顿量中 Hms
8×8(k) 部分关于 k 的线性项，可以计算

得 [1]

Hk′,k = H int
k′,k

i~2η(1 − η/2)σ · (k′ × k)

3meEg(1 − η/3)
. (1.10)

其中 η = ∆so

Eg+∆so
，me 是导带电子的有效质量。在弹性散射近似下，利用费米黄金规

则，可以得到长程作用导致的自旋弛豫速率为 [1]

τ−1
ks =

16

27

(
Ek

Eg

)2

η2
(

1 − η/2

1 − η/3

)2

τ−1
k . (1.11)

其中 Ek 是电子的动能，τk 是动量弛豫时间。

考虑短程相互作用，比如电子与光学声子散射导致的导带和价带之间的直接跃迁，

从一阶微扰的角度出发，导带电子的自旋翻转矩阵元为 [1]

Hm′k′,mk =
∑
s

Hm′s
8×8(k

′)H int
sk′,mk +H int

m′k′,skH
sm
8×8(k)

Em − Es

. (1.12)

同样只考虑 Kane 哈密顿量中 Hms
8×8(k) 部分关于 k 的线性项，有 [1]

Hk′,k = −1

3

η~d2σ · [U× (k + k′)]

[2meEg(1 − η/3)]1/2
. (1.13)

其中 d2 是带间光学声子的形变势耦合常数，U 是两套子格子的原子的相对位移。考虑

纵向和横向的光学声子且认为它们的频率一样（记为 ωLO），则短程相互作用给出的自

旋弛豫率为 [1]

τ−1
ks =

16

27

E2
k

EgE0

η2

1 − η/3
τ−1
k . (1.14)

这里 E0 = ~2e2ω2
LO[4πρ0(

1
ε∞

− 1
ε0

)]/(4d2me)，其中 ρ0 是材料密度，ε0（ε∞）是静态（高

频）相对介电常数。这些解析结果确实表明，在 EY 机制下，半导体中电子的自旋弛豫

时间和动量弛豫时间成正比，即 τs ∝ τp。

EY 机制对 IV 族半导体中的自旋弛豫非常重要 [63, 256]。Cheng 等人在 EY 机

制下系统的研究了 Si 中导带电子的自旋弛豫 [256]。他们发现，和实验观察到的 10-

1000 ns 的自旋弛豫时间比起来，Elliott 和 Yafet 机制各自导致的自旋弛豫时间要小几

个量级。但是，这两个过程会干涉相消，从而在很大的温度范围得到和实验值吻合很好

的自旋弛豫时间 [256]。最近，Liu 等人对 Ge 中导带电子和声子的自旋依赖的散射做了
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详尽的研究并考察了 EY 机制导致的自旋弛豫 [257]。

1.4.2 D’yakonov-Perel’ 自旋弛豫机制

在有空间反演对称破缺的系统中，具有同样动量的自旋相反的电子态不再简并。

这是因为时间反演对称性（如果有外加磁场，这个对称性也被破坏掉）仍要求 Ek↑ =

E−k↓，但是缺乏了空间反演对称所导致的关系 Ek↑ = E−k↑，因而 Ek↑ = Ek↓无法保证。

常见的 III-V族和 II-VI族半导体都具有体的反演对称破缺（bulk inversion asymmetry）

的性质。此外，对于即使具有体的反演对称的材料如 IV 族半导体以及石墨烯，仍然可

以通过外加约束（如形成量子阱或者异质结）或者外加电场导致结构上的反演对称破缺

（structure inversion asymmetry）。

由于空间反演对称破缺导致的自旋劈裂可以通过引入动量依赖的有效磁场 Ω(k) 来

描述。描述电子自旋在这个有效磁场中的进动的哈密顿量为

Hso(k) =
~
2
Ω(k) · σ. (1.15)

由体的空间反演对称破缺贡献的这一项称为 Dresselhaus 自旋轨道耦合 [258]，由结构的

空间反演对称破缺（通常源于约束和外电场）贡献的这一项称为 Rashba 自旋轨道耦

合 [66]。这个动量依赖的有效磁场导致电子系综的自旋进动在频率和方向上的不一致，

也即非均匀扩展（inhomogeneous broadening） [11,259]。在存在非均匀扩展的情况下，

任何散射（包括库仑散射）都会导致不可逆的自旋弛豫。这种自旋弛豫机制称为 DP 机

制 [1, 5, 11]。

从非均匀扩展的概念 [260–262] 出发可以对电子系综的自旋弛豫更全面深入地理

解 [11, 259]。在空间均匀的体系中，除了上面提到的自旋轨道耦合导致的非均匀扩

展，在有磁场的情况下能量依赖的 g 因子也会导致自旋进动的非均匀扩展 [263, 264]。

在空间非均匀的体系中，实空间上的 g 因子涨落 [265, 266]、随机的自旋轨道耦合

[252, 267–271] 和非均匀的超精细相互作用 [272, 273] 等都可以提供非均匀扩展。此外，

在空间非均匀系统的自旋扩散中，沿着空间梯度方向的自旋扩散速率对动量的依赖以及

自旋轨道耦合对动量的依赖一起提供自旋在实空间进动的非均匀扩展 [11, 274–276]（见

章节 1.5 和 4.3）。这种非均匀扩展是本征的，并非来自实空间的涨落和扰动。从非均

匀扩展的概念出发理解自旋弛豫的核心是，在存在非均匀扩展的情况下，任何散射，包

括自旋守恒的散射，特别是电子－电子库仑散射 [11, 277–280]，都会造成不可逆的自旋

弛豫。这里散射有两个效应 [11, 281]。它一方面提供自旋弛豫的通道，另一方面抑制非

均匀扩展。自旋弛豫所表现出的具体性质和散射与非均匀扩展的相对强度有关系。在弱

散射区，散射主要提供自旋弛豫通道，因而自旋弛豫时间和动量弛豫时间成正比。但

是，在强散射区，散射对非均匀扩展的抑制效应明显，从而使得自旋弛豫时间与动量散

射时间成反比。在第 4 章，我们会基于动力学自旋 Bloch 方程 [11]，从解析上研究散射

与非均匀扩展的关系以及两者的共同作用导致的自旋弛豫。
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DP 自旋弛豫机制区别于 EY 自旋弛豫机制的一个重要特征是，在强散射

区 〈|Ω(k)|〉τp . 1，自旋弛豫时间和动量散射时间成反比，即 τs ∝ τ−1
p [1, 5, 11]。这

是因为在该区域，电子散射时间远远小于自旋的进动时间，使得自旋进动不能有效的发

生，从而抑制由自旋进动导致的非均匀扩展。散射越强，这种抑制效应越明显，从而使

得自旋弛豫时间变长。这个效应又被称为 motional narrowing 效应 [1, 5]。我们可以从随

机行走的模型在图像上进行如下的了解 [1, 5]。电子在每两次散射之间的自旋进动角度

为 δφ = |Ω(k)|τp。根据随机行走模型，在 N = t/τp 次散射后，电子自旋偏离初态的角

度的方差为 〈∆φ(t)2〉 = N〈δφ2〉。电子自旋弛豫的时间由 〈∆φ(t = τs)
2〉 = 1 给出，因而

τ−1
s = 〈Ω(k)2〉τp. (1.16)

这就是文献中应用比较广范的描述强散射区 DP 机制下自旋弛豫的单体公式 [1]。另一

方面，在 〈|Ω(k)|〉τp & 1 的弱散射区，DP 机制导致的自旋弛豫时间和动量弛豫时间成

正比，即 τs ∝ τp。这是因为在该区域，电子自旋能够进动完整的周期，在散射发生之

前，电子系综的自旋极化可逆地衰减，这个衰减速率 ∼
√

〈Ω(k)2〉，决定于非均匀扩
展。直到时间 t ∼ τp，随机的散射过程发生，提供自旋弛豫的通道，使自旋极化发生

不可逆的弛豫。因而在弱散射区，不可逆的自旋弛豫时间 τs ∼ τp，对非均匀扩展不敏

感 [281–284]。

DP 与 EY 机制在强散射区域对动量散射截然相反的依赖常在实验上被用来区分

哪种弛豫机制占主导，尤其是最近在石墨烯的自旋弛豫的研究中 [237, 238, 285–288]。

在石墨烯中，一些实验用调节电子浓度的方法观察到了自旋弛豫时间 τs 和动量弛豫

时间 τp 或者扩散系数 D （在强简并的石墨烯中，D = 1
2
v2fτp，这里 vf 为线性能谱

电子的费米速度）的线性关系 [237, 238, 285, 287]，并依此认为石墨烯中 EY 机制占主

导。这种判定并不正确。因为在这些实验中，改变动量散射强度的时候费米面也被调

节。而对于强简并的石墨烯，EY 机制给出 τs ∝ k2fτp [289, 290]，无法解释实验上在改

变 kf 的情况下观察到的 τs 和 τp 的线性关系。即使是对于具有抛物能谱的半导体，

根据方程 (1.11) 和 (1.14)，在强简并情况下，也有 τs ∝ k−4
f τp。因而除非在改变电子

动量散射的时候保持电子浓度、温度等其它可能会影响到 τs 与 τp 的比例系数的因素

不变，否则 EY 机制下 τs 和 τp 没有理由一定满足线性关系。此外，即使是 DP 机

制，在改变动量散射的时候如果其它量也随之变化，它也可能体现出 τs 和 τp 的线

性关系，即类似 EY 机制的性质。以石墨烯为例，如果附着原子导致的 Rashba 自旋

轨道耦合增强占主导，同时附着原子又作为库仑势散射中心影响动量散射，那么在

强散射下，τ−1
s = 〈Ω(k)2〉τp ∝ n2

a · n−1
a ∝ τ−1

p [291]，这里 na 是附着原子的浓度（在

第 7 章，我们会具体研究有附着原子的石墨烯里的自旋弛豫，并对主导的弛豫机制做探

讨）。最后，在有外加磁场 B 时，在强散射区垂直于外加磁场的平面内的自旋弛豫满

足 τ−1
s = 〈Ω(k)2〉τp/(1 + ω2τ 2p )，这里 ω = gµBB/~ [1]。当磁场很大以致于 ωτp � 1 时

（在有效 g 因子大的材料比如 InAs 中这个条件容易满足），τ−1
s ≈ 〈Ω(k)2〉ω−2τ−1

p ，此
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时 DP 机制也表现出类似 EY 机制的性质 [292]。总而言之，基于以上事实，应该认识

到，在实验上不能简单的通过 τs 和 τp 的关系来判断是 EY 还是 DP 自旋弛豫机制占主

导，而应该多方面考虑周全。

最后需要提到的是电子－电子库仑相互作用对 DP 机制下自旋弛豫的影响。首先，

在早期对半导体的研究中，一种普遍的观点是，电子－电子库仑散射对电子的迁移率

没有贡献，因而它不影响由迁移率得到的动量散射时间 τp，从而对自旋的弛豫也没有

影响。在 2000 年，Wu 等人最早指出载流子间的库仑散射对自旋弛豫有贡献 [264]。

由于自旋进动随电子动量的改变而变化，因而任何影响动量态的散射—当然包括电子

－电子库仑散射—都会导致自旋弛豫。两年之后，俄罗斯 Ioffe 所的 Ivchenko 组也指

出并研究了类似的效应 [293]。Wu 等人系统地研究了电子－电子库仑散射对自旋弛豫

的影响 [11, 246]。特别地，在高迁移率和本征型的量子阱中库仑散射往往占主导，对

自旋弛豫的影响很大 [277–280]。实验的研究也证实了库仑散射对自旋弛豫的重要贡

献 [294–299] 。一个特别的现象是，从理论和实验上发现，在高迁移率低浓度的样品

中，占主导作用的库仑散射在强度上对温度的非单调依赖导致了自旋弛豫时间在温度依

赖上的一个峰，这个峰出现在从简并区到非简并区的过渡位置 [277,294]。在自旋弛豫对

浓度的依赖中，库仑散射的影响也被研究 [279, 300–306] 。除了库仑散射，电子间的交

换相互作用提供的库仑 Hartree-Fock 自能也会影响自旋的弛豫。该自能实质上相当于

一个沿自旋极化方向的有效磁场。当自旋极化很大的时候，这个磁场可以达到很大并

抑制自旋轨道耦合导致的自旋进动的非均匀扩展，从而抑制自旋弛豫 [11, 307]。该效应

被 Weng 和 Wu 首先预言 [307]，并被实验所证实 [308–312]。

1.4.3 Bir-Aronov-Pikus 自旋弛豫机制

Bir, Aronov 和 Pikus 指出当体系中同时存在电子和空穴的时候，电子－空穴交换

相互作用能导致电子的自旋弛豫 [251]。电子与轻、重空穴之间的交换相互作用（包括

短程和长程的贡献）可以写成 [313]

Hex =
1

V
δK,K′(J̃z(K) · Sz +

1

2
J̃−S+ +

1

2
J̃+S−). (1.17)

其中

J̃i(K) = πa3b

[
3

8
∆ELTMi(K) − 1

2
∆ESRJi

]
, (1.18)
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以及 [300,313,314]

Mz =
1

3K2


−3K2

‖ 2
√

3KzK−
√

3K2
− 0

2
√

3KzK+ (K2
‖ − 4K2

z ) −4KzK− −
√

3K2
−√

3K2
+ −4KzK+ (4K2

z −K2
‖) 2

√
3KzK−

0 −
√

3K2
+ 2

√
3KzK+ 3K2

‖

 , (1.19)

M− = M †
+ =

2

3K2


0 0 0 0

−
√

3K2
‖ 2KzK− K2

− 0

2
√

3KzK+ −4K2
z −2KzK− 0

3K2
+ −2

√
3KzK+ −

√
3K2

‖ 0

 . (1.20)

这里 S± = Sx ± iSy 表示电子 1/2 自旋的升降算符，J± 表示空穴 3/2 自旋的升降

算符。K 与 K′ 分别表示散射前后电子空穴对的总动量且 K2
‖ = K2

x + K2
y，K± =

Kx ± iKy。ab 为玻尔半径。∆ESR 表示激子态的单三态劈裂，是短程交换相互作用的特

征能量，而 ∆ELT 为纵向－横向劈裂，对应长程交换相互作用的特征能量。

根据费米黄金规则，由 BAP 机制导致的自旋弛豫时间为

1

τs(k)
=4π

∑
qk′mm′

δ(εk + εhk′m′ − εk−q − εhk′+qm)|〈ξk′m′|J̃+(k + k′)|ξk′+qm〉|2fh
k′m′(1 − fh

k′+qm),

(1.21)

这里 εhkm 是动量为 k、自旋为 m 的空穴的能量，|ξkm〉 为对应的空穴本征态，而 fh
km 为

该带上的空穴分布。由于空穴的弛豫相较电子而言很快，fh
km 可以取为无自旋极

化的平衡态分布。在 III-V 族体材料中，如果只考虑重空穴带的贡献，且只考虑

短程相互作用，那么在弹性散射近似下，非简并的空穴系统贡献电子自旋的弛豫

为 τ−1
s = 2

τ0
nha

3
b
〈vk〉
vb
，简并的空穴系统贡献电子自旋的弛豫为 τ−1

s = 3
τ0
nha

3
b
〈vk〉
vb

kBT
Eh

f
[1]。

其中 1/τ0 = (3π/64)∆E2
SR/Eb，Eb 是激子的 Bohr 能量，nh 是空穴浓度，〈vk〉 是电子

的平均速度，vb = 1/(mRab) 而 mR ≈ me 是电子－空穴对的折合质量，E
h
f 是简并空穴

系统的费米能。在这些公式中，长程的电子－空穴交换相互作用没有考虑，而 Jiang 等

人的工作 [300] 表明在 III-V 族半导体中长程的交换相互作用很重要。在 GaAs 中，他

们发现长程的交换作用比短程的重要得多 [300]。另外，Zhou 和 Wu 基于完全微观的

动力学自旋 Bloch 方程研究了 p 型和本征型的 GaAs 量子阱中低温和高激发浓度条件

下电子自旋的弛豫，他们发现弹性散射近似会丢失电子－空穴自旋翻转的库仑散射中

的 Pauli 阻塞效应，从而导致关于 BAP 机制对自旋弛豫的贡献的过高估计 [278]。

注意到上面给出的电子空穴之间的交换相互作用没有考虑自旋劈裂带。在自旋轨道

劈裂能大的材料中这种处理是合理的，绝大部分文献也是这样做的。但是，对于自旋轨

道劈裂能小的材料（比如，GaN 的自旋轨道劈裂能比带隙小很多），自旋劈裂带的贡

献有可能会变得重要。最近，Tong 和 Wu 将导带、轻重空穴带和自旋劈裂带都考虑进
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来，推导了包含长程和短程部分的电子－空穴交换相互作用 [314]。他们给出，长程的

电子空穴交换相互作用的哈密度量为

HLR
m′n′
mn

(
r′1 r′2
r1 r2

)
=

1

8π3

∫
dKV 0

KQm′n′
mn

(K) × eiK·(r1−r′1)δ(r1 − r2)δ(r
′
1 − r′2). (1.22)

这里 V 0
K = e2

4πε0κ0K2 是裸的库仑势。r1（r′1）标记电子的空间位置，r2（r′2）标记空

穴的空间位置。|m〉 和 |n〉 分别标记导带电子的基和价带空穴的基。在 |mn〉 按
照 |c1v1〉，|c2v1〉，|c1v2〉，|c2v2〉，|c1v3〉，|c2v3〉，|c1v4〉，|c2v4〉，|c1v5〉，|c2v5〉，|c1v6〉和
|c2v6〉的顺序构成基时（|c1〉 = |1

2
, 1
2
〉c，|c2〉 = |1

2
,−1

2
〉c，|v1〉 = |3

2
,+3

2
〉h，|v2〉 = |3

2
,+1

2
〉h，

|v3〉 = |3
2
,−1

2
〉h，|v4〉 = |3

2
,−3

2
〉h，|v5〉 = |1

2
,+1

2
〉h，|v6〉 = |1

2
,−1

2
〉h；参考章节 2.1.2），

Qm′n′
mn

(K) 的矩阵表示为

Qm′n′
mn

(K) =
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(1.23)

短程的电子空穴交换相互作用的哈密顿量为

HSR
m′n′
mn

(
r′1 r′2
r1 r2

)
=Dδ(r1 − r2)δ(r1 − r′1)δ(r2 − r′2)

×
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, (1.24)

以上方程中的参量 A-D 的表达式在文献 [314] 中给出。
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1.4.4 自旋轨道耦合的随机涨落导致的自旋弛豫

前面介绍 DP 自旋弛豫机制时指出，在空间反演对称性破缺的时候，电子会感受到

来自 Dresselhaus 或者 Rashba 自旋轨道耦合的有效磁场。这种有效磁场通常对时空无

依赖的，它对动量的依赖提供自旋进动的非均匀扩展。但是，实际上，由于自旋轨道耦

合依赖于材料和结构，系统中任何一点随机的涨落都有可能在局部造成自旋轨道耦合的

变化，从而导致自旋轨道耦合的随机性。这种时间上或者空间上随机变化的有效磁场也

会提供自旋进动的非均匀扩展，从而贡献自旋的弛豫。

随机的自旋轨道耦合有如下几种常见的来源。电离的杂质的库仑势可以贡献随机

的 Rashba 自旋轨道耦合 [247, 267, 268]，在量子阱中阱宽的随机变化（阱宽不可能严格

一致）也会导致依赖于阱宽的自旋轨道耦合的随机变化。在石墨烯中，表面随机的附着

原子可以局域的增强 Rashba 自旋轨道耦合，石墨烯本身在结构上的涨落也可以局部的

改变自旋轨道耦合 [269,315–319]。此外，Sherman 指出，在多层量子阱结构中，电子－

电子库仑散射也是导致时间上随机的自旋轨道耦合的来源。其物理图像是，一层量子阱

中电子和另一层量子阱中的电子发生库仑散射时，每一层量子阱中电子的运动都会引起

另一层中电子所感受到的 Rashba 自旋轨道耦合的变化，从而使后者产生随机的自旋进

动 [252,320,321]。

随机的自旋轨道耦合对自旋弛豫的具体影响决定于其关联长度 ξ 和电子的平均自由

程 l 的相对大小。下面我们针对 ξ � l 和 ξ � l 的两种情形分别进行讨论。

在 ξ � l 的情况下，随机涨落的自旋轨道耦合作为运动的电子能够切实感受到的自

旋依赖的空间势，会导致自旋翻转散射，从而贡献自旋的弛豫。这个效应是 Sherman等

人指出来的 [252, 267–270]。我们在此从半经典的角度（这时要求 kfξ � 1）基于随机

行走的模型初步了解这种自旋翻转散射导致的自旋弛豫。虽然以速度 v 运动的电子穿

过多个线度为 ξ 的具有不同自旋轨道耦合强度的区域后才经历一次动量散射，但是由

于不同区域的自旋轨道耦合强度不同，在跨越不同区域时自旋的进动方式也会发生改

变。电子穿过一个区域所用的时间为 δt = ξ
v
，自旋进动的角度为 δφ = |Ω(r,k)|δt，在经

过 N = t/δt 个区域后电子自旋偏离初始方向的方差为 〈∆φ(t)2〉 = N〈δφ2〉。自旋弛豫时
间由 〈∆φ(t = τs)

2〉 = 1 给出，τ−1
s = 〈Ω(r,k)2〉ξ/v。和 DP 机制下强散射区的自旋弛豫

不同的是，这里 τs 与电子穿过一个自旋轨道耦合区域所用的时间 ξ/v（而非动量散射

时间 τp）成反比。另外，〈Ω(r,k)2〉 不仅包括对动量的平均，还包括对空间的平均。对
于 Ω(r,k) = λ(r)Ω(k) 的情形，τ−1

s = 〈λ(r)2〉〈Ω(k)2〉ξ/v。

我们进一步在一般的情况下（不限于半经典情形）以随机电场（例如来自电离的杂

质）导致的随机 Rashba 场为例简要说明随机自旋轨道耦合导致的自旋翻转散射以及它

对自旋弛豫的贡献 [252,270]。随机的 Rashba 场可以写为

Hso = − i

2
σx{∇y, λ(r)} +

i

2
σy{∇x, λ(r)}, (1.25)
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其中 λ(r) 具有零期望值 〈λ(r)〉 = 0 和关联函数 〈λ(r)λ(r′)〉 = C(r − r′)。动能部

分 H0 = −~2∇2

2m∗ 的本征态为 φkσ = eik·r|σ〉。Hso 在这些本征态间的矩阵元为 V σσ′

kk′ =

〈φkσ|Hso|φk′σ′〉 =
λk−k′

2
〈σ|σx(ky + k′y)− σy(kx + k′x)|σ′〉，其中 λq =

∫
drλ(r)e−iq·r。Hso 贡

献自旋翻转的散射到电子的运动方程，∂tρk = ∂tρk|fscat [252,270]，其中

∂tρk|fscat =
π

~
∑
k′

(2Vkk′ρk′Vk′k − Vkk′Vk′kρk − ρkVkk′Vk′k)δ(εk − εk′). (1.26)

这里 ρk 是电子在自旋空间的 2×2 的密度矩阵，εk = ~2k2/2m∗ 是电子动能。假

设 ρk = ρ0k+Sz
kσz，即自旋沿着 z方向极化，由上面的自旋翻转散射项可以得到自旋在该

方向的弛豫率为 1/τ sk = m∗

4π

∫ 2k

0
C(q)(4k2−q2)1/2dq [270]，这里 C(q)是 C(r)的 Fourier变

换。需要指出的是，如果随机的自旋轨道耦合场的平均值非零，即 V σσ′

kk 6= 0（这里要

求 λq=0 6= 0），则这个平均的自旋轨道耦合场会贡献到相干的进动项里，相应的运动方

程为 ∂tρk + i
~ [Vkk, ρk] = ∂tρk|fscat + ∂tρk|cscat。这时进动项和散射项还会在 DP 机制下导

致自旋弛豫。在第 7 章，我们会在石墨烯中，具体地从解析和数值上研究由衬底和附着

原子导致的平均值非零的随机 Rashba 场下的自旋弛豫。

最后，对于 ξ � l 的情况，电子的自旋弛豫由局域的自旋轨道耦合通过 DP 机制支

配 [271,284]，上面提到的在 ξ � l 的情况下自旋轨道耦合的空间涨落导致的自旋翻转散

射不存在。在这种情形下，空间局域的自旋轨道耦合实际上提供了实空间上的一种非均

匀扩展，大面积样品内的自旋弛豫由空间上各局部区域内的电子的自旋动力学行为的相

干叠加决定 [271]。在章节 7.2 中，我们会在具有大尺度波纹状起伏的石墨烯中研究这种

局域的自旋轨道耦合支配下的自旋弛豫。

1.4.5 主要的自旋弛豫机制的比较

除了前面列举的几种主要的自旋弛豫机制，还有其它一些导致自旋弛豫的机制。比

如，超精细相互作用（电子和核自旋之间的磁相互作用）对束缚电子（如量子点系统

中）的自旋弛豫有很重要的影响 [1]。理解不同条件（如温度、载流子浓度和光激发强

度等）下各种自旋弛豫机制的相对重要性对实验研究和实际应用都很重要。下面我们将

不同情况下各种自旋弛豫机制的相对重要性简要总结如下：

• 对于 III-V 族 n 型或者本征型半导体的体结构中的导带电子，通常是 DP 机

制重要。哪怕是在窄带半导体中，EY 机制也没有 DP 机制重要 [300, 323]。对

于 III-V 族 p 型半导体体材料中的导带电子，Jiang 和 Wu 发现，在低的激发

浓度下，在低温下 BAP 机制的贡献会超过 DP 机制的贡献，并且掺杂浓度越

高，BAP 机制占主导的温度、激发浓度区域就越大 [300]。但是，在高的激发浓度

下，受到 Pauli 阻塞效应的影响，BAP 机制会被抑制。这种情况下，在高温和低

温下 BAP 机制都不重要，只有在适中的温度下（电子费米温度附近） BAP 机制

才和 DP 机制可比 [300]。
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图图图 1-17: 在 p 型 GaAs 量子阱中，BAP 与 DP 机制导致的电子的自旋弛豫时间的比
值，τBAP/τDP，随温度 T 以及空穴浓度 Nh 的变化关系。(a) 杂质浓度 Ni = 0，电子－
空穴激发浓度为 Nex = 1011 cm−2；(b) Ni = 0，Nex = 109 cm−2；(c) Ni = Nh，Nex =
1011 cm−2；(d) Ni = Nh，Nex = 109 cm−2。黑色短划线表示 τBAP/τDP = 1。黄色实线表示空
穴多子带效应的相对重要性，在该线以上的区域，多子带效应不能忽略。摘自文献 [322]。

• 对于 III-V族 n型或者本征型半导体的量子阱结构中的导带电子，通常是 DP机制

主导；而对 III-V族 p型半导体的量子阱结构中的导带电子，则和上面提到的体的

情形类似，在个别情况下 BAP 机制会很重要甚至超过 DP 机制。Zhou 和 Wu 研

究了本征和 p 型 GaAs 量子阱中 DP 和 BAP 机制下的导带电子的自旋弛豫。

他们发现，BAP 机制通常可以忽略，但是在大阱宽、高温和高空穴浓度的情况

下 BAP 能够和 DP 机制相比 [278]。进一步，Zhou 等人 [322] 在 p 型 GaAs 量

子阱中讨论了掺杂浓度、温度以及激发浓度变化过程中 BAP 与 DP 机制的相对

重要性（见图 1-17）。他们发现，在相对低的温度和空穴浓度范围内，DP 机制

占主导。但是，在高温高空穴浓度时，BAP 机制的贡献可以超过 DP 机制的贡

献 [322, 324]（见图 1-17 中短划线右侧的区域）。在激发浓度很低和/或有很高的

杂质浓度时，BAP 机制在更大的温度、空穴浓度范围内都比 DP 机制重要。

• 对于 III-V 族半导体体结构中的价带空穴，由于价带中轻重空穴强的自旋混

合，EY 机制可以比 DP 机制要重要得多 [325]。然而，对于 III-V 族半导体量子

阱结构中的价带空穴，由于子带间的能量劈裂减弱了空穴带自旋的混合，DP 机制

会占主导 [281, 326]。但是在 DP 机制被强烈抑制的特殊情况下（比如特定的门电

压导致自旋轨道耦合的减弱），EY 机制会显现出效应 [326]。

• 对于 III-V 族半导体的一些特殊构型下特殊方向上的自旋弛豫，DP 机制会被抑制

或者消失。这时候其它自旋弛豫机制会有重要贡献或者完全主导。比如，在对称

的 (110) GaAs 量子阱中，由于 Dresselhaus 自旋轨道耦合提供的有效磁场沿着阱
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的生长方向，因此在最低子带占据下，沿着阱的生长方向没有 DP 机制导致的自

旋弛豫。对于本征激发的情形，Ohno 等人观察到了沿着阱的生长方向的长达几

个纳秒的电子的自旋弛豫时间，并且认为这个有限的自旋弛豫时间是由 BAP 机

制导致的 [224]。Müller 等人在 n 型的 (110) GaAs 量子阱中测得沿着阱的生长

方向的长达几十纳秒的自旋弛豫时间并认为这个有限的自旋弛豫时间是平面内

的随机 Rashba 场造成的 [236]。这种猜测后来被 Zhou 和 Wu 从完全微观的动

力学自旋 Bloch 方程出发的理论计算所验证 [271]。他们认为，局部的涨落导致

的 Rashba 场下 DP 机制支配的自旋动力学过程的相干叠加决定了整个样品大面积

内的自旋系综的自旋弛豫。但是 Zhou 和 Wu 同时也指出，对于这种体系，虚的

带间散射协同带间的自旋轨道耦合也是导致自旋弛豫的一种可能机制 [327]，它在

迁移率足够低的样品中会很重要 [327]。

• 对于 IV 族半导体如 Si、Ge 的体结构中，由于空间反演对称性，DP 自旋弛豫机

制消失，这时候 EY 机制占主导 [256]。对于 IV 族半导体的量子阱结构，如果量

子阱是对称的，则 DP 机制仍然不存在。但是，如果量子阱是非对称的，则会引

入 Rashba型的自旋轨道耦合 [301,328]，DP 机制可以主导自旋的弛豫 [301,329]。

• 在具有随机涨落的自旋轨道耦合的系统中，如果电子的平均自由程远大于随机涨
落的关联长度，则随机自旋轨道耦合的涨落导致的自旋翻转散射才会存在并贡

献自旋的弛豫。在空间上平均的自旋轨道耦合很小或者为零的时候（比如对称

的 Si 量子阱中 [268]，以及无外电场的上下起伏的石墨烯中 [269]），这种随机的

自旋轨道耦合导致的自旋翻转散射对自旋弛豫的贡献变得重要。在章节 7.1 中，

我们会研究存在附着原子导致的随机的 Rashba 自旋轨道耦合的情况下石墨烯中的

自旋弛豫。我们会发现，在双侧（石墨烯的上下两个表面）都有随机的附着原子

的时候，空间平均的 Rashba 自旋轨道耦合可以很小甚至消失，这时候随机自旋轨

道耦合的涨落导致的自旋翻转散射会变得重要。但是，仅仅在单侧存在附着原子

的时候，DP 自旋弛豫机制占主导 [291]。

1.5 自旋的输运

和电荷类似，空间上非平衡的自旋分布也可以在实空间扩散或者在电场的作用下漂

移。与自旋的弛豫一样，了解自旋的这种输运性质对于自旋电子学器件的实现同样非常

重要。最显而易见的，Datta-Das 场效应晶体管的具体实现就需要对具体材料中自旋输

运的清晰认识。

1.5.1 漂移－扩散模型

自旋的输运在金属中很早就开始研究。一个广泛采用的模型就是两分量的漂移－扩

散模型 [8,11,186,330,331]。该模型也被应用到对半导体的自旋输运的研究。在线性区，
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1.5 自旋的输运

对应于两个自旋分量的流为

jη = σηE + eDη∇nη, (1.27)

其中 ση 和 Dη 是自旋 η = ±1
2
依赖的电导和扩散系数，nη 是自旋 η 的电子浓度。ση =

nηeµη，µη 是迁移率。我们假设迁移率和扩散系数对自旋的依赖很弱，即 µ 1
2

= µ− 1
2

=

µ 和 D 1
2

= D− 1
2

= D。利用连续性条件并采用自旋弛豫时间近似，有

∂nη

∂t
=

1

e
∇ · jη −

nη − n−η

2τs
. (1.28)

由上面两个方程可以得到

∂nη

∂t
= µE ·∇nη +D∇2nη −

nη − n−η

2τs
, (1.29)

进而有

∂δn

∂t
= µE ·∇δn+D∇2δn− δn

τs
, (1.30)

其中 δn = n 1
2
− n− 1

2
，描述两种自旋的载流子的非平衡。我们考虑沿着 x 方向的输运情

形。在稳态下，取边界条件 δn(x = +∞) = 0，上面的方程有解 δn(x) = δn(0)e−x/ls。其

中自旋输运长度 [11, 330]

ls =

[
µE

2D
+

√(µE
2D

)2
+

1

Dτs

]−1

. (1.31)

在没有外电场的情况下，

ls =
√
Dτs, (1.32)

这是在文献中广为采用的计算自旋扩散长度的公式 [8, 58,59,330]。

在有外磁场的情况下，考虑任意的自旋极化方向以及自旋极化在磁场下的进动，上

面的漂移扩散模型［方程 (1.30)］写为 [8, 11]

∂S

∂t
= µE ·∇S +D∇2S− S

τs
+ ω × S, (1.33)

其中 ω = gµBB/~。这里 S 为自旋极化矢量。在前面介绍 Hanle 效应测量自旋输运

的时候我们已经给出了在没有外加电场时上面的方程所对应的形式［方程 (1.2)］并

给出了稳态的解。有电场的情况下基于上述方程对 Hanle 效应的研究，可以参考文

30



第一章 背景介绍

献 [8] 和 [11]。

1.5.2 基于动力学自旋 Bloch 方程的微观理解

两分量的漂移－扩散模型采用了自旋弛豫时间近似，因而没有考虑进自旋轨道耦合

的有效磁场导致的自旋进动。实际上，即使没有外加磁场，在有自旋轨道耦合的情况

下，自旋在实空间的输运过程中也可能会发生进动，因而使得自旋相干变得重要。在这

种情况下，漂移－扩散模型不能很好的描述自旋的输运。另外，漂移－扩散模型还涉及

需要额外提供的参数（或测量或另外计算得到），如扩散系数、迁移率和自旋弛豫时间

等。基于动力学自旋 Bloch 方程方法 [11]，可以从完全微观的角度对自旋的输运进行了

解，而且可以研究远离平衡的情形。

前面我们已经指出，在时间域里，自旋进动由来自于自旋轨道耦合的有效磁

场 Ω(k) 决定。Ω(k) 对动量的依赖提供非均匀扩展。但是，在空间域的自旋输运过程

中（假设输运方向沿着 x 方向），自旋在空间的进动频率由（详见章节 4.3）

ωk =
2Ω(k)

∂kxεk
(1.34)

决定 [11, 274–276]。ωk 对动量的依赖导致输运过程中的非均匀扩展。时间域和空间域

里的非均匀扩展很不一样。此外，即使没有 Dresselhaus 或者 Rashba 型的自旋轨道耦

合，也即在时间域里没有 DP 弛豫机制，如果有外加静磁场，自旋在空间的进动频率

ωk =
gµBB

∂kxεk
(1.35)

也会由分母上的 ∂kxεk 对动量的依赖给出输运过程中的非均匀扩展。在散射的作用下，

自旋在输运的过程中也会不可逆的弛豫。这个性质最早由 Weng 和 Wu 在 2002 年指

出 [274]。在第 6 章，我们会具体的在对称的 Si/SiGe 量子阱中研究没有 DP 自旋弛豫

机制时静磁场导致的输运过程中的自旋弛豫 [332]。
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第第第二二二章章章 半半半导导导体体体、、、石石石墨墨墨烯烯烯、、、拓拓拓扑扑扑绝绝绝缘缘缘体体体和和和多多多铁铁铁氧氧氧化化化物物物的的的能能能

带带带结结结构构构与与与有有有效效效哈哈哈密密密顿顿顿量量量

在这一章，我们从能带结构和有效哈密顿量上对半导体、石墨烯、拓扑绝缘体和多

铁氧化物中的二维电子系统分别进行简要的介绍。对于研究电子有效哈密顿量的一些常

用手段，比如 k · p 方法、紧束缚近似方法以及不变量方法，在本章中都有所介绍和应
用。

2.1 半导体

在晶体中，价电子在晶格势中做公有化运动。由于离子实的振动，晶格势其实是依

赖于时间的。此外，电子和电子之间还有库仑相互作用。这些因素对关于价电子行为的

描述造成了困难。在绝热近似（关注电子体系的运动时认为离子实固定在其瞬时位置

上）、单电子近似（用平均场替代其它所有电子的影响）以及周期场近似（认为平均场

具有和晶格势一样的周期性）下，可以得到单电子的薛定谔方程[ p2

2m0

+ V (r) +
~

4m2
0c

2
∇V (r) × p · σ

]
ψ(r) = εψ(r), (2.1)

其中 V (r) 是周期性的单电子势，而

Hso =
~

4m2
0c

2
∇V (r) × p · σ (2.2)

是在章节 1.4.1 中提到过的电子在势场中运动时的自旋轨道耦合。

2.1.1 k · p 方法

根据 Bloch 定理，周期性势场中的电子波函数为由动量 k 标记的 Bloch 态

ψk(r) = eik·ruk(r), (2.3)

其中 uk(r) = uk(r + Ri)，Ri 为周期性排列的离子实的位置。在考虑了自旋轨道耦合

后，uk(r) 其实是自旋空间的两分量旋量。将该波函数代入单电子薛定谔方程 (2.1)，可
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以得到 k · p 方程

Hk(p)uk(r) = εkuk(r), (2.4)

其中 k · p 哈密顿量 [333]

Hk(p) =
p2

2m0

+ V (r) +
~2k2

2m0

+
~
m0

k · π +
~

4m2
0c

2
σ ×∇V (r) · p, (2.5)

而 π = p+ ~
4m0c2

σ×∇V (r)。对每一个参数 k，方程 (2.4) 在周期性条件 uk(r) = uk(r+

Ri) 下具有分立的本征解。这些不同的解对应不同的能带，用 n 标记。因而，Bloch 电

子的状态由两个量子数 n 和 k 标记，相应的能量和波函数分别记为 εnk 和 ψnk(r)。

在常见的材料中，电子所占据的带边位于布里渊区的高对称点附近，比如其中

心 Γ 点，k = 0 处。因此，unk 可以用其在该高对称点处的有限几个能带上的对应

形式展开，unk(r) =
∑

νσ=↑,↓ cnνσ(k)uν0(r)|σ〉，其中标量函数 uν0(r) 满足方程
[

p2

2m0
+

V (r)
]
uν0(r) = εν0uν0(r)。这种展开本质上就是选取 {uν0(r)|σ〉} 为基。在这组基下得

到 k · p 哈密顿量的具体矩阵表达式并严格对角化，就可以得到在高对称点附近的能
带结构。所取的基的数目越多，得到的能带结构在更大的动量范围内也越准确。注意

到 k · p 哈密顿量中的自旋相关的部分包括两项，

Hso
k (p) =

~2

4m2
0c

2
σ ×∇V (r) · k +

~
4m2

0c
2
σ ×∇V (r) · p, (2.6)

通常来说第一项远远小于第二项，因而常被忽略 [333]。事实上，正是第二项导致

在高对称点处简并态的劈裂。比如，在下一节我们会看到，对于闪锌矿半导体

如 GaAs 和 Si，在不考虑自旋轨道耦合时，在 Γ 点处最高价带是六重简并的。但

是考虑自旋轨道耦合后，上面第二项的作用使得六重简并态劈裂为一个四重简并的子空

间（轻、重空穴带）和一个两重简并的子空间（自旋劈裂带）。

2.1.2 k · p 哈密顿量：Kane 模型

常见的 III-V 族半导体材料如 GaAs 以及 IV 族半导体材料如 Si，具有闪锌矿晶格

结构。III-V 族半导体没有反演对称中心，但是 IV 族半导体具有反演对称中心。前者的

点对称操作构成 Td 群，而后者属于 Oh 群（Oh = Td ⊗ Ci，Ci 是空间反演操作）。下

面我们以闪锌矿 III-V 族半导体为例介绍 Kane 模型下描述多带的 k · p 哈密顿量，然后
将该哈密顿量约化到有限数目的带构成的子空间里（比如最低导带），得到描述这个子

空间的有效哈密顿量，包括有效的自旋轨道耦合。

在具有 Td 群对称性的闪锌矿 III-V 族半导体中，电子的低能占据态位于布里渊区

中心的 Γ 点。在该对称点附近，通常采用如图 2-1 中左图所示的 8 能带（考虑进自

旋） Kane 模型 [255] 来描述。在 Kane 模型中，价带电子来自价电子的 p 成键轨道
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（轨道角动量 l = 1），用 X，Y 和 Z 标记。在考虑自旋轨道耦合后，价带电子波函

数分别具有 Td 双群的 Γ7 （总角动量 j = 1
2
，两重简并）和 Γ8 （总角动量 j = 3

2
，

四重简并）不可约表示的变换性质。最低导带电子来自价电子的 s 反成键轨道（轨道

角动量 l = 0），用 S 标记。考虑自旋轨道耦合后导带电子波函数具有 Γ6 （总角动

量 j = 1
2
，两重简并）不可约表示的变换性质。除了 8 带的 Kane 模型，包含了更高导

带的 14 带的扩展 Kane 模型 [333]（图 2-1 中的右图）有时也被采用。在这个模型中，

来自价电子的能量更高的 p 反成键轨道也被包含进来，用 X ′，Y ′ 和 Z ′ 标记，考虑自

旋轨道耦合后的电子波函数分别具有 Γ7 和 Γ8 不可约表示的变换性质。以上描述各带的

群表示的基函数在表 2-1 中给出。

图图图 2-1: 闪锌矿结构的半导体在 Γ点附近的 8能带 Kane模型（左图）和 14能带的扩展 Kane模

型（右图）示意图。摘自文献 [333]。
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表表表 2-1: 扩展 Kane 模型的基函数用自旋轨道耦合表象 {|jm〉} 的表示：根据时间反演对称性可
以选择 |S〉，|X ′〉，|Y ′〉 和 |Z ′〉 是纯虚的，|X〉，|Y 〉 和 |Z〉 是实的 [333]。
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取 x、y 和 z 轴分别沿着 [100]、[010] 和 [001] 晶向，在表 2-1 所给出的基下，8 带

的 Kane 模型哈密顿量的矩阵形式为 [255]

H8×8(k) =

H6c6c H6c8v H6c7v

H8v6c H8v8v H8v7v

H7v6c H7v8v H7v7v

 . (2.7)

其中 Γ6 导带与 Γ7 自旋劈裂价带都是对角的，可以分别写为 H6c6c = (Ev + E0 +
~2k2
2m′

e
)I2×2以及H7v7v = (Ev−∆0− ~2

2m0
γ′1k

2)I2×2。这里 I2×2表示 2×2的单位阵，E0是 Γ处

导带价带间的能隙，Ev 是价带顶的位置，∆0 为方程 (2.6) 第二项导致的自旋劈裂

能，m′
e 是考虑了更高导带的微扰贡献后导带电子的有效质量。H8v8v 对应 Γv

8 价带

的 4 × 4 表示矩阵，可以写为

H8v8v =


F ′ H ′ I ′ 0

H ′∗ G′ 0 I ′

I ′∗ 0 G′ −H ′

0 I ′∗ −H ′∗ F ′

 . (2.8)

耦合自旋劈裂带与轻、重空穴带的非对角部分为

H7v8v = H†
8v7v =

−
√

1
2
H ′∗ −

√
1
2
(G′∗ − F ′∗)

√
3
2
H ′

√
2I ′

−
√

2I ′∗
√

3
2
H ′∗

√
1
2
(G′∗ − F ′∗) −

√
1
2
H ′

 , (2.9)

耦合导带与价带的非对角部分为

H6c8v = H†
8v6c =

− 1√
2
K8v

+

√
2
3
K8v

z + 1√
6
K8v

‖

√
1
6
K8v

−
1

3
√
2
K8v

M

− 1
3
√
2
K8v

M −
√

1
6
K8v

+

√
2
3
K8v

z − 1√
6
K8v

‖
1√
2
K8v

−

 , (2.10)

H6c7v = H†
7v6c =

(
− 1√

3
K7v

z − 1√
3
K7v

−

− 1√
3
K7v

+
1√
3
K7v

z

)
. (2.11)

以上矩阵中的矩阵元分别为 F ′ = Ev − ~2
2m0

[γ′1k
2 + γ′2(k

2 − 3k2z)]，G′ = Ev − ~2
2m0

[γ′1k
2 −

γ′2(k
2−3k2z)]，H ′ = 2

√
3 ~2
2m0

γ′3kz(kx−iky)，I ′ =
√

3 ~2
2m0

[γ′2(k
2
x−k2y)−i2γ′3kxky]，K

8v(7v)
± =

Pk± ∓ B+
8v(7v)k∓kz，K

8v(7v)
z = Pkz + iB+

8v(7v)kxky，K
8v
‖ = B−

8v(k
2
x − k2y)，K8v

M = B−
8v(k

2
x +

k2y − 2k2z)。这里 k± = kx ± iky，P = ~
m0

〈S|pz|Z〉，B±
8v(7v) 的表达式可以参考文献 [333]。

需要指出的是，如果将 k · p 哈密顿量 (2.5) 直接写在表 2-1 中所给出的 Kane 模

型的 8 个基或者扩展 Kane 模型的 14 个基下，也即只考虑这 8 个带或者 14 个带的子

空间内的 k · p 耦合，H8×8(k) 的 Kane 哈密顿量或者 H14×14(k) 的扩展 Kane 哈密顿量

的非对角部分只会有动量 k 的线性项，而不会有二次项。对于 H8×8(k) 的 Kane 哈密
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顿量，这意味着系数 γ′2,3 和 B±
8v(7v) 都为零 [333]。这时候的（扩展） Kane 模型叫一阶

（扩展） Kane 模型。上面给出的 Kane 模型中的非对角部分的二次项来自于更高导

带的二阶微扰贡献，它们可以从 14 × 14 的一阶扩展 Kane 哈密顿量通过 Löwdin 块

对角化方法 [333, 334] 得到。因此这里所给出的实际上是二阶 Kane 模型。而如果要

写出二阶扩展 Kane 哈密顿量，基于同样的道理，更远的能带需要通过二阶微扰考

虑进来。另外，有些关注空穴的研究采用 6 × 6 （包括 Γv
7,8 价带）或者 4 × 4 （只

包括 Γv
8 价带）的 Luttinger 模型来描述价带 [335–337]。Luttinger 哈密顿量的矩阵

表示和（扩展）Kane 哈密顿量中所含的对应部分在形式上一样，只不过其它的带

（特别是导带）没有显式的包含进来，而是以二阶微扰的形式加以考虑。因此，系

数 γ′1,2,3 和 B±
8v(7v) 会有所修正 [333]。从 Kane 模型到 Luttinger 模型，γ′1,2,3 相应地变

为 γ1,2,3，后者称为 Luttinger 参数。γ′1,2,3 和 γ1,2,3 的关系为 [333]

γ1 = γ′1 + 2m0P
2/(3~2E0), (2.12)

γ2,3 = γ′2,3 +m0P
2/(3~2E0). (2.13)

最后，当系统存在应力等作用时，Kane 哈密顿量需要引入额外的修正，这些修正在文

献 [1, 333,337] 中给出。

k · p 方法给出描述多能带的哈密顿量形式，其具体参数还有赖于和针对能带结构的
第一性原理计算以及实验测量的比较而得到。不同材料的 k ·p哈密顿量中的一些参量，
比如动量矩阵元、带隙和电子有效质量等，可以在文献如 [333]中查到。对于 GaAs，带

隙为 E0 = 1.519 eV，自旋劈裂能 ∆0 = 0.341 eV，导带电子有效质量 m′
e = 0.067m0，动

量矩阵元 P = 10.493 eV·Å，Luttinger 参数分别为 γ1 = 6.85，γ2 = 2.10 以及 γ3 = 2.9。

2.1.3 体结构中的自旋轨道耦合

在章节 1.4.2 中，我们已经指出，在空间反演对称破缺的情况下，即使没有外加

磁场，自旋的简并也会去除。这种自旋劈裂可以用自旋轨道耦合导致的有效磁场来

描述。在体的空间反演对称破缺的情况下，这种自旋轨道耦合是 Dresselhaus 自旋轨

道耦合 [258]；在结构的空间反演对称破缺的情况下，这种自旋轨道耦合是 Rashba 自

旋轨道耦合 [66]。如果以上两种形式的空间反演对称破缺都存在，则系统同时具

有 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合。Dresselhaus 自旋轨道耦合只与微观的自旋

轨道耦合 (2.2) 的强度有关，而 Rashba 自旋轨道耦合不仅与它有关，还与造成结构

反演对称破缺的外势有关。这些自旋轨道耦合可以从描述多带的 k · p 哈密顿量（加
上可能存在的外势）出发块对角化到需要考虑的子空间（如低的导带）得到。注意

在块对角化的过程中，除了可以得到 Dresselhaus 和/或 Rashba 自旋轨道耦合，电

子的有效质量也会得到修正。下面我们以闪锌矿半导体的最低导带为例，给出电子

的 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合。具体的块对角化过程参考文献 [333]。

从一阶扩展 Kane 模型做三阶块对角化，或者从二阶 Kane 模型做二阶块对角化，
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可以得到包括自旋轨道耦合的最低导带的有效哈密顿量，

H̃6c =
~2k2

2me

+
1

2
ΩD

6c(k) · σ, (2.14)

其中 Dresselhaus 自旋轨道耦合有效磁场具有形式

ΩD
6c(k) = 2γD6c[kx(k2y − k2z), ky(k

2
z − k2x), kz(k

2
x − k2y)]. (2.15)

在一阶扩展 Kane 模型的三阶块对角化下，自旋轨道耦合系数为

γD6c = −8i

3
PP ′Q

[
1

(E0 + ∆0)(E0 − E ′
0 − ∆′

0)
− 1

E0(E0 − E ′
0)

]
. (2.16)

这里 E ′
0 代表 Γ8v 价带顶到 Γ7c 导带底的能量差，而 ∆′

0 是 Γ7c 与 Γ8c 导带的自旋轨道

劈裂（见图 2-1 的右图）。动量矩阵元 P ′ = ~
m0

〈S|px|X ′〉，Q = ~
m0

〈X|py|Z ′〉。若从二
阶 Kane 模型做二阶块对角化，则自旋轨道耦合系数不显含参量 P ′ 和 Q，它们都被吸

收到参量 B±
7v,8v 中。在 B+ ≡ 1/mcv 以及 B− = 0 的近似下，Dresselhaus 自旋轨道耦合

系数可以表示成 [1]

γD6c = 2η/[3mcv

√
2meE0(1 − η/3)], (2.17)

其中 η = ∆0/(E0 + ∆0)。对于 Si、Ge 等具有空间反演对称性的 IV 族半导体，反成键

的 S 和 X ′ 轨道具有奇的宇称，因而动量矩阵元 P ′ = 0，这时不存在 Dresselhaus 自旋

轨道耦合 [333]。而对于没有反演对称中心的 III-V 族半导体， S 和 X ′ 没有特定的宇

称，动量矩阵元 P ′ 6= 0，因而 Dresselhaus 自旋轨道耦合是存在的。　

当存在外电场或者由于结构上的原因使系统存在内建电场的时候，Rashba 自旋轨

道耦合会出现。在一阶扩展 Kane 哈密顿量的导带与价带对角项上分别加入位置依赖的

标势 Vc(r) 与 Vv(r)［由于导带和价带带边能量对实空间位置的依赖不一样（通常由界

面引起），导带和价带感受到的势可以不同 [333]］，然后从这个“准”体的哈密顿量

出发进行三阶 Löwdin 块对角化得到最低导带的 Rashba 自旋轨道耦合 [333]

HR
6c = αR

6cσ · k× E , (2.18)

其中 E = 1
e
∇Vv(r)，是价带电子感受到的电场。Rashba 系数 [333]

αR
6c =

eP 2

3

[
1

E2
0

− 1

(E0 + ∆0)2

]
+
eP ′2

3

[
1

(E0 − E ′
0)

2
− 1

(E0 − E ′
0 − ∆′

0)
2

]
. (2.19)

从上面的过程中可以看出，从 k · p 哈密顿量出发利用块对角化手段得到的自
旋轨道耦合的系数的大小依赖于 k · p 参数。对于最低导带的 Dresselhaus 自旋轨道

耦合，在 GaAs 中，式 (2.16) 给出的自旋轨道耦合系数在 21 eV·Å3 左右 [338–340]。
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如果取 mcv = m0，则式 (2.17) 给出的数值为 5.7 eV·Å3 [277]。除了直接的 k · p 计
算，还可以用有效自旋轨道耦合给出的自旋劈裂与其它的能带计算得到的自旋劈裂

做比较来确定 Dresselhaus 自旋轨道耦合系数。式 (2.15) 给出的自旋劈裂的理论值

为 ∆E = 2γD6c[k
2(k2xk

2
y +k2xk

2
z +k2yk

2
z)−9k2xk

2
yk

2
z ]1/2。在 GaAs中，sp3s∗ 模型与 sp3d5s∗ 模

型紧束缚计算分别给出 γD6c = 17和 23.9 eV·Å3 [340–342]。赝势法与第一性原理计算分别

给出 γD6c = 5.7-8.3 eV·Å3 与 6.4-8.5 eV·Å3 [343, 344]。可见不同理论计算得到的结果相差

很大。实验上，拉曼散射等测量给出的 GaAs 导带 Dresselhaus 自旋轨道耦合系数也有

很大的差别，从 9 到 35 eV·Å3 不等 [345–352]。通过拟合 Kikkawa 和 Awschalom 测得

的 GaAs 体材料中电子自旋弛豫时间 [74]，Jiang 和 Wu 得到 γD6c ≈ 8.2 eV·Å3 [300]。此

外，在不同材料中，Dresselhaus 系数的差别更大，比如 GaSb 中达到 68.8-186 eV·Å3，

远大于 GaAs 中的值 [343, 344]。而对于宽带隙的 GaN 材料，sp3s∗ 模型与 sp3d5s∗ 模型

分别给出 γD6c = 0.508 和 0.235 eV·Å3，比 GaAs 要小一到两个量级 [353]。对于最低导

带的 Rashba 自旋轨道耦合，在 GaAs 中，k · p 方法与 sp3s∗ 紧束缚计算给出的系数都

在 5 eÅ2 左右 [350, 351]。Jusserand 等人从拉曼散射的实验结果出发，分析了 GaAs 异

质结结构中 Rashba自旋轨道耦合的强度，得到 αR
6c = 4.1±0.25 eÅ2 [349]。Knap等人从

磁阻测量的实验得到的结果为 αR
6c = 7.2 eÅ2 [350]。相比之下，在 InAs 中的 Rashba 自

旋轨道耦合相互作用要强得多，其耦合系数在 100 eÅ2 量级 [350]。

2.1.4 二维体系的自旋轨道耦合：子带 k · p 方法

对于准二维的半导体材料比如量子阱或者异质结，电子能量在约束方向会量子化。

这时可以先严格（或近似）解出约束方向的能级和包络波函数，然后以微扰的形式将哈

密顿量的其它部分考虑进来，从而得到二维电子系统的有效哈密顿量。

在约束特别强的时候，一阶微扰适用而且操作起来很简单。比如，对于 (001) 方

向生长的 III-V 族对称量子阱，为了得到最低导带子带电子的 Dresselhaus 自旋轨道耦

合，可以先从有效质量下的动能项外加量子阱约束势解出约束方向的最低子带波函数，

然后利用一阶微扰得到该准二维系统的电子的 Dresselhaus 自旋轨道耦合 [333]

ΩD
6c(k) = 2γD6c[kx(k2y − 〈k2z〉), ky(〈k2z〉 − k2x), 0], (2.20)

其中 〈k2z〉 为算符 (−i∂z)2 在量子阱最低子带包络函数上的平均值。〈kz〉 = 0，所以沿

着 z方向没有有效磁场。如果要考虑进多个子带，则会涉及到算符 (−i∂z)2以及 −i∂z 在
同一子带内的平均和不同子带间的内积。

获得二维体系的有效哈密顿量的比较严格的方法是子带的 k · p 方法，它在约束强
和弱的情况下都适用。我们以 z 方向加约束的情形对该方法简要说明如下。首先取高

对称点（比如 Γ 点）处的多带 k · p 哈密顿量（比如 8 × 8 的 Kane 哈密顿量）加上

外势记为 H0，即 H0 = H8×8(k = (0, 0,−i∂z)) + V (z)（或者只取该哈密顿量的对角部

分 [333]），解出H0的本征态，记为 |nα〉，其中 n为体的能带指标，而 α为子带指标。
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然后在 {|nα〉} 构成的基下写出完整的哈密顿量 H = H8×8(k = (kx, ky,−i∂z)) + V (z) 的

矩阵表示。最后从这个子带的 k ·p 哈密顿量出发 Löwdin 块对角化到需要考察的子带空

间得到其有效的哈密顿量。在实际的操作中，所考虑的子带的数目有限，但是需要保证

计算的收敛（具体的数目与约束的强弱有关系）。

在这里，我们以沿着 [001]||z 方向生长且施加了应力的非对称 SiO2/Si/Si0.7Ge0.3 和

SiO2/Ge/Si0.3Ge0.7量子阱为例，从 6×6的 Luttinger哈密顿量出发 1©，应用子带 k·p方
法研究最低空穴带的 Rashba 自旋轨道耦合 [301]。SiO2 层被视为无穷高势垒。由于大

的门电压（导致 ≥ 50 kV/cm 的电场），价带的带边在 Si/Si0.7Ge0.3（Ge/Si0.3Ge0.7）

界面处的非连续［≈ 55 meV (≈ 200 meV) [355]］可以忽略。此外，在三角势近似

下 [329,354,356]，中间的 Si（Ge）层的厚度变得无关紧要。

基于 Luttinger 模型 [335,336]，施加了应力的量子阱里的价带可以用 6×6 的有效哈

密顿量描述 [329]，

H = H
(0)
L +H

(||)
L +Hε + V (z)I6. (2.21)

这里 HL ≡ H
(0)
L + H

(||)
L 是 Luttinger 哈密顿量 [335–337]，H

(0)
L 是其中 kx,y = 0 的部

分。Hε 是双轴应力的贡献 [335–337, 357]。V (z) 是 z 方向的约束势，I6 是 6×6 的单位

阵。子带包络函数可以通过求解 H0 = H
(0)
L +Hε + V (z)I6 的本征方程得到，

Ψ1ln(z) =



0

χ
(l1)
n (z)

0

0

iχ
(l2)
n (z)

0


,Ψ2ln(z) =



0

0

χ
(l1)
n (z)

0

0

iχ
(l2)
n (z)


,Ψ1hn(z) =



χ
(h)
n (z)

0

0

0

0

0


,

Ψ2hn(z) =



0

0

0

χ
(h)
n (z)

0

0


,Ψ1sn(z) =



0

χ
(s1)
n (z)

0

0

iχ
(s2)
n (z)

0


,Ψ2sn(z) =



0

0

χ
(s1)
n (z)

0

0

iχ
(s2)
n (z)


. (2.22)

这里 l，h 和 s 分别代表轻空穴（LH），重空穴（HH）和自旋劈裂（SO）带，指

标 1 和 2 对应两种自旋态，而 n 是子带指标。下面我们具体求解这些包络函数。

1©在 Si中，Γ点处的直接带隙 Eg 远远大于自旋劈裂能 ∆0 （Eg = 3.4 eV以及 ∆ = 0.044 eV） [354]，
因而导带对最低轻空穴带的自旋劈裂的贡献可以忽略。Ge的带隙 Eg 相对来说要小很多（Eg = 0.9 eV以
及 ∆0 = 0.3 eV） [354]，但是 Γ6c 导带被发现对最低重空穴带的自旋劈裂没贡献。因而，在我们的研究
中，6×6 的 Luttinger 模型，而非更大的（扩展）Kane 模型 [333]，已经足够。
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包络函数 Ψλαn(z) (λ=1, 2; α=h，l，s) 满足本征方程

H0Ψλαn(z) = E(α)
n Ψλαn(z) (2.23)

其中H0 = H
(0)
L +Hε+V (z)I6。Ψλhn(z)只有一个分量 χ

(h)
n ，满足 [ ~2

2m
(h)
z

d2

dz2
+V (z)]χ

(h)
n (z) =

E
(h)
n χ

(h)
n (z)，其中 m

(h)
z = m0/(A − B)。这个方程可以直接求解。包络函数 Ψλβn(z) (β

=l, s) 有两个分量，χ
(β1)
n 和 χ

(β2)
n 满足

H
(ls)
0

(
χ
(β1)
n (z)

χ
(β2)
n (z)

)
= E(β)

n

(
χ
(β1)
n (z)

χ
(β2)
n (z)

)
. (2.24)

这里

H
(ls)
0 =

(
(A+B) ~2

2m0

d2

dz2
−
√

2B ~2
2m0

d2

dz2

−
√

2B ~2
2m0

d2

dz2
A ~2

2m0

d2

dz2
− ∆

)
+

(
Eε − Eε√

2

− Eε√
2

Eε

2

)
+ V (z)I2, (2.25)

其中等号右边第二项来自双轴应力的贡献 [335–337,357]。Eε = −2b(2c12/c11+1)δ，c11和

c12是弹性系数，b是形变势常数，δ是界面处的晶格不匹配度 [355,357]。对于 Si/Si0.7Ge0.3

（Ge/Si0.3Ge0.7）量子阱，Eε 是 95.8 meV（−115.7 meV）。∆ 是自旋轨道劈裂。满

足 〈χ(β1)
n (z)|χ(β1)

n (z)〉 > 〈χ(β2)
n (z)|χ(β2)

n (z)〉 的解对应类轻空穴型的 LH 态，因而 β 标记

为 l。否则视为类自旋劈裂型的态，β = s。

用使方程 (A.3) 中的应力项对角化的幺正变换作用到方程 (A.2) 上，我们得到

H̃
(ls)
0 = U−1H ls

0 U =

(
~2
2m1

d2

dz2
+ E1 − ~2

2m∗
d2

dz2

− ~2
2m∗

d2

dz2
~2
2m2

d2

dz2
+ E2

)
+ V (z)I2. (2.26)

这里

U =

 1√
N1

1√
N2√

2
N1

(1 − E1

Eε
)
√

2
N2

(1 − E2

Eε
)

 (2.27)

是幺正矩阵，其中 E1 = 1
2
(3
2
Eε − ∆ +

√
9E2

ε /4 + ∆Eε + ∆2)，E2 = 1
2
(3
2
Eε − ∆ −√

9E2
ε /4 + ∆Eε + ∆2)以及 N1,2 = 1+2(1−E1,2/Eε)

2。方程 (A.4)中的m1，m2和m∗满

足

m1 = m0

[
A+B

(
1

2
+

9Eε/4 + ∆/2√
9E2

ε /4 + ∆Eε + ∆2

)]−1

, (2.28)
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m2 = m0

[
A+B

(
1

2
− 9Eε/4 + ∆/2√

9E2
ε /4 + ∆Eε + ∆2

)]−1

, (2.29)

m∗ = m0

Eε

√
9/4 + ∆/Eε + (∆/Eε)2√

2∆B
. (2.30)

注意到关于有效质量的方程 (A.6)-(A.8) 对于 Si/SiGe 量子阱（Eε > 0）和 Ge/SiGe 量

子阱（Eε < 0）都成立。而文献 [329] 中的方程 (5)-(6) 只有在 Eε > 0 时与方程 (A.6)-

(A.8) 等价，因而前者只对 Si/SiGe 量子阱成立。

H̃
(ls)
0 可以被拆为对角部分 H̃

(ls)
0D 和非对角部分 H̃

(ls)
0O 。在非简并微扰方法中，H̃

(ls)
0O 被

处理成微扰项。H̃
(ls)
0D 的本征方程可以直接求解，其本征值 En1 和 En2 以及相对应的本

征函数 (
χn1(z)

0

)
和

(
0

χn2(z)

)
(2.31)

由薛定谔方程 [ ~2
2mξ

d2

dz2
+ Eξ + V (z)]χnξ(z) = Enξχnξ(z) (ξ = 1，2) 决定。这里，我们

称 H̃
(ls)
0D 的本征态为“未微扰的子带”。

在关于 H̃
(ls)
0O 的一阶微扰下，微扰的本征值为 E

(1)
n = En1 及 E

(2)
n = En2，相应的微

扰的本征态分别为(
χn1(z)∑

n′
wn′2n1

En1−En′2
χn′2(z)

)
和

( ∑
n′

wn′1n2

En2−En′1
χn′1(z)

χn2(z)

)
, (2.32)

这里 wnξn′ξ′ = − ~2
2m∗

∫ +∞
−∞ dzχnξ

d2χn′ξ′

dz2
(ξ, ξ′ = 1，2)。最终，H

(ls)
0 的本征值E

(β)
n 为E

(1)
n 和

E
(2)
n ，而对应的本征函数 (χ

(β1)
n (z), χ

(β2)
n (z))T 为

U

(
χn1(z)∑

n′
wn′2n1

En1−En2
χn′2(z)

)
和 U

( ∑
n′

wn′1n2

En2−En1
χn′1(z)

χn2(z)

)
. (2.33)

注意到非简并微扰方法在仅考虑能量为 E01 和 E02 的两个子带（即，能量最低的

未微扰的对应于类 LH 型和类 SO 型的空穴态）时才成立。否则，当更多的子带被考

虑时，如果某两个能级 En1 和 En′2 非常接近，计算中可能会导致发散，因为在包络函

数 Ψλxn(z)（x = l 和 s）中有正比于 1
En1−En′2

的项［参考方程 (A.13)］。但是为了保证

收敛，考虑足够多的子带是必要的。因此，作为非简并微扰方法的替代，我们在取由方

程 (A.9) 组成的足够多数目的基下，应用严格对角化方法来得到 H̃
(ls)
0 的本征态。

在 Ψλαn (λ=1, 2; α=h, l, s) 构成的基下，写出 H 的矩阵表示，做 Löwdin 块对角

化到关于 H
(||)
L 的二阶，我们可以得到最低空穴子带的有效哈密顿量。由于双轴应力
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2.1 半导体

的影响 [335–337, 357]，Si/SiGe 量子阱中最低空穴子带是轻空穴型的（LH0）（实际上

是 LH 和 SO 空穴态的混合，但是轻空穴成分大），而 Ge/SiGe 量子阱中最低空穴子带

是重空穴型的（HH0）。对于 Si/SiGe（Ge/SiGe） 量子阱，描述最低空穴子带的有效

哈密顿量可以写为 [329]

H
l(h)
eff = − ~2k2

2ml(h)
− ~

2
σ ·Ωl(h)(kx, ky), (2.34)

这里 k 是平面内的动量，ml（mh）是最低轻（重）空穴子带的电子的平面内的有效质

量。对于 Si/SiGe 的 LH0 子带而言，有效质量和 Rashba 自旋轨道耦合为

ml = m0[A−B(λ
(l1l1)
00 /2 −

√
2λ

(l1l2)
00 )]−1, (2.35)

Ωl = Ωl
1 + Ωl

3, (2.36)

Ωl
1x,y = Ξkx,y, (2.37)

Ωl
3x = ΠBkx(k2x + k2y) + Θ[3Bkx(k2x − k2y) + 2

√
3(3B2 + C2)k2ykx], (2.38)

Ωl
3y = ΠBky(k

2
x + k2y) + Θ[3Bky(k

2
y − k2x) + 2

√
3(3B2 + C2)k2xky], (2.39)

其中

Ξ =
~
m0

√
6(3B2 + C2)κ

(l1l2)
00 , (2.40)

Π = − ~3

2m2
0

√
3(3B2 + C2)

2

∑
α=l,s

∞∑
n=0

(1 − δlαδ0n)
κ
(l1α2)
0n − κ

(l2α1)
0n

E
(l)
0 − E

(α)
n

× [
√

2(λ
(l1α2)
0n + λ

(l2α1)
0n ) − λ

(l1α1)
0n ], (2.41)

Θ = − ~3

2m2
0

√
3B2 + C2

3

∞∑
n=0

κ
(l1h)
0n − 1√

2
κ
(l2h)
0n

E
(l)
0 − E

(h)
n

(
√

2λ
(l2h)
0n + λ

(l1h)
0n ). (2.42)

对于 Ge/SiGe 量子阱的 HH0 子带,

mh = m0(A+B/2)−1, (2.43)

Ωh = Ωh
3 , (2.44)

Ωh
3x = Λ[3Bkx(k2x − k2y) − 2

√
3(3B2 + C2)k2ykx], (2.45)

Ωh
3y = Λ[3Bky(k

2
x − k2y) + 2

√
3(3B2 + C2)k2xky], (2.46)

其中

Λ = − ~3

2m2
0

√
3B2 + C2

3

∑
α=l,s

∞∑
n=0

1√
2
κ
(hα2)
0n − κ

(hα1)
0n

E
(h)
0 − E

(α)
n

(
√

2λ
(hα2)
0n + λ

(hα1)
0n ). (2.47)
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这里 A，B 和 C 是价带参数，和 Luttinger 参量的关系为 A = γ1, B = 2γ2 以

及
√

3B2 + C2 = 2
√

3γ3。E
(α)
n （α=h，l, s）是子带能级。λ

(αβ)
nn′ 和 κ

(αβ)
nn′ 定义为 λ

(αβ)
nn′ =∫ +∞

−∞ dzχ
(α)
n (z)χ

(β)
n′ (z) 以及 κ

(αβ)
nn′ =

∫ +∞
−∞ dzχ

(α)
n (z)

dχ
(β)

n′ (z)

dz
。

在章节 5.4 中，我们会数值计算上面各个系数的大小，然后从这个有效的哈密顿量

出发研究最低空穴子带里的自旋弛豫。

2.2 石墨烯

石墨烯（graphene）是一种由碳原子以 sp2 杂化轨道组成的六角型呈蜂巢晶格

的平面薄膜。它是只有一个碳原子厚度的二维材料。石墨烯一直被认为是假设性

的结构，无法单独稳定存在。它在 2004 年被 Geim 和 Novoselov 从石墨中分离得

到以后 [138, 358]（Geim 和 Novoselov 也因此获得 2010 年的诺贝尔物理学奖），引

起了人们的广泛关注。它为基于全碳的电子学和自旋电子学器件的发展提供了一

种可能 [138–142, 358–369]。石墨烯的二维性质、门电压可调控的载流子类型和密

度 [140, 370]、高迁移率 [358, 371–374] 以及弱的自旋轨道耦合和超精细相互作用下可能

的长的自旋弛豫时间 [164,246,316,375–378] 等性质使它颇具吸引力。

石墨烯的晶格结构如图 2-2 中的左图所示。它属于六角（hexagonal）晶系结构，每

个原胞内有两个碳原子，分别标记为 A 和 B。其对应的倒格子空间的第一布里渊区如

图 2-2 中的右图所示，边界处六个顶点中次近邻的顶点之间相差最小的倒格矢，是等价

的。因而这六个顶点分为等价的两类，标记为 K 点和 K′ 点。在平整的石墨烯中，碳

原子轨道 sp2 杂化，在平面内形成 σ 键。σ 键的成键轨道能量很低，一般都被价电子

占据，而反键态的能量很高，没有电子占据。剩下的各原子垂直石墨烯平面的 pz 轨道

形成 π 键。通过最近邻紧束缚模型可以解出相应的能带结构，π 成键轨道构成的能带

（价带）与反键轨道构成的能带（导带）在布里渊区的六个顶角上相接。在顶点附近，

电子可以用零质量的 Dirac 方程描述，具有线性的色散关系。正因为此，这些顶点又

叫 Dirac 点，而石墨烯中的低能电子又被称为无质量的 Dirac 费米子。在图 2-3 中我们

给出了石墨烯中电子色散关系的示意图 [140]。

2.2.1 有效哈密顿量：紧束缚近似方法

我们从最近邻近似的紧束缚近似方法出发研究石墨烯中 Dirac 点附近电子的行为。

从多带的紧束缚有效哈密顿量出发，通过块对角化方法，我们可以得到描述成键 π 带和

反成键 π 带的电子的有效哈密顿量。在考虑原子的自旋轨道耦合以及垂直于石墨烯平面

的电场后，我们得到石墨烯中的内禀自旋轨道耦合和 Rashba 自旋轨道耦合。

我们考虑碳原子的四个轨道 µ：|s〉 = |0, 0〉，|px〉 = 1√
2
(−|1, 1〉 + |1,−1〉)，|py〉 =

i√
2
(|1, 1〉 + |1,−1〉) 以及 |pz〉 = |1, 0〉。由这些原子轨道构造 Bloch 态，|A(B), µ〉 =
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2.2 石墨烯

图图图 2-2: 石墨烯中 A、B 格点构成的复式晶格结构（左）与动量空间的第一布里渊区（右）的示
意图。第一布里渊区的六个顶点为 Dirac 点，相邻的顶点之间不等价，次近邻的顶点等价。两
类等价的顶点分别标记为 K 与 K′ 点。摘自文献 [140]。

图图图 2-3: 石墨烯中电子的色散关系的示意图。左图：二维倒格子空间的能谱，来自考虑最近邻和
次近邻跃迁的紧束缚近似模型。右图：能谱在一个 Dirac 点附近的放大。摘自文献 [140]。

1√
N

∑
rA(B)

eik·rA(B)µ(r− rA(B))。在这些 Bloch 态构成的基下，紧束缚哈密顿量的矩阵元

为 [377]：

HA,µ;A,µ′(k) = HB,µ;B,µ′(k) = tµδµµ′ , (2.48)

HA,µ;B,µ′(k) = H∗
B,µ′;A,µ(k) =

3∑
i=1

eik·Nitµ,µ′(Ni). (2.49)

这里 Ni 为连接一个碳原子与其最近邻三个碳原子的矢量。如果取 x 轴沿着石墨烯中

的 zigzag 方向（图 2-2 左图中垂直于 AB 的方向），则该三个矢量可以写为{
a(0,

1√
3

), a(
1

2
,− 1

2
√

3
), a(−1

2
,− 1

2
√

3
)
}
, (2.50)
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这里 a ≈ 0.25 nm 是晶格常数（次近邻两个碳原子间的距离）。方程 (2.48) 中 s 和 p 轨

道的电子能量 tµ = εs，εp。我们取 εp = 0 作为参考。方程 (2.49) 中的最近邻跃迁矩阵

元由四个独立的 Slater-Koster [379] 参数 V σ
ss，V

σ
sp，V

σ
pp 和 V π

pp 来决定。在表 2-2 中，我

们给出了在 s 和 p 轨道间沿着单位矢量 (nx, ny, nz) 的跃迁矩阵元 [377]。　

ts εs tpx,px n2
xV

σ
pp + (1 − n2

x)V π
pp

tp εp tpy ,py n2
yV

σ
pp + (1 − n2

y)V
π
pp

ts,s V σ
ss tpz ,pz n2

zV
σ
pp + (1 − n2

z)V
π
pp

ts,px nxV
σ
sp tpx,py nxnyV

σ
pp − nxnyV

π
pp

ts,py nyV
σ
sp tpx,pz nxnzV

σ
pp − nxnzV

π
pp

ts,pz nzV
σ
sp tpy ,pz nynzV

σ
pp − nynzV

π
pp

表表表 2-2: 相邻原子的 s 和 p 轨道间沿着单位矢量 (nx, ny, nz) 的两中心跃迁矩阵元 [377]。

2.2.1.1 Dirac 点附近的线性色散

我们首先只考虑 |A(B), pz〉 轨道构成的子空间，则紧束缚哈密顿量

H(k) =

(
0 f(k)

f ∗(k) 0

)
|A, pz〉
|B, pz〉

, (2.51)

其中 f(k) = V π
pp

∑i=1,3
i eik·Ni。在 Dirac 点 K 处展开，即取 k = K + q（|q| � |K|），

则 f(q) ≈ iV π
ppq ·

∑3
i=1 e

iK·NiNi。在 K = (4π
3a
, 0) 处，H0(q) = vf (σxqx + σyqy)，其

中 vf =
−
√
3aV π

pp

2
为费米速度。在另一个不等价的 Dirac 点 K′ = (−4π

3a
, 0) 处，H0(q) =

vf (−σxqx + σyqy)。统一起来，在 Dirac 点附近的有效哈密顿量为

H0(q) = vf (µσxqx + σyqy). (2.52)

这个方程是无质量的二维 Dirac 方程。其中 σx,y 是由 A、B 格点构成的赝自旋空

间的 Pauli 算符。µ = ±1 对应 K 和 K′ 两个能谷。可以发现，两个能谷的哈密顿

量通过时间反演操作联系。对角化这个哈密顿量即可以得到两个谷中的线性色散关

系，ενq = νvf |q|，其中 ν = ±1 分别标记导带和价带，对应的本征波函数分别为 pz 原

子轨道构成的 π 反成键和成键轨道。费米速度 vf ≈ 106 m/s [140,378,380]。注意到这里

只考虑了最近邻原子间的跃迁，得到的能谱是各向同性的。如果将次近邻原子间的跃迁

也考虑进来，得到的能谱将具有三重旋转对称性 [140]。

2.2.1.2内禀自旋轨道耦合和外禀 Rashba 自旋轨道耦合

为了研究自旋轨道耦合，我们需要将其它原子轨道也考虑进来。这里我们包含进所
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2.2 石墨烯

有的 s 和 p 轨道。我们的研究集中在 k = K 的高对称点。

在不考虑自旋的时候，最近邻近似的紧束缚哈密顿量在 k = K 处为

H(K) =



0 0 0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0 0 0

0 0 εs 0 0 0 iα α

0 0 0 0 0 −iα −β −iβ
0 0 0 0 0 −α −iβ β

0 0 0 iα −α εs 0 0

0 0 −iα −β iβ 0 0 0

0 0 α iβ β 0 0 0



|A, pz〉
|B, pz〉
|A, s〉
|A, px〉
|A, py〉
|B, s〉
|B, px〉
|B, py〉

, (2.53)

其中 α = 3
2
V σ
sp，β = 3

4
(V σ

pp − V π
pp)。

对角化 H(K) 我们可以得到

H(K) =



0 0 0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0 0 0

0 0 −γ− 0 0 0 0 0

0 0 0 −γ− 0 0 0 0

0 0 0 0 −2β 0 0 0

0 0 0 0 0 γ+ 0 0

0 0 0 0 0 0 γ+ 0

0 0 0 0 0 0 0 2β



|πA〉
|πB〉
|σ1〉
|σ2〉
|σ3〉
|σ4〉
|σ5〉
|σ6〉

, (2.54)

其中本征基函数

|πA〉 = |A, pz〉,

|πB〉 = |B, pz〉,

|σ1〉 = c1(γ−|A, s〉 − iα|B, px〉 + α|B, py〉),

|σ2〉 = c1(−γ−|B, s〉 − iα|A, px〉 − α|A, py〉),

|σ3〉 =
1

2
(i|A, px〉 − |A, py〉 + i|B, px〉 + |B, py〉),

|σ4〉 = c2(γ+|A, s〉 − iα|B, px〉 + α|B, py〉),

|σ5〉 = c2(γ+|B, s〉 − iα|A, px〉 − α|A, py〉),

|σ6〉 =
1

2
(−i|A, px〉 + |A, py〉 + i|B, px〉 + |B, py〉), (2.55)

这里 γ± =

√
ε2s+8α2±εs

2
，c1 = 1√

2α2+γ2
−
以及 c2 = 1√

2α2+γ2
+

。
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现在我们考虑进自旋自由度，并包含进原子内微观的自旋轨道耦合

Ha
so = ξ

∑
i

Li·si =
ξ

2

∑
i

(czi↓
†cxi↑−czi↑

†cxi↓+ic
z
i↑
†cyi↓+ic

z
i↓
†cyi↑+ic

y
i↑
†cxi↑−ic

y
i↓
†cxi↓)+H.C., (2.56)

这里 i 代表各原子，c
x(y,z)
i↑(↓) 代表原子 i 的 px（py 或者 pz）轨道上具有自旋上（下）电子

的湮灭算符。Ha
so 导致 π 和 σ 带间的耦合为

Hπσ
so (K) =


0 0 0 0 0 0 0 0 −iξ/2 0 0 iξ/2

0 −iαc1ξ 0 0 −iαc2ξ 0 0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0 iαc1ξ 0 0 iαc2ξ 0 0

0 0 iξ/2 0 0 iξ/2 0 0 0 0 0 0

 ,

(2.57)

这里横向排列的 12 个基为 {|σ1-6 ↑〉, |σ1-6 ↓〉}，纵向排列的 4 个基为 {|πA ↑〉, |πA ↓
〉, |πB ↑〉, |πB ↓〉}。

沿着垂直于石墨烯平面的 z 方向的电场贡献哈密顿量

HE = eE
∑
i

zi = eEz0
∑
η=↑,↓

∑
i

cziη
†csiη + H.C., (2.58)

这里 z0 = 〈pz|z|s〉 是算符 z 在轨道 pz 和 s 之间的矩阵元。电场项导致的 π 和 σ 带之间

的耦合为

Hπσ
E (K) =

 −γ−c1E 0 0 γ+c2E 0 0 0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0 −γ−c1E 0 0 γ+c2E 0 0

0 −γ−c1E 0 0 γ+c2E 0 0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0 0 −γ−c1E 0 0 γ+c2E 0

 ,

(2.59)

其中 E = eEz0。

自旋轨道耦合和电场导致的 π 和 σ 带之间的总的耦合为

Hπσ(K) =

 −γ−c1E 0 0 γ+c2E 0 0 0 0 −i ξ
2

0 0 i ξ
2

0 −iαc1ξ 0 0 −iαc2ξ 0 −γ−c1E 0 0 γ+c2E 0 0

0 −γ−c1E 0 0 γ+c2E 0 iαc1ξ 0 0 iαc2ξ 0 0

0 0 i ξ
2

0 0 i ξ
2

0 −γ−c1E 0 0 γ+c2E 0

 .

(2.60)

对包含了自旋轨道耦合和电场贡献的 16 × 16 的紧束缚哈密顿量做二阶 Löwdin 块对角

化到 π 带的子空间（保留到电场的一阶项），可以得到 K 点 π 带电子的有效哈密顿量
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为

Hπ(K) =


0 0 0 0

0 −2λI 2iλR 0

0 −2iλR −2λI 0

0 0 0 0


|πA ↑〉
|πA ↓〉
|πB ↑〉
|πB ↓〉

. (2.61)

其中 λI = −εsξ2

18V σ
sp

2 以及 λR = eξz0
3V σ

sp
E。用类似的方法我们可以得到在 K′ 点处的有效哈密顿

量为

Hπ(K′) =


−2λI 0 0 2iλR

0 0 0 0

0 0 0 0

−2iλR 0 0 −2λI


|πA ↑〉
|πA ↓〉
|πB ↑〉
|πB ↓〉

. (2.62)

上面的有效哈密顿量可以统一写为

Hπ = −λI + λIµσzsz + λR(µσxsy − σysx), (2.63)

其中 sx,y,z 是电子自旋的 Pauli 矩阵。忽略掉常数项，上面的有效哈密顿量包括两部

分，一部分是

HI = λIµσzsz, (2.64)

为内禀的自旋轨道耦合，而另一部分

HR = λR(µσxsy − σysx) (2.65)

为外禀的 Rashba 自旋轨道耦合。

2.2.2 自旋轨道耦合的性质

注意到上一节中所给出的有效自旋轨道耦合其实是在 Dirac 点处得到的。

在 Dirac 点附近的自旋轨道耦合也通常用在该点处的形式来近似。因此，石墨烯

中 Dirac 点附近的电子总的有效哈密顿量可以写为

H(q) = vf (µσxqx + σyqy) + λIµσzsz + λR(µσxsy − σysx). (2.66)

从上一小节的推导中可以看出，这里内禀的自旋轨道耦合来自于原子自旋轨道

耦合的二阶微扰贡献，不依赖于电场。这也是它被称为内禀的自旋轨道耦合的原
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因。在没有结构反演对称破缺的情况下，内禀的自旋轨道耦合本身不会导致自旋的

劈裂，但是它会在 Dirac 点打开能隙。这个效应非常弱。Kane 和 Mele 通过粗糙的

估计给出 λI ≈ 100 µeV [164]。考虑 s 和 p 轨道的紧束缚模型给出 λI ∼ 0.4 − 1 µeV

[376, 377, 381]。在考虑了 d 轨道以及更高的轨道后，紧束缚模型下得到 λI ≈ 12 µeV

[316,378,382]。

Rashba 自旋轨道耦合来自原子自旋轨道耦合和电场项共同的二阶微扰贡献，与

结构上的反演对称破缺密切相关。结构反演对称破缺可以由上面所考虑的外加电场产

生，也可以由石墨烯结构上的不平整或者弯曲产生。Rashba 自旋轨道耦合导致自旋的

劈裂。垂直电场 Ez 贡献的 Rashba 自旋轨道耦合强度记为 λR ∼ ζEz。粗糙的估计给

出 ζ ≈ 0.258 µeV/(V/nm) [164]，紧束缚近似给出 ζ ≈ 17.9 或者 66.6 µeV/(V/nm) [376,

377]，第一性原理计算得到 ζ ≈ 5 µeV/(V/nm) [316,378]。在典型的 Ez = 300 kV/cm的

电场下，λR 在 0.1 µeV 的量级。具有 50 nm 曲率半径的结构上的弯曲可以导致 λR ∼
8.5 µeV [376] 的 Rashba 自旋轨道耦合。但是以上这些数值都非常小，在 DP 机制下会

导致长达 µs 量级的自旋弛豫时间，远远大于实验上观测到的 100 ps-1 ns 的值。此外，

随机的附着原子以及衬底的涨落可以通过在石墨烯中引入 sp3 杂化而增强 Rashba 自旋

轨道耦合，最大可使其强度达到 meV 的量级 [315–318, 383]。在这个强的 Rashba 自旋

轨道耦合下，DP 机制导致的自旋弛豫时间和实验值可比。因此，附着原子以及衬底的

涨落可能是石墨烯中 Rashba 自旋轨道耦合的主要来源。

有效哈密顿量 (2.66) 对角化后在两个能谷给出相同的能谱，

εηνq = ηλR + ν
√

(vfq)2 + (λR − ηλI)2, (2.67)

这里 ν = ±1 标记导带和价带，η = ±1 标记两支自旋带。可以发现，在 λR < λI 时，

带隙大小为 2(λI − λR)，而在 λR ≥ λI 时，带隙变为零。此外，该表达式表明，

在有 Rashba 自旋轨道耦合的情况下，本征自旋轨道耦合对自旋的劈裂也有贡献。

图 2-4 给出了不同的 Rashba 自旋轨道耦合强度下，Dirac 点附近电子的能谱 [378]。

需要指出的是，内禀的自旋轨道耦合满足关于石墨烯平面的镜面反演对称性，这

也是理想的没有外加电场的石墨烯所满足的对称性。在施加了垂直于石墨烯平面的

电场后，这个对称性消失，描述 K 点的对称性的点群由 D3h 降为 C3v。这种对称性

的降低引入了 Rashba 型的自旋轨道耦合。前面我们在提到石墨烯平面的弯曲也会导

致 Rashba 型的自旋轨道耦合时，仍假设了 C3v 的对称性得以保持 [376]。实际上，在仔

细考虑了局部弯曲对电子轨道波函数的杂化的影响后，Jeong 等人发现，结构弯曲除了

贡献 Rashba 型的自旋轨道耦合，还有可能贡献额外的自旋轨道耦合。这个额外的自旋

轨道耦合在赝自旋空间是对角的，对每一个能谷相当于提供了符号相反的有效静磁场。

在 x 轴仍取为图 2-2 左图中垂直于 AB 的方向时，结构弯曲导致的局域的自旋轨道耦合
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图图图 2-4: 石墨烯中不同的 Rashba 自旋轨道耦合强度（图中的 λBR；在论文中我们用 λR 标

记）下（相对于内禀自旋轨道耦合强度），Dirac 点附近的能谱。图中动量空间的零点取
在 Dirac 点，k 为相对于 Dirac 点的动量（等价于前面一节中的 q）。图中的点来自第一性原理
计算，线是对点的拟合。实线代表自旋 η = 1 的一支，短划线代表自旋 η = −1 的一支。摘自文
献 [378]。

　

可以写为 [319]

Hc
so = ζν(r)(µσxsy − σysx) + ζ ′µb(r) · s. (2.68)

这里第一项是 Rashba 型的自旋轨道耦合，其中 ν(r) = κ1(r) + κ2(r)，κ1(r) 和 κ2(r) 是

局部弯曲的两个主轴方向的曲率 [319]。第二项则为赝自旋空间对角的自旋轨道耦

合，b(r) =
∑2

i=1 κi(r)(sin(2θi), cos(2θi), 0)。θi 是弯曲主轴与 y 轴的夹角，因而 θ2 =

θ1 ± π/2。参数 ζ = 0.15 meV nm，ζ ′ = 0.21 meV nm [319]。在 κ1 = κ2 时，第二

项消失。这可以理解为 C3v 对称性仍满足，该项从对称性上是不允许存在的。而

当 κ1 6= κ2 时，C3v 对称性进一步降低，导致第二项的出现。在沿着某一个方向呈现波

纹状起伏的石墨烯中，第二项会很重要。在章节 7.2 中，我们会详细研究这种波纹状起

伏的、因而存在上面第二项自旋轨道耦合的石墨烯中的自旋弛豫 [284]。

2.2.3 远离 Dirac 点的单带有效哈密顿量

实验上对石墨烯中的自旋弛豫和输运的研究大部分集中在远离 Dirac 点的区域，

这是利用门电压的调控实现的。这里的远离是相对来说的，一般指离开 Dirac 点 100-

300 meV 的位置，在那里线性色散关系仍能很好的满足。在该区域，我们只关注导带电

子或者价带空穴，因而可以从描述两带（导带和价带）的哈密顿量 (2.66) 约化得到单

带的哈密顿量。普遍采用的做法是，将描述动能部分的哈密顿量 (2.52) 对角化得到导

带、价带的本征基函数，与自旋基函数直乘得到总的本征基函数，然后将总的哈密顿

量 (2.66) 写到该基下，接着忽略两带之间的耦合，从而得到独立的描述导带和价带的有

效哈密顿量。这种近似在电子（空穴）的费米能远远大于 λR + λI 时是成立的 [378]。考
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虑到石墨烯中弱的自旋轨道耦合以及实验中具有高达 100 meV 的费米能的情形，这种

近似是合理的。

我们记哈密顿量 (2.52) 的本征值为 εµνq = νvf |q|，这里 ν = ±1 对应导带和

价带。相应的本征矢为 ψµν
q = 1√

2
(µνe−iµθq , 1)T，其中 θq 为矢量 q 的幅角。引入

基 Ψµν
q = ψµν

q ⊗ χs，其中 χs 是自旋 Pauli 矩阵 sz 的本征态。在这组基下，描述两个谷

中远离 Dirac 点的电子的有效哈密顿量都可以写为 [246,247]

Hν(q) = ν(vf |q| + Ωq · s), (2.69)

其中 Rashba 自旋轨道耦合提供的有效磁场为

Ωq = λR(− sin θq, cos θq, 0). (2.70)

在图 2-5 中我们给出了导带中该有效磁场的示意图。注意它在两个能谷中相同，而同一

个能谷中的价带的有效磁场的方向和导带的相反。该有效磁场的一个特征是它只依赖于

动量的方向，而与模长没关系。这对于石墨烯中的自旋弛豫和自旋输运的性质非常重

要。在第 7 以及 8 章中我们对于石墨烯的自旋弛豫和输运的研究，以及其它文献中对石

墨烯中强简并电子系统的研究 [246,247]，正是基于该有效哈密顿量。　

图图图 2-5: 石墨烯中 Dirac 点附近导带的 Rashba 自旋轨道耦合导致的有效磁场的示意图（两个能

谷相同）。图中的 k 等价于我们定义的 q。摘自文献 [247]。

2.3 拓扑绝缘体

1980 年，量子霍尔效应的发现提供了与人们在那之前所知的物态在拓扑性质上不

同的首例 [384]。处在量子霍尔态的系统的电导被精确量子化，只能是 e2/h 的整数倍，

而且在材料参数缓慢变化的时候，只要不出现量子相变，它就保持不变。霍尔电导其实

是一个与材料的具体细节没有关系的拓扑不变量。由于磁场的存在，量子霍尔态属于时
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间反演对称破缺的拓扑相。最近，一种新的拓扑量子态被理论预测和实验发现。这种拓

扑量子态在时间反演下不变，而且自旋轨道耦合在其中扮演非常重要的角色。这种拓扑

量子态存在于拓扑绝缘体的表面 [144–159] 。和常见的绝缘体一样，拓扑绝缘体也有体

的能隙，该能隙将最高的电子占据带和最低的电子空带分开。但是，不同于平庸的绝缘

体，拓扑绝缘体必然有零能隙的表面态（若体为二维，则有零能隙的边界态）。而且，

这个表面态是受时间反演对称性保护的。也就是说，它不被保持时间反演对称性不变的

微扰所破坏。

二维的拓扑绝缘体（又称为量子自旋霍尔绝缘体）在概念上首先在石墨烯 [164] 和

二维半导体 [165] 中提出。很快，它于 2006 年在 HgTe/CdTe 量子阱中被理论预

测 [167]，2007 年被实验验证 [169, 385]。在量子阱的阱宽小于临界值（约为 6.3 nm）

时，量子阱处于平庸的绝缘态；而当量子阱的阱宽大于该临界值时，量子阱处于拓扑上

非平庸的绝缘态。在拓扑绝缘态，量子阱平面的边界上存在边界态，它传导具有特定极

化的自旋流。这种边界态又被称为螺旋性的边界态（helical edge state）。四端的弹道

输运测量也发现，在拓扑绝缘相，纵向的电导被量子化为 2e2/h（系数为 2，是因为有

空间上分离的位置相对的两个边界态参与传导），与样品的宽度没有关系 [169]。也正

是因此，二维拓扑绝缘体又被称为量子自旋霍尔绝缘体。

在二维拓扑绝缘体被实验发现之后，拓扑绝缘体的概念被迅速扩展到三维体系 [145,

386,387]，并且在 Bi1−xSbx、加了应力的 HgTe（体的 HgTe本身是零带隙的半导体，必

须加应力打开体的能隙）以及 α-Sn 材料中被理论预测。紧接着，2008 年，Hsieh 等人

从实验上报告了三维拓扑绝缘体在 Bi1−xSbx （0.07 < x < 0.22）材料中的实现 [170]。

三维拓扑绝缘体由四个 Z2 拓扑不变量 (ν0;ν1ν2ν3) 标记。Bi1−xSbx 属于 (1;111) 的拓扑

相，其表面态非常复杂（例如，沿着 Γ-M 方向，表面态穿过费米面 5 次），而且体的

能隙非常小（< 50 meV）。这促使人们进一步寻找具有简单描述的表面态和大的体能

隙的拓扑绝缘体。很快，以 Bi2Se3、Bi2Te3 和 Sb2Te3 为代表的第二代三维拓扑绝缘体

被发现 [146,150,153,154,388,389]。和 Bi1−xSbx 不同，这一类拓扑绝缘体属于 (1;000)拓

扑相。尤其以 Bi2Se3 为典型，它们为针对拓扑绝缘相的实验研究提供了很好的参考材

料。首先，这些材料是纯的化合物，而不是 Bi1−xSbx 的合金状态，因而原则上可以在

高杂质浓度和低无序的条件下制备。其次，它们的表面态没有 Bi1−xSbx 的那么复杂。

每一个表面上只有一个表面态，而且它在低能区可以很好地用 Dirac 锥形能带结构描

述，具有 Rashba 型的自旋轨道耦合。最后，很重要的是，相对来说，Bi2Se3 具有很大

的体能隙，约在 300 meV 左右。在能隙中没有杂质带的情况下，这个大的能隙有助于

在室温下体现出拓扑绝缘体表面态的性质，从而增大了实际应用的潜力。

三维拓扑绝缘体表面态的自旋螺旋性已经通过自旋－角度分辨的光电子谱实验验

证 [154, 390]。对于拓扑绝缘体的理论研究有拓扑场论 [391] 和拓扑能带论 [100, 166, 386,

392, 393] 。在没有相互作用的极限下，前者约化到后者。关于这两种理论以及它们的联

系，可以参考评论文章 [148]。这里我们分别从二维和三维的体系出发，简要介绍描述

拓扑绝缘体的有效模型和表面态的有效哈密顿量。
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2.3.1 二维拓扑绝缘体

这里我们介绍二维拓扑绝缘体的第一个实例，HgTe/CdTe (001) 量子阱。HgTe 以

及 CdTe 都具有闪锌矿体结构，因而同属 Td 点群。CdTe 具有和 GaAs 类似的能带结

构，其最低的导带是 s 型的 Γ6 带，最高价带是 p 型的 Γ8 带，带隙约为 1.6 eV。但

是 HgTe 的能带结构和 CdTe 的很不一样。由于 Hg 原子很强的自旋轨道耦合，HgTe 的

能带顺序被倒置：Γ8 带处在 Γ6 带的上面，因此，自旋 1/2 的 Γ8 轻空穴带成为最低的

导带，而自旋 3/2的 Γ8 重空穴带成为最高的价带。由于这两个带在 Γ点简并，HgTe又

被称为零能隙的半导体。在图 2-6A 中，我们给出了 HgTe 和 CdTe 的能带结构示意

图。

图图图 2-6: A: HgTe 和 CdTe 的能带结构示意图。B: 两种不同的阱宽下，HgTe/CdTe 量子阱结构
以及最低子带的示意图。摘自文献 [148]。

　

2.3.1.1 HgTe/CdTe 量子阱里二维电子气的有效模型

从体的 Kane 哈密顿量出发，利用前面 2.1.4 章节中介绍的微扰方法，可以得到描

述 HgTe/CdTe 量子阱里二维电子气的有效哈密顿量。HgTe 以及 CdTe 都含有两种不

同的原子，因而体的反演对称是破缺的，这会导致 Dresselhaus 自旋轨道耦合。为简单

起见，在假设存在反演对称的情况下（忽略 Dresselhaus 自旋轨道耦合效应），而且只

做最低阶（一阶）的微扰，在考虑了自旋的 Γ6 最低电子子带 E1 和 Γ8 最低空穴子
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带 H1 构成的子空间中，Bernevig等人在基 {|E1+〉, |H1+〉, |E1−〉, |H1−〉}（±代表简并
的自旋上和下）下给出了描述该二维电子气的有效哈密顿量 [167]

Heff(k) = ε(k)I4×4 +


M(k) Ak+ 0 0

Ak− −M(k) 0 0

0 0 M(k) −Ak−
0 0 −Ak+ −M(k)

 , (2.71)

这里 k± = kx±iky，ε(k) = C−D(k2x+k2y)，M(k) = M−B(k2x+k2y)。A，B，C，D和M

是依赖于量子阱结构的参数，文献 [148] 给出了它们在几个典型量子阱阱宽下的值。常

数 C 可以取为 0，A > 0，B < 0，D < 0 [148]。2M 代表了 Γ 点处 E1 和 H1 子带的

能量差。在 d < dc ≈ 6.3 nm 时 M > 0，E1 带处在 H1 带的上面；而当 d > dc 时 M <

0，E1 子带处在 H1 子带的下面 [148]。在图 2-6B 中，我们给出了 HgTe/CdTe 量子阱

结构以及最低子带的示意图。

2.3.1.2 HgTe/CdTe 量子阱的边界态

在实际样品中，量子阱平面是有限的。假设上面给出的 4 × 4 子带有效哈密顿量定

义在 x > 0 的区域。我们可以利用与前面 2.1.4 章节中介绍的子带 k · p 方法类似的手
段，从该有效哈密顿量出发得到可能的边界态的有效哈密顿量 [148]。取 k = 0 处的哈

密顿量为 H0，即 H0 = Heff(k = (−i∂x, 0))。通过求解满足条件 Ψ(x = 0) = 0 和 Ψ(x →
+∞) = 0 的本征方程 H0Ψ(x) = EΨ(x)，可以得到局域在 x = 0+ 附近的边界态的包络

函数在 x 方向的分量 Ψ(x)。由于 H0 是块对角的，Ψ(x) 有如下形式的解，

Ψ↑(x) =

(
ψ0(x)

0

)
,Ψ↓(x) =

(
0

ψ0(x)

)
, (2.72)

其中 0 是两分量矢量。ψ0(x) 满足方程(
M + (D +B)∂2x −iA∂x

−iA∂x −M + (D −B)∂2x

)
ψ0(x) = Eψ0(x). (2.73)

文献 [148] 在忽略 D 的贡献的情况下，在条件 M/B > 0 下，找到了能量 E = 0 对

应的边界态，ψ0(x) = (eλ1x − eλ2x)φ−。这里 λ1,2 = 1
2B

(A ±
√
A2 − 4MB)，同时小

于 0。φ− 是 Pauli 矩阵 τy 本征值为 −1 的本征态，τyφ− = −φ−。将体的哈密顿

量 (2.71) 投影到边界态 {Ψ↑(x),Ψ↓(x)} 构成的子空间下，保留动量的最低阶，可以得到
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描述边界态的有效哈密顿量 [148]

Hedge(ky) = Akyσz. (2.74)

可以看见，该边界态是一种自旋－动量锁定的态，且具有线性能谱。图 2-7 给出了

在有限宽度的带状区域对哈密顿量 (2.71) 严格数值对角化得到的体态和边界态的能

谱 [148]。(a) 对应窄的量子阱，(b) 对应宽的量子阱。在宽的 HgTe/CdTe 量子阱中可

以清楚的看见边界态的存在。边界态的费米速度 v = A/~ ≈ 5.5 × 105 m/s [148]。

需要指出的是，在考虑了体的反演对称破缺（因此包含了 Dresselhaus 自旋轨道

耦合） [163, 394]，甚至在具有 Rashba 自旋轨道耦合的非对称 HgTe/CdTe 量子阱

中 [395]，拓扑绝缘相也被研究。

图图图 2-7: 在有限宽度的带状区域对哈密顿量 (2.71) 严格数值对角化得到的体的能谱和边界
态。(a)：窄的量子阱，没有边界态。(b)：宽的量子阱，体能隙中的线性能谱对应边界态。摘自
文献 [148]。

　

和量子霍尔效应类似，在拓扑绝缘相，弹道输运的边界态会贡献量子化的电导。在

实验上，当费米面处于体的能隙中时，这个量子化的霍尔电导可以被测量到。König 等

人首先在实验上测得了由边界态贡献的量子霍尔电导 [163]。由于两个相对的边界态

都会对电导有贡献，所以在大阱宽的量子阱中，测得的量子化的电导是 2e2/h。图 2-
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8 的左图给出了霍尔电导测量结构以及边界态的传导示意图，右图给出了不同条件

下 HgTe/CdTe 量子阱四端电阻对门电压的依赖。从右图中可以看见，在大阱宽的小

尺寸样品中（III 和 IV），2e2/h 的霍尔平台可以很清楚的看见。而当样品长度足够大

（尺度大于电子的非弹性散射平均自由程，如在样品 II 中）时，非弹性散射的存在使

得电导下降。

图图图 2-8: 左图：霍尔电导测量结构以及边界态的传导示意图。阴影区代表载流子类型和浓度可以
被门电压调控的区。摘自文献 [163]。右图：不同条件下 HgTe/CdTe 量子阱四端电阻对门电压
的依赖。样品 I 对应正常相（d = 5.5 nm），II-IV 对应拓扑绝缘相（d = 7.3 nm）。温度 T =
30 mK。没有外磁场。样品 I-II 的尺寸为 (20×13.3) µm2，样品 III 的尺寸为 1.0×1.0 µm2，样
品 IV 的尺寸为 1.0×0.5 µm2。插图中给出了和样品 III 同尺寸在另两个不同温度下的对应曲
线。摘自文献 [169]。

　

上面在求解边界态的时候利用了半无限大的模型。实际的样品宽度是有限的，具

有带状的结构。Zhou 等人从体的哈密顿量 (2.71) 出发，在有限的带状结构中严格解

析求解了边界态 [396]。他们的解表明，在有限宽的样品中，两个边界上的边界态会发

生耦合，从而在 Dirac 点处打开能隙。这个能隙随着样品的宽度的增大而指数减小。

如果费米面落在能隙中，则上面指出的量子化的自旋霍尔电导将消失。图 2-9 的左

图 (a) 给出了不同宽度的 HgTe/CdTe 量子阱中的边界态，(b) 给出了能隙 ∆ 随着样

品宽度的变化。根据 Landauer-Büttiker 公式 [397]，在能隙存在的情况下，弹道输运

的电导为 G(∆) = 2e2

h
[ 1
e(∆/2−µ)/kBT+1

− 1
e(−∆/2−µ)/kBT+1

+ 1] （这里能量零点取为能隙的中

点） [396] 。因而，在低温和较高费米面（注意不能进入体态）的情况下，电导趋向

于 2e2/h。图 2-9 的右图给出了 200 nm 宽度的样品在两个低温下的电导对化学势的依

赖。

2.3.2 三维拓扑绝缘体

三维拓扑绝缘体的四个 Z2 拓扑不变量 (ν0;ν1ν2ν3) 中，ν0 标记费米面所包围

的Kramers简并的Dirac点的数目的奇偶性 [148]。ν0 = 1时，费米面所包围的Kramers简
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图图图 2-9: 左图：(a) 在样品宽度 L = 200 nm （实线）和 1000 nm （虚线）时，HgTe/CdTe 量子
阱边界态的色散关系。图中的点来自进束缚近似下的结果。(b) 能隙 ∆ 对样品宽度 L 的依赖关
系。右图：200 nm 宽度的样品在两个低温下的电导对化学势的依赖。摘自文献 [396]。

　

并的 Dirac 点的数目为奇数，这时的拓扑绝缘体称为强的拓扑绝缘体，表面态受时间反

演对称性保护。强的三维拓扑绝缘体的代表有 Bi2Se3、Bi2Te3 和 Sb2Te3，它们的表面

态都只有一个 Dirac 点。而当 ν0 = 0 时，费米面所包围的 Kramers 简并的 Dirac 点的

数目为偶数，这时的拓扑绝缘体称为弱的拓扑绝缘体，表面态不受时间反演对称性保

护。多层二维拓扑绝缘体的堆叠即形成弱的三维拓扑绝缘体。在这里我们以研究比较广

的、表面态具有很好的解析描述的第二代三维拓扑绝缘体 Bi2Se3 为例，对描述三维拓

扑绝缘体的有效模型和表面态的有效哈密顿量做简单介绍。

2.3.2.1三维拓扑绝缘体 Bi2Se3 的有效模型

Bi2Se3、Bi2Te3 和 Sb2Te3 都具有三角晶系结构，属于 D5
3d 点群。图 2-10(a) 给出

了 Bi2Se3 的晶格结构 [398]，其沿着 z 方向层状堆叠。每一层的原子构成平面内的六角

晶格，但是所占据的位置不一样。沿着 z 轴看，每一层原子可以占据 A、B 和 C 三种

位置［图 2-10(c)］。每一个原胞有 5 个原子（2 个 Bi 原子和 3 个 Se 原子）。该晶体

结构具有中心反演对称性。以图中所示的 Se2 原子为中心，Bi1（Se1）与 Bi1′（Se1′）

原子关于其中心反演对称。因而 Bi1（Se1）与 Bi1′（Se1′）原子等价。

在考虑了化学成键、晶体场和自旋轨道耦合后，Bi2Se3 中 Γ 点的四个 p 型低能态

为 {|P1+
z , ↑〉, |P2−

z , ↑〉, |P1+
z , ↓〉, |P2−

z , ↓〉}［图 2-11(a)］。这里 ± 表示波函数在空间的宇
称。在这四个带构成的子空间里描述电子的有效哈密顿量可以从对称性分析或者微扰

57



2.3 拓扑绝缘体

图图图 2-10: (a) Bi2Se3 的晶格结构，z 轴沿着三重旋转对称轴。t1,2,3 是基矢。(b) Bi2Se3 的布里
渊区。(c) 每一个原子层构成的六角晶格中原子的三种可能位置。摘自文献 [398]。

的 k · p 方法得到 [398]。在这里我们给出在 Γ 点附近保留到动量的二阶的形式 [148]，

Heff(k) = ε(k)I4×4 +


M(k) A1kz 0 A2k−

A1kz −M(k) A2k− 0

0 A2k+ M(k) −A1kz

A2k+ 0 −A1kz −M(k)

 , (2.75)

其中 ε(k) = C+D1k
2
z +D2(k

2
x+k2y)，M(k) = M−B1k

2
z−B2(k

2
x+k2y)。这里所涉及的参数

可以通过用该哈密顿量得到的能谱去拟合第一性原理的计算结果而得到。文献 [398] 给

出了 Bi2Se3、Bi2Te3 以及 Sb2Te3 中各参数的值，其中 B1 < 0。参数 2M 代表了 Γ 点

处 |P1+
z , ↑ (↓)〉 能级和 |P2−

z , ↑ (↓)〉 能级的能量差。由于 Bi2Se3、Bi2Te3 以及 Sb2Te3 中

大的自旋轨道耦合，|P1+
z , ↑ (↓)〉 能级被降到 |P2−

z , ↑ (↓)〉 之下（图 2-11(b)），因

而 M < 0。

2.3.2.2三维拓扑绝缘体 Bi2Se3 的表面态：不变量方法

在有实际表面边界［比如，z = 0 的 (111) 平面］存在的情况下，和前面对二维拓

扑绝缘体的处理类似，我们可以先求解出 Γ 点处可能的低能表面态，然后将体的有效

哈密顿量投影到低能表面态构成的子空间，从而得到二维表面态的有效哈密顿量。在满

足条件 M/B1 > 0 的情况下，可以得到零能的表面态。在保留动量的一阶时，其有效哈
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图图图 2-11: (a) 从 Bi 和 Se 原子的 p 轨道组成 Bi2Se3 在 Γ 点的导带和价带的示意图。图中
的 (I)、(II) 和 (III) 阶段分别代表考虑进化学成键、晶体场和自旋轨道耦合的效应。水平
的短划线代表费米能。(b) 在手动调节原子自旋轨道耦合强度的情况下，λ(Bi) = xλ0(Bi) =
1.25x eV 以及 λ(Se) = xλ0(Se) = 0.22x eV，Γ 点处 |P1+z 〉 和 |P2−z 〉 能级的变化。摘自文
献 [148]。

密顿量为 [148]

Hsurf(kx, ky) = A2(kyσx − kxσy). (2.76)

这个哈密顿量描述的是一个无质量的 Dirac 锥形的线性能带结构。对于 Bi2Se3，费米速

度 v = A2/~ ≈ 5 × 105 m/s [146,151]。在包含进动量的高阶项后，该哈密顿量关于 z 轴

的连续旋转对称降为绕 z 轴的 3重旋转对称，同时非零的有效质量也被引入 [398,399]。

需要指出的是，从体的有效哈密顿量 (2.75) 出发，在比较薄的样品中考虑两个相对

的表面后，Lu 等人发现，和带状的 HgTe 量子阱中的情形类似，两个表面态会发生

耦合，在 Dirac 点打开能隙，并引入非零的有效质量 [400]。另外，Sb2Se3 虽然具有

和 Bi2Se3 一样的晶格结构，但是它的自旋轨道耦合比较弱，不能导致费米面的上、下

两个宇称相反的能带的倒置，也即参数 M > 0，因而没有表面态的存在。

除了将 k · p 体哈密顿量投影到 Γ 点的表面态子空间得到表面的二维有效哈密顿量

这一方法外，基于对称性分析的不变量方法 [337, 401] 也可以直接得到描述表面态的有

效哈密顿量 [399]。不变量方法构造哈密顿量的基本思想基于哈密顿量在晶体空间群的

群元操作下的不变性。此外，如果没有外加磁场，哈密顿量还必须满足时间反演对称

性。Bi2Se3 在存在 z = 0 的表面时，对称性由 C3v 点群描述。C3v 群的各个不可约表示

的特征标表和相应的基函数在表 2-3 中给出。在 Γ 点，由于时间反演的对称性，电子

的两个不同自旋态是简并的，因而表面电子态由二维不可约表示 Λ3 描述。基于特征标

表，我们可以把直乘 Λ3 ⊗ Λ3 分解为不可约表示的直和：

Λ3 ⊗ Λ3 = Λ1 ⊕ Λ2 ⊕ Λ3. (2.77)
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{E} {2C3} {3m} Basis functions
Λ1 1 1 1 1; k2x + k2y
Λ2 1 1 −1 σz
Λ3 2 −1 0 {kx, ky}; {−σy, σx}

表表表 2-3: C3v 群的不可约表示的特征标表和基函数。

Λ1(S
′) Λ2(L

′
z) Λ3({A′

x, A
′
y})

Λ1(S) SS ′[Λ1] SL′
z[Λ2] {SA′

x, SA
′
y}[Λ3]

Λ2(Lz) LzL
′
z[Λ1] {LzA

′
x, LzA

′
y}[Λ3]

Λ3({Ax, Ay}) AxA
′
x + AyA

′
y[Λ1];AxA

′
y − AyA

′
x[Λ2];

{AxA
′
y + AyA

′
x, AxA

′
x − AyA

′
y}[Λ3]

表表表 2-4: C3v 群的不可约表示的基函数的乘法表。

我们需要从右边的三个不可约表示 Λ1，Λ2 和 Λ3 的基函数构造出恒等表示 Λ1 的基函

数。恒等表示的基函数在各个群元的操作下必定是不变的，即所谓的不变量。满足时间

反演对称的这些不变量就是表面电子态的哈密顿量中允许存在的项（如果从包含进了时

间反演操作的双群出发，得到的不变量自然是满足时间反演对称的）。

不可约表示的基函数不是唯一的。在取 x 轴沿着 Γ-M 方向时，表 2-3 中给出了各

个不可约表示的几个典型的基函数。更多的基函数可以利用不可约表示的基函数的“乘

法表”（表 2-4 2©）获得。这里对表 2-4 作一下简单的说明。表中左边栏和顶部栏为三

个不可约表示，圆括弧里的符号标记其基函数。不可约表示的直乘分解为直和时给出不

可约表示的新的基函数。乘法表里的“乘积”即为这些新的基函数，方括弧里的标注表

示这些基函数所属的不可约表示。举例说明一下，由方程 (2.77)，我们可以从不可约表

示 Λ3 的两组基函数 {Ax, Ay} 和 {A′
x, A

′
y} 出发得到不可约表示 Λ1，Λ2 和 Λ3 的新的基

函数。如表所示，Λ1 表示的新的基函数为 AxA
′
x + AyA

′
y。利用这个乘法表，我们可以

得到无穷多的基函数，它们关于动量的阶数越来越高。也就是说，我们可以得到对动

量 k 任意阶依赖的项。现在我们保留到 k 的三阶，恒等表示 Λ1 的基函数有

1, k2x +k2y,−kxσy +kyσx, k
2(−kxσy +kyσx), (k2x−k2y)σx−2kxkyσy, (−k3y +3k2xky)σz. (2.78)

注意到其中的第一项常数 1无关紧要，只是影响能量零点的取定。第五项 (k2x−k2y)σx−
2kxkyσy 不满足时间反演对称的要求，故排除掉。剩下的几项是哈密顿量里允许的项。

将它们线性叠加则得到哈密顿量

H(k) = a(1 + bk2)(kxσy − kyσx) + ck2 + d(−k3y + 3k2xky)σz. (2.79)

2©这个乘法表由 Ivchenko 教授在授课讲义中给出。
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如果我们取定坐标系的 x 轴为 Γ-K 方向，则

H(k) = a(1 + bk2)(kxσy − kyσx) + ck2 + d(k3+ + k3−)σz, (2.80)

这正是文献 [398, 399] 中所给出的形式。系数 a、b、c 和 d 需要通过与实验或者第一性

原理计算的结果做比较来确定。在 Γ 点附近，如果只保留 k 的线性项，就得到哈密顿

量 (2.76)。

图图图 2-12: 具有 (111) 表面的 Sb2Se3 (a)、Sb2Te3 (b)、Bi2Se3 (c) 以及 Bi2Te3 (d) 中局域态密度
对能量和动量的依赖。红色区域代表体的能带而蓝色区域代表体的能隙。在 Sb2Te3、Bi2Se3 以
及 Bi2Te3 中，表面态由体能隙中的红线表示。Sb2Se3 由于自旋轨道耦合弱，体中没有能带反
转，因而没有表面态。摘自文献 [146]。

图 2-12 给出了具有 (111) 表面的 Bi2Se3 族材料的局域态密度对能量和动量的

依赖 [146]。红色区域代表体的能带而蓝色区域代表体的能隙。在 Sb2Te3、Bi2Se3 以

及 Bi2Te3 中，表面态由体能隙中的红线表示。前面已经提到，Sb2Se3 由于自旋轨道耦

合弱，体中没有能带反转，因而没有表面态。图 2-13 中给出了 Bi2Se3 的表面态在 Γ 点

附近的能带结构及自旋极化（箭头）的示意。从 2-13(b) 可以看见，在大的动量范围

内，能带结构显现出三重旋转对称。

最后需要指出的是，前面所给出的三维拓扑绝缘体的表面态是 (111) 切割面上的。

实际上，三维拓扑绝缘体的表面态的 Dirac 点的能量位置、能带的弯曲形态以及自旋极

化的特征是依赖于切割面的晶面方向的。Zhang 等人研究了三维拓扑绝缘体表面态对晶

向的依赖 [402]。他们发现，Dirac 点的能量位置由体结构在垂直表面方向对电子－空穴

带的对称性的破坏决定，而且可以通过保持时间反演对称性的表面势进行调控 [402]。
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图图图 2-13: (a) Bi2Se3 的表面态在 Γ 点附近的能带结构及自旋极化（箭头）示意图。(b) 导带电子

态的自旋极化的俯视图。箭头表示 x-y 平面内的分量。颜色表示 z 分量，红（蓝）色表示沿正
（负）z 分量。摘自文献 [398]。

2.4 多铁材料

图图图 2-14: 多铁材料和磁电耦合之间的关系。铁磁性（铁电性）材料形成磁（电）可极化的

材料的子集。铁磁和铁电材料的交集（红色阴影区）代表多铁材料。蓝色阴影区代表磁电耦
合，它是独立的现象，可以（但非必须）在任何可以同时磁（电）极化的材料中存在。摘自文
献 [403]。

多铁材料（multiferroic materials）是同时具有多种铁性的材料。常见的铁性包括铁

电性、铁磁性、铁弹性和铁涡性。但是，多铁材料一般对铁弹性不做要求。此外，多铁

的定义也被扩展为将反铁性（反铁磁性、反铁电性）包含进来。具有铁电性的磁性材料

同时破坏了空间反演和时间反演对称性。需要指出的是，为了具有铁电性，材料必须是

绝缘的，否则巡游的电子会将电极化屏蔽掉。多铁材料的重要性质是其中的磁电耦合。

磁电耦合可以是两个序参量的直接耦合，也可以是通过应力的间接耦合。图 2-14 给

出了磁电耦合和多铁材料之间的关系 [403]。具有磁电耦合的多铁材料具有很广阔的应
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用前景。但是，由于在很多凝聚态物质中磁性和铁电性难以共存，多铁材料的匮乏阻

碍了对其进一步的研究。直到 2003 年，可用磁场调控电极化的钙钛矿（perovskite）

氧化物 TbMnO3 以及具有很大电极化的 BiFeO3 薄膜的发现，使得这个领域开始复

苏 [404,405]。关于多铁材料方面的研究，可以参考一些评论文章 [161,406–416]。

2.4.1 多铁材料的分类与铁电机制

Khomskii 将多铁材料分为两类 [407]。第一类多铁材料里铁电性和磁性的来源不一

样，各自在很大程度上独立的出现，尽管两者之间有一些弱的耦合。这些材料中，比

起磁性，铁电性通常可以在更高的温度下出现，而且电极化非常强（10-100 µC/cm2 的

量级）。这类多铁材料的典型例子为 BiFeO3（TFE ∼ 1100 K，TN = 643 K，P ∼
90 µC/cm2）和 YMnO3（TFE ∼ 914 K，TN = 76 K，P ∼ 6 µC/cm2）。第二类多

铁材料则具有强的磁电耦合，铁电性由磁性产生。但是，这类材料里的电极化强度

通常非常小（10−2 µC/cm2 的量级）。这类材料的典型代表有 TbMnO3、Ni3V2O6 以

及 MnWO4 等。

图图图 2-15: 第一类多铁材料里不同的铁电微观机制 [407]。(a) 同时具有 d 轨道空的离子（绿点）

和 d 轨道部分占据的离子（红色）的“混合”的钙钛矿。d 轨道空的离子偏离 O6 正八面体（黄
色区域）中心的位移提供电极化，与磁性共存。(b) BiFeO3 和 PbVO3 中，Bi3+ 和 Pb2+ 离子
（橘色）上的孤立电子对（黄色区）的有序排列形成电极化（绿色箭头）。(c) 不等价的原子带
不等量的电荷形成电荷序，提供电极化。(d) YMnO3 中几何驱动产生电极化。摘自文献 [407]。

对于第一类多铁材料，铁电性的来源机制有多种 [407]。在钙钛矿氧化物中，存

在很多铁电性材料，典型的如 BaTiO3 和 PbTiO3。同时钙钛矿氧化物中也有很多磁

性材料。但是同时具有磁性和铁电性的多铁材料却不多见。这是因为，铁电性来源

于 d 轨道空占据的过渡金属离子如 Ti4+ 偏离 O6 正八面体中心的位移，但是磁性则

要求过渡金属离子的 d 轨道有部分占据。解决这个矛盾的一种可能的方案是由 d 轨
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道空的离子供铁电性，而由 d 轨道部分占据的其它离子提供磁性［图 2-15(a)］。

当然，其它多铁材料给出了不同的铁电机制。比如，对于含有 Bi 或者 Pb 的多铁

材料，如 BiFeO3 和 PbVO3，Bi3+ 和 Pb2+ 对铁电性质的出现至关重要 [405]。在这

些离子中，最外层有一对“孤立”的电子没有参与成键，而且这些孤立电子对在一

个方向上排列，从而提供电极化［图 2-15(b)］。此外，电荷序也是产生铁电的原因

［图 2-15(c)］。Pr1/2Ca1/2MnO3 [417] 以及 RNiO3 [408] 中的铁电性就来源于此。对

于 YMnO3 [418, 419]，电极化由几何驱动产生［图 2-15(d)］。为了形成更紧致的堆

叠，MnO5 多面体结构会发生倾斜，使得氧离子更加接近 Y 离子，并使得 Y 离子发生

位移。这种氧离子和 Y 离子的位移导致电的极化。

第二类的多铁材料，铁电由磁结构产生，只出现在特定的磁有序区。有的材料，

如 Ca3CoMnO6，铁电性与共线（collinear）的磁结构共存 [420]。而更多情况则是，铁

电性与螺旋（spiral）的磁结构共存。TbMnO3是典型的代表。此外，Ni3V2O6、MnWO4

等也属于这一类多铁材料。

在这里，我们主要对多铁材料 TbMnO3 给一个简单的介绍。

2.4.2 TbMnO3 的多铁性

图图图 2-16: 左图：RMnO3 的晶格结构示意图。右图：第一幅图，沿着 b 方向的构型磁构型；第
二幅图，b-c 平面内的螺旋磁矩构型。摘自文献 [421]。

RMnO3 （R=La，...，Lu，为镧系原子）属于斜方晶系，图 2-16 的左图给出了这

类材料的晶格结构 [421]。O6 八面体具有一定的扭曲，中心 R 原子越小扭曲程度越大。

在 R为 Tb 和 Dy时，扭曲程度中等，在一定温度下可以出现铁电性。对于 TbMnO3，

在温度低于 TN1 = 41 K 时，TbMnO3 出现磁有序，Mn3+ 离子的磁矩沿着 b 方向共线

排列（图 2-16 的右边的第一幅图）。当温度低于 TN2 = 27 K 时，磁有序变成 b-c 平面

内的螺旋形式（图 2-16 的右边的第二幅图），同时沿着 c 方向会有电极化出现（图 2-

17），只不过这个电极化非常小。如果设定坐标系为 x̂ = b̂，ŷ = −â 以及 ẑ = ĉ，

则螺旋的磁矩为 M(r) = Mx sin(q · r)x̂ + Mz cos(q · r)ẑ, 其中 q = (0.27 × 2π
b
, 0, 2π

c
) 是
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图图图 2-17: 在沿着 c 但方向不同的冷却电场 E > 0 和 E < 0 下，电极化随着温度的依赖。摘自文
献 [422]。

调制波矢。这里 TbMnO3 的晶格常数 b = 0.586 nm 和 c = 0.749 nm [423]。实际

上 Mx 6= Mz（例如，在 T = 15 K 时，Mx/Mz ≈ 1.4） [422–425]，但是为方便理论模型

的建立和处理，常采用近似 Mx ≈ Mz = M [426, 427]。需要指出的是，由于强的磁电耦

合，TbMnO3 里电的极化方向可以通过外加磁场来改变 [404]，同时磁矩螺旋的手征性

也可以通过外加电场来调控 [422,428]。

对于 TbMnO3 里螺旋磁矩的来源有比较多的理论研究 [421, 429–431]。其中，

包含了最近邻铁磁耦合、次近邻反铁磁耦合、单离子各向异性、Dzyaloshinsky-

Moriya 相互作用 [432, 433]、晶体场作用的微观自旋模型，可以很好地给出实验上

在不同条件下所测得磁性结构 [421]。但是，TbMnO3 里铁电性的来源，却比较有争

议。Katsura，Nagaosa 以及 Balatsky 从一个微观模型（KNB 模型） [434] 给出在螺旋

磁矩构型下，电极化为

P ∼ ei,i+1 × (Si × Si+1). (2.81)

这里 ei,i+1 是连接两个相邻自旋 Si 和 Si+1 的单位矢量。这种微观机制与自旋轨道

耦合有关系 [434]，而且在它框架下电极化实际上是由电子在空间的非对称分布导

致的。还有一种观点认为电极化由 Dzyaloshinsky-Moriya 相互作用导致的离子位移

产生 [430, 435]。Malashevich 和 Vanderbilt 利用第一性原理计算发现，电极化主要由

离子位移贡献。电子贡献的电极化非常的微弱，而且方向与 KNB 模型所给出的相

反 [425]。2011 年，Walker 等人通过 X 光吸收的精细结构谱，测量了离子的高精度（飞

米量级）位移，支持了离子实位移贡献电极化的这一模型 [436]。

2.4.3 多铁氧化物界面的二维电子系统

多铁材料在自旋电子学领域里有潜在的广阔应用 [161]。一种可能的应用是磁电
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随机存储器。由于多铁材料中磁和电都可以实现极化，这种磁电随机存储器有望实现

四位的存储 [437]，这不同于常用的两位的铁随机存储器与磁随机存储器，因而有助

于提高存储密度。另一方面，如果磁电耦合很强，磁和电的自由度可能不能够独立调

控。但是这反而又为通过电压的方法写数据提供了一种可能 [438]，从而有助于降低能

耗。此外，由于多铁材料的绝缘性，它们还可以用作磁遂穿结，而且能提供很大的磁

阻 [162]。　

多铁材料和其它材料的结合有可能让其性质得到更充分的利用。最近，Jia 和 Be-

rakdar提出了一种 LaAlO3/SrTiO3/TbMnO3的三层结构 [426,427]，尝试利用 TbMnO3的

磁性质来影响 LaAlO3/SrTiO3 界面处的二维电子系统的自旋动力学，以寻求新的特性

和一些功能性的应用。LaAlO3 和 SrTiO3 也是绝缘体氧化物，但是在它们的界面处能够

形成迁移率高达 104 cm2/(V s) [439–441] 的二维电子气。这些电子被认为是界面处电子

分布的重构以及 SrTiO3 中的氧空位产生的 [439, 442–444]。此外，由于界面导致的结构

反演对称破缺会在该二维电子气中产生 Rashba 自旋轨道耦合 [445–448]。Jia 和 Berak-

dar 的模型假设，在 LaAlO3/SrTiO3/TbMnO3 的中间层 SrTiO3 很薄（有限的几个原子

层）时，LaAlO3/SrTiO3界面处的二维电子气与 SrTiO3/TbMnO3界面附近 TbMnO3中

的螺旋的磁矩之间可以通过 Heisenberg 交换相互作用发生耦合。他们基于这个模型研

究了界面处二维电子气的自旋输运性质，Rashba 自旋轨道耦合没有被考虑（实际上，

其大小可以通过门电压调控）。他们声称，当在界面里沿着 TbMnO3 中磁矩的螺旋

平面注入自旋（沿着图 2-16 中的 b̂ 方向）并使自旋的极化方向与该平面垂直（沿着

图 2-16 中的 −â 方向）时，自旋在扩散的过程中没有弛豫，因而自旋注入长度是无穷

长的 [426]。基于此，他们还提出了“自旋闪存”的模型 [427]。但是，事实上并非如

此。我们的研究表明，正是由于 TbMnO3 中的螺旋磁矩与扩散过程中的自旋的 Heisen-

berg 交换相互作用，使得自旋的扩散长度是有限的，不论注入的自旋的极化方向如何。

在第 10 章中，我们会具体研究这个问题。
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虽然石墨烯在 2004 年才首次从实验上得到 [358]，但是它在合成方法 [359]、拉曼

谱性质 [360, 449]、输运性质 [361] 以及光电性质 [362] 等方面已经被非常广泛地研究。

此外，石墨烯里的自旋弛豫和输运也吸引了人们的极大兴趣。理想的本征石墨稀具有

反演对称中心，因而对于远离 Dirac 点的电子而言，只有 EY 自旋弛豫机制，而不存

在 DP 自旋弛豫机制。但是，由于结构上的涨落或者弯曲 [319, 376]、门电压提供的

垂直石墨烯平面的电场 [164, 316, 376–378]、表面附着原子 [291, 315–317, 383, 450] 和衬

底 [247, 317, 318, 451–453] 等因素的影响，Rashba 自旋轨道耦合 [66, 164, 319, 377] 会出

现，从而在 DP 机制下导致自旋的弛豫。另外，结构上的涨落（尤其是附着原子和不平

整的衬底引入的）的随机性导致的自旋轨道耦合也是随机的。在这种随机涨落的自旋轨

道耦合场下，自旋翻转散射也会贡献自旋弛豫 [252]。

关于石墨烯中的自旋弛豫的研究已经有了很多（尤其是在实验上），而且还处在

进一步的发展中。这些研究主要关注和力图解决以下两个问题：(I) 什么原因造成了

弛豫时间上实验测量和理论预测的显著差异？石墨烯由于弱的自旋轨道耦合和超精细

相互作用，其自旋弛豫时间被期待非常长，至少在 µs 的量级 [246, 247]。但是，早期

的 SiO2 衬底上的石墨烯里的自旋输运实验（绝大部分是非局域的四端 Hanle 输运测

量，见章节 1.3.2）给出的自旋弛豫时间都在 100 ps 的量级 [238, 285, 287, 454]。后来的

实验给出了 ns 量级的自旋弛豫时间 [455, 456]，仍远远小于人们的期望值。因此，什么

样的外在因素限制了石墨烯中的自旋寿命，是一个需要了解的问题。(II) 石墨烯中占主

导地位的自旋弛豫机制是什么？早期的很多实验工作者为了解释他们所得到的实验数

据，认为 EY 机制主导石墨烯中的自旋弛豫 [238, 285, 287, 457]。但是理论研究却表明，

这些得到 EY 机制主导的结论基于错误的判断，同时还表明在石墨烯中 EY 机制可以忽

略，它远远不及 DP 机制重要 [289,290]。然而，近期的几个实验却给出了排除 DP 机制

的迹象 [455,456]。这些实验表现出的显著特征是自旋弛豫对自旋守恒的动量散射的不敏

感性，而这个特征在随机涨落的自旋轨道耦合场导致的自旋翻转散射这一类 EY 机制占

主导时是可以理解的 [291]。因此，到底是哪种机制主导石墨烯中的自旋弛豫是需要解

答的问题。

除了单层石墨烯（在本论文中，若无特别说明，“石墨烯”即指石墨单层），双层

石墨烯 [458, 459] 甚至更多层石墨烯的自旋性质也引起了人们的关注。在这一章，我们

对石墨烯和多层石墨烯中关于自旋动力学的已有研究做简要介绍。
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3.1 石墨烯

3.1.1 实验研究

图图图 3-1: 左图：石墨烯中的四端非局域自旋阀测量装置。有四个铁磁电极，分别标记为 1-4。其
中电极 3 用来注入自旋极化的电子，电极 2 用来探测自旋极化信号。右图：加了沿垂直石墨烯
平面的磁场后的 Hanle 效应测量给出的自旋进动信号。摘自文献 [363]。

2007 年，Groningen 的小组首次报道了在石墨烯中用铁磁电极实现的非局域的自旋

注入和 Hanle 效应测量中的自旋进动 [363]。他们的实验装置如图 3-1 左图所示，是典

型的四端非局域的自旋阀结构。通过对 Hanle 线形的拟合可以同时得到扩散系数 D 以

及自旋弛豫时间 τs（图 3-1 右图）。他们发现，石墨烯里的自旋弛豫时间在 100 ps 的

量级，自旋扩散长度在 1 µm 的量级。此外，他们还发现，这些测量对温度不敏感。

在 Groningen 组的这个实验之后，围绕着向石墨烯实现有效的自旋注入和理解石墨烯中

的自旋弛豫等目标，人们在石墨烯中做了一系列的实验。在这里我们对这些实验研究做

简要的介绍。

3.1.1.1石墨烯的自旋注入

在上面提到的 Groningen 小组的实验中 [363]，为了克服铁磁电极和石墨烯间电导

的不匹配对自旋注入效率的不利影响，实验人员在铁磁性的 Co 电极和石墨烯中间加

入 Al2O3 层做为遂穿势垒，获得了 10 % 左右的自旋注入效率（电流通过电极后能够

获得的自旋极化度） [363]。Riverside 小组验证，如果不加遂穿势垒，即让 Co 电极和

石墨烯直接接触（“透明”接触），虽然也能够实现向石墨烯的自旋注入，但是自旋

注入效率只有 1% [239]。Riverside 小组还发现，利用 MgO 做遂穿势垒，可以实现高

达 30% 的自旋注入效率 [460]。Groningen 小组通过进一步的实验发现，在注入端电极
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上加偏压使电子更快的漂移离开电极，可以提高自旋注入效率到 31 % [461]。另一方

面，Zhang 等人指出，遂穿势垒虽然可以提到自旋注入效率，但是它的高接触电阻可能

会对器件的高频应用带来问题 [462]。为了石墨烯在高频器件中的潜在应用，他们希望

找到一种既有可观的自旋注入效率、又有适中电阻的电极。他们取 Cu 作为候选者，将

其插入铁磁电极和石墨烯中间后，发现可以得到 2.46 % 的自旋注入效率 [462]。

除了利用铁磁电极向石墨烯进行非局域的自旋注入，利用外磁场下铁磁电极中进动

的磁矩的阻尼衰减向石墨烯进行动力学的自旋泵浦注入（参考章节 1.2.3） [40, 211, 213,

214] 在最近也被研究 [215,216]。2012 年，Patra等人在铁磁电极 Py 和利用化学气相沉

积（chemical vapor deposition，CVD）方法得到的石墨烯的接触结构 Py/graphene中，

在室温下利用铁磁共振测量发现在界面处有极大加强了的 Gilbert 阻尼（Gilbert

damping）（和 Py/platinum 结构下的测量对比） [215]。他们认为这个现象表明向石墨

烯实现了动力学的自旋泵浦注入，并且推测利用化学气相沉积方法得到的石墨烯中有

比较强的自旋轨道耦合 [215]。但是，Patra 等人的实验并没有给出石墨烯获得了自旋

流的直接证据。2013 年，Tang 等人在这种动力学自旋注入的方案中，利用 Pd 电极进

行逆自旋霍尔效应测量（示意图见图 3-2），给出了石墨烯中被注入了自旋流的直接证

据 [216]。

图图图 3-2: 石墨烯中动力学的自旋泵浦注入和自旋流测量的示意图。外磁场下的 Py 电极用于自旋
泵浦注入，而 Pd 电极用于基于逆自旋霍尔效应对自旋流的测量。摘自文献 [216]。

3.1.1.2调节电子浓度时自旋弛豫对动量散射的依赖

为了理解石墨烯中的自旋弛豫，不同的组在石墨烯的四端非局域自旋阀结构中进行

了 Hanle 效应测量，并希望从自旋弛豫和动量散射的依赖关系得到石墨烯中主要的自旋

弛豫机制。Groningen 小组 [238, 285] 在室温下（见图 3-3），以及 Riverside 小组在低

温下（≤ 100 K） [287]（见图 3-4 左边两个图），通过调节电子浓度的大小都观察到了

自旋弛豫率和动量散射率之间的线性关系。由这个实验现象他们认为 EY 机制主导石墨
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图图图 3-3: 左图：室温下 Groningen 的小组在同一个石墨烯样品中通过门电压调节电子浓度（0.5-

3×1012 cm−2）观察到的自旋扩散长度和扩散系数的依赖关系。这个线性关系给出自旋弛豫时间
和扩散系数的线性关系。摘自文献 [285]。右图：室温下 Groningen 小组在不同的石墨烯样品中
通过调节电子浓度得到的自旋弛豫时间和扩散系数的依赖关系。摘自文献 [238]。

烯中的自旋弛豫。需要指出的是，理论研究（见章节 3.1.2）表明，石墨烯中 EY 机制

下的自旋弛豫时间 τEYs ≈ (~vfkf/λ)2τp（这里 λ 是 Rashba 自旋轨道耦合系数）。如果

石墨烯中 EY 机制主导，那么自旋弛豫时间和动量弛豫时间的比将正比于电子浓度。因

此，实验上在调节电子浓度时观察到的自旋弛豫时间和动量弛豫时间的线性关系实际

上无法用 EY 机制来解释 [289, 290]。Jo 等人报告在 4.2 K 的低温下，通过调节电子浓

度，他们观察到了 τs 和 τp 的非单调依赖（τs 随着浓度单调变化，但是 τp 随浓度非单

调变化）（见图 3-4 最右边的图）。不过，他们发现 τs/τp ∝ k2f 的关系是满足的，并

依此认为 EY 机制主导 [288]。但是这个结论也没有强的说服力。因为根据理论的研究

（见章节 3.1.2），τEYs /τDP
s ≈ (kf l)

2，l 是电子的平均自由程。在实验所采用的石墨烯

样品中，(kf l)
2 � 1，表明 DP 机制其实要比 EY 机制重要 [289]。

3.1.1.3自旋弛豫对自旋极化方向的各向异性依赖

除了施加横向外磁场进行 Hanle 效应测量，有个别实验采用如图 3-5(a) 所示的具有

一系列探测电极的结构做自旋信号对输运距离的依赖的测量 [237–239]。这种测量可以

给出自旋扩散长度（参考章节 1.3.2）。利用这个扩散长度，基于漂移扩散模型（参考

章节 1.5.1），可以反推出自旋弛豫的信息。Groningen 小组在这种测量中，通过外加磁

场调节铁磁电极的磁矩方向来改变注入自旋的极化方向［如图 3-5 (b)-(c) 所示］，并进

一步测量自旋输运和弛豫对注入的自旋的极化方向的依赖 [237]。他们发现，在垂直石

墨烯平面的外磁场由 0（注入的自旋在平面内极化）变为 2 T （注入的自旋垂直于石墨

烯平面极化）时，测得的自旋弛豫时间减小了约 20 %。注意到仅仅由这个自旋弛豫的

各向异性并不能确定石墨烯中主要的自旋弛豫机制。这是由于 DP 和 EY 机制都能给出

平面内和平面外弛豫的各向异性，而且两种机制下的各向异性是一致的－在没有外磁场
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图图图 3-4: 左边两个图：Riverside 组在低温下通过调节电子浓度得到的自旋弛豫时间和扩散系
数的线性关系。摘自文献 [287]。最右边一个图：4.2 K 的低温下，通过用门电压调节电子浓
度，Jo 等人观察到的自旋弛豫时间（空心圆圈，刻度在右边）对扩散系数（短划线，刻度在左
边）的非单调依赖（主要体现在图示竖立链线的左边区域）。摘自文献 [288]。

图图图 3-5: (a) 具有 6 个 Co 电极的石墨烯的扫描电子显微镜图像。F2 电极注入自旋极化的电
子，F3-F5 电极用来探测不同位置的自旋极化信号。(b)-(c) 通过外加磁场改变铁磁电极的磁矩
方向从而改变注入的自旋的极化方向。在垂直石墨烯平面的磁场达到 2 T 左右时，铁磁电极的
极化方向由 (b) 中的平面内方向变为 (c) 中的垂直平面方向。摘自文献 [237]。

的情况下，平面外比平面内的弛豫要快一倍 [291]。不过，Groningen 小组在具有不同电

子浓度的样品中的测量发现，散射越弱，自旋扩散长度越长。基于此，他们认为 EY 机

制在石墨烯的自旋弛豫中占主导（同样，如前所述，这个论断也是有问题的）。

3.1.1.4固定电子浓度下动量散射对自旋弛豫的影响

正如前面所介绍的，早期的实验人员为了得到自旋弛豫和动量散射的关系，采用了

改变电子浓度来调节动量散射的手段 [238, 285, 287, 457]。这种方法有很大的缺点。它除

了造成电子浓度的改变，还有可能同时造成其它参量（比如衬底的杂质浓度）的变化，

从而使问题复杂化。至少，EY 机制下的自旋弛豫时间和动量弛豫时间的比就正比于实

验中的变化参量－电子浓度，而不是常数。正是对这一点的忽视导致了早期实验中的错

误判断 [238,285,287,457]。

2012 年，Riverside 组对实验方案做了改进。他们在以 SiO2 为衬底的石墨烯上利

用有机配合基束缚纳米颗粒 Fe2O3 作为电荷库来提供库仑势杂质散射 [455]（图 3-6 左

图）。通过门电压操控和降温冷却手段，他们可以调节纳米颗粒的带电量从而改变动量

散射，同时又保持石墨烯中的电子浓度不变。在 10 K 的温度下，他们得到了 ns 量级的
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图图图 3-6: 左图：Riverside 组在以 SiO2 为衬底的石墨烯上利用有机配合基束缚纳米颗粒 Fe2O3 作
为一个电荷库来提供库仑势散射的示意图。右图：Riverside 组以有机配合基束缚的纳米颗
粒 Fe2O3 作为电荷库来调节动量散射的实验中观察到的自旋弛豫时间对动量散射的不敏感性。
摘自文献 [455]。

自旋弛豫时间，但是这个自旋弛豫时间对动量散射几乎没有依赖（图 3-6 右图）。这种

自旋弛豫对自旋守恒的动量散射的不敏感性给出了排除 DP 机制的信号。此外，根据我

们的研究 [291]（见第 7 章），随机 Rashba 场的涨落导致的自旋翻转散射这一类 EY 机

制对除了附着原子之外的其它因素产生的自旋守恒的动量散射确实不敏感。因此，这个

实验在倾向于排除 DP 机制的同时，还给出了对类 EY 机制的支持。

3.1.1.5附着原子和缺陷对自旋弛豫的影响

图图图 3-7: 左图：18 K 下，Riverside 组在固定的电子浓度（3×1012 cm−2）下，通过表面化

学掺金实验观察到的自旋弛豫时间和扩散系数（插图）的反比关系。摘自文献 [286]。右
图：Riverside 组在石墨烯表面掺 Mg 原子的实验中观察到的自旋弛豫时间对动量散射的不敏感
性。摘自文献 [456]。

不同的组还在保持石墨烯中电子浓度不变的情况下，通过表面化学掺杂引入附着原

子研究了其对自旋弛豫的影响。2010年，Riverside小组的 Pi等人在 18 K下通过 Au原
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子的表面化学掺杂，得到了 10-100 ps 量级的自旋弛豫时间。他们同时还发现，随着

动量散射的增强，自旋弛豫时间变长 [286]（图 3-7 左图）。对于这个实验，DP 自旋

弛豫机制被认为是重要的 [286, 291, 450]。2013 年，Riverside 组又在 12 K 的温度下利

用 Mg 原子对 SiO2 衬底上的石墨烯进行了表面化学掺杂，得到了 ns 量级的自旋弛豫

时间。但是，他们却观察到自旋弛豫时间对动量散射没有依赖（图 3-7 右图） [456]。

和前面介绍的 Riverside 组通过有机配合基束缚纳米颗粒 Fe2O3 作为电荷库来提供库仑

势杂质散射（见前面的章节 3.1.1.4） [455] 的实验一样，这个实验也给出了排除 DP 机

制的信号，同时对随机 Rashba 场的涨落导致的类 EY 机制给予了支持。如果是这种

类 EY 机制主导石墨烯中的自旋弛豫，那么在 Riverside 组的这个表面掺 Mg 的实验

中 [456]，随机 Rashba 场可能是由 Mg 原子之外的其它质量上也许更重的附着原子导致

的，并因此对 Mg 的掺杂不敏感。这些未知的“其它附着原子”很有可能是在实验上放

置铁磁电极的时候引入的。

图图图 3-8: 左图：来自 Singapore 的组在 SiO2 衬底上弱氢化（氢原子的覆盖率为 0.02-0.05%）
的石墨烯样品中利用自旋霍尔效应和非局域的逆自旋霍尔效应测量自旋弛豫的装置和原理示
意图。左侧的一对电极注入电流。在强的自旋霍尔效应下，会有自旋极化流流向中间横向的
“桥”状结构。在该“桥”状区域，施加平面内的磁场可以调控自旋的极化方向。如果自旋流
到达右侧两个电极间的石墨区域时极化方向沿着石墨平面（因而平行于自旋流的方向），则不
会在右侧的一对电极间产生逆自旋霍尔效应；如果自旋极化流有垂直于石墨烯平面的极化分
量，则会产生逆自旋霍尔效应，从而在右侧的一对电极上产生电压差。插图：氢附着原子（绿
色）导致的石墨烯表面的结构形变示意图。摘自文献 [383]。右图：通过在 Cu 上用化学气相沉
积、然后转移到 SiO2 衬底上的方法得到的波纹状石墨烯以及四端非局域自旋阀结构示意图。摘
自文献 [463]。

除了在石墨烯的表面进行金属原子的掺杂，表面氢原子掺杂对自旋弛豫的影响也

被研究。2012 年，Riverside 组在 15 K 的低温下，通过非局域的自旋输运测量得到

了 SiO2 衬底上的石墨烯在表面附着了氢原子（覆盖率 0.1 % 左右）后会形成局域磁

矩的证据 [464]。这些局域的磁矩通过自旋翻转散射贡献石墨烯中巡游电子的自旋弛

豫 [464]。随后，2013 年，Groningen 组在室温下也研究了 SiO2 衬底上部分氢化（覆盖

率 0.02 % 左右）的石墨烯的自旋弛豫 [465]。但是，他们并没有找到局域磁矩存在的

证据，反而还发现和没有掺氢的情况相比，自旋弛豫时间最大可以变长 3 倍，从而达
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到 ns 的量级 [465]。最近，来自 Singapore 的组报告，在室温下，他们在 SiO2 衬底上

弱氢化（覆盖率为 0.02-0.05%）的石墨烯样品中，利用自旋霍尔效应和非局域的逆自旋

霍尔效应测量发现自旋弛豫时间只有 90 ps（实验装置示意图见图 3-8 左图） [383]。该

实验组认为氢附着原子极大地加强了自旋轨道耦合，从而能在石墨烯中导致自旋霍尔效

应。此外，他们认为 EY 机制主导自旋弛豫，并且从 EY 机制下自旋弛豫时间的解析公

式反推出自旋轨道耦合强度 λ 在 2.5 meV 左右 [383]。

最近，Lundeberg 等人在 1 K 以下的极低温度下，基于对 SiO2 衬底上石墨烯中量

子干涉效应的测量，认为石墨烯中存在磁性缺陷，而且这些磁性缺陷导致了石墨烯中

电子的 4.7 ns 左右的自旋翻转散射时间 [466]。这个时间尺度和实验得到的自旋弛豫时

间已经很接近。因此，Lundeberg 等人认为磁性缺陷可能是导致石墨烯中电子自旋弛

豫的主要原因。在实验中，他们对石墨烯进行四端测量［图 3-9 左图 (a)］，给出了

石墨烯在垂直的弱磁场下的普适电导涨落（universal conductance fluctuation，UCF）

［图 3-9 左图 (c)］。从这个磁场依赖的涨落可以得到普适电导的去相位速率 τ−1
UCF ，而

这个去相位速率由所有的散射（电子－电子散射和电子－缺陷散射）贡献。图 3-9 右图

给出了 τ−1
UCF 对温度的依赖。其中空心圆点是平面内没有外加磁场的结果，实心圆点是

平面内加了大到 6 T 磁场的结果。这两条线都给出了零温极限下的有限饱和值，而两条

线却具有相同的斜率，并且具有对温度不敏感的差值。Lundeberg 等人认为，两条曲线

的斜率对应于电子－电子库仑散射对温度的依赖 [467, 468]，零温极限下 τ−1
UCF 的非零饱

和值给出了缺陷（磁性或者非磁性的）存在的证据。在平面内的强磁场下，磁性缺陷被

完全极化，不再贡献自旋翻转散射，因此两条曲线之间的差给出了磁性缺陷导致的自旋

翻转散射时间，在 4.7 ns 左右。

图图图 3-9: 左图：(a) 实验设置示意图。深紫色区是石墨烯，金色代表电极，浅色表示被刻蚀掉的
区域。(b) 电导对门电压的依赖。阴影区表示实验测量所选择的区域。(c) 垂直磁场下典型的普
适电导涨落。右图：τ−1

UCF 对温度的依赖。空心圆圈对应平面内无外加磁场的情形；实心圆圈对
应平面内有大到 6 T 的磁场的情形。短划线是零温极限下 τ−1

UCF 普适电导涨落区域零的参考线。
摘自文献 [466]。
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3.1.1.6波纹状的结构起伏对自旋弛豫的影响

Avsar 等人通过先在 Cu 上用化学气相沉积然后转移到 SiO2 衬底上的方法得到了

波纹状起伏的石墨烯 [463]。在该样品中，在 100 nm 左右的宽度内，石墨平面的高度

涨落 0.2-2 nm（示意图见图 3-8 右图）。电子的迁移率在 1-2×103 cm2/(V s) 附近。

通过四端非局域自旋阀结构下的 Hanle 效应测量，Avsar 等人在 5-300 K 的温度范围

内得到了对温度非常不敏感的 100 ps 量级的自旋弛豫时间 [463]。他们认为，和通过

力学剥落的方法得到的石墨烯比起来，这里的石墨烯在结构上的显著弯曲有助于增

强 Rashba 自旋轨道耦合 [376]。实际上，根据 Jeong 等人的研究，石墨烯中这种波纹状

的起伏不仅贡献 Rashba 型的自旋轨道耦合，还导致额外的类 Zeeman 项 [319]。这个

类 Zeeman 项在 K 和 K′ 能谷中具有相反的符号，它连同谷间散射会提供一个自旋弛豫

的通道 [284]。在章节 7.2 我们会具体研究这个问题。

3.1.1.7电极对自旋弛豫的影响

章节 3.1.1.1 表明，可以用不同的电极实现向石墨烯中的自旋注入。但是铁磁电极

和石墨烯的直接接触可能会引入额外的弛豫过程，从而对实验测量造成影响，使得测

得的自旋弛豫时间偏小 [454]。一种可能的因素是铁磁电极会在局部造成空间上非均匀

的漏场。这个非均匀的漏场会导致注入的自旋的进动的非均匀扩展，从而在铁磁电极

下产生自旋的弛豫。这个效应在铁磁电极/半导体的直接接触中很重要 [469]（见示意

图 3-10 左图），在铁磁电极/石墨烯的直接接触中也极有可能存在。另一个可能的因素

是铁磁电极和石墨烯的直接接触可能会导致界面处自旋翻转散射的存在。还有一种可能

因素是，注入的自旋会扩散回到铁磁电极，造成对 Hanle 输运测量的影响 [238]。通过

在铁磁电极和石墨烯中插入自旋选择的绝缘层如 Al2O3 或者 MgO 实现遂穿注入，有助

于减少上面这些铁磁电极和石墨烯直接接触导致的自旋弛豫的可能性。

图图图 3-10: 左图：利用铁磁电极向半导体注入自旋时，铁磁电极非均匀的漏场造成自旋进动的非
均匀扩展的示意图。摘自文献 [469]。右图：Groningen 小组在悬空的石墨烯上的非局域自旋阀
结构的扫描电镜图像。摘自文献 [470]。
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3.1.1.8衬底对自旋弛豫和自旋轨道耦合的影响

上面介绍的所有实验都是在 SiO2 衬底上石墨烯中的测量。除此之外，其它衬底上

的石墨烯里的自旋弛豫也有一些研究。Dlubak 等人对 SiC 衬底上石墨烯的磁阻效应的

测量表明，自旋扩散长度可以达到 100 µm 的量级 [471]。由这个扩散长度和样品中的动

量散射时间，Dlubak 估算出自旋驰豫时间在 100 ns 的量级。对于这一现象，Dlubak 等

人猜测可能是由于两个原因造成的。一个原因是 SiC 衬底上的石墨烯里电子的迁移

率要高［∼ 1-2 × 104 cm2/(V s)］，因此可能的 EY 型自旋翻转散射弱；另一个原因

是 SiC 衬底上的石墨烯要更平整一些，使得结构弯曲导致的 Rashba 自旋轨道耦合增强

这一效应变弱 [471]。但是，Groningen 的小组在 SiC 衬底上具有 2 × 103 cm2/(V s) 左

右迁移率的石墨烯样品中，采用非局域的自旋阀结构下的 Hanle 效应测量，得到自

旋扩散长度 . 1 µm，自旋弛豫时间在 ns 量级 [472]。此外，Groningen 的小组在平整

的 BN 衬底上的石墨烯中得到了更高的电子迁移率［∼ 4 × 104 cm2/(V s)］，然而自

旋扩散长度却还是和 SiO2 衬底上的石墨烯里类似，在 µm 量级，对应的自旋驰豫时

间在 100 ps 的量级 [473]。从这个实验现象，Groningen 小组得出衬底对自旋输运和驰

豫的影响很微弱这一结论 [473]。更进一步，Groningen 小组还在悬空的石墨烯中进行

了自旋输运的测量（实验装置的扫描电镜图见图 3-10 右图）。这时，电子的迁移率

进一步提高［∼ 105 cm2/(V s)］。但是，自旋扩散长度仍旧在 µm 量级，自旋驰豫时

间在 100 ps 的量级 [470]。通过在全空间非均匀体系用有磁场的漂移扩散模型进行模

拟，Groningen 小组认为电极下的石墨烯和衬底不可避免的接触对自旋的输运有很大影

响 [470]。

此外，对于不同衬底上的石墨烯里的自旋轨道耦合也有一些实验研究。石墨烯中

碳原子的轨道和衬底原子轨道的杂化有望影响石墨烯 π 带电子的自旋轨道耦合。研

究发现，对于生长在原子质量比较轻的 Ni 或 Co 衬底上的石墨烯，自旋轨道耦合导

致的自旋劈裂很小，不足以用自旋分辨的光电子谱实验来测量 [474]。如果希望在石

墨烯中得到比较大的、光学实验可分辨的自旋轨道耦合（10 meV 的量级），采用重

原子的衬底是一种可能的选择。Varykhalov 等人在 graphene/Au/Ni 的结构中发现，

石墨烯在 Dirac 点附近仍旧具有好的线性色散关系，但是 Rashba 自旋轨道耦合可

以提高到 10-100 meV 的大小 [317, 452]。最近，他们还发现，在和 Au 具有接近的原

子质量的 Ir 的 (111) 衬底上，石墨烯在 Dirac 点附近也保持好的线性色散关系，同

时 Rashba 自旋轨道耦合可以提高到 50 meV 左右 [453]。

3.1.2 理论研究

为了理解石墨烯里的自旋弛豫，理论研究是必要的 [246, 246, 247, 269, 289, 290, 315,

378, 382]。Fabian 的组从紧束缚模型给出了石墨烯中包括自旋轨道耦合的有效哈密顿

量 [382]，并从第一性原理的计算给出了内禀自旋轨道耦合和门电压下的 Rashba 自旋

轨道耦合系数的大小 [378]。在考虑了 d 轨道以及更高的轨道后，紧束缚模型给出内禀
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自旋轨道耦合强度在 12 µeV 左右 [316, 378, 382]。垂直电场 Ez 贡献的 Rashba 自旋轨

道耦合强度记为 λ = ζEz。第一性原理计算给出 ζ ≈ 5 µeV/(V/nm) [316, 378]。在典型

的 Ez = 300 kV/cm 的电场下，Rashba 自旋轨道耦合的强度 λ 在 0.1 µeV 的量级。此

外，石墨烯平面结构的弯曲也会贡献 Rashba 自旋轨道耦合 [319,376]。具有 50 nm 左右

曲率半径的结构弯曲导致局域的 Rashba 自旋轨道耦合强度约为 8.5 µeV [376]。

对于石墨烯中的 EY 和 DP 自旋弛豫机制，理论研究表明，EY 机制既不能

解释在浓度变化时自旋弛豫率和动量散射率之间的线性关系，同时也没有 DP 机

制重要 [289, 290]。根据文献 [289, 290]，EY 和 DP 机制导致的自旋弛豫时间分别

为 τEYs ≈ (~vfkf/λ)2τp 和 τDP
s ≈ ~2/(λ2τp)。因此，τEYs /τp ∝ k2f [289, 290]，和实验

中体现的与浓度无关的 τs 和 τp 的线性关系不一致 [238, 285, 287]。此外，根据这些

理论研究，τEYs /τDP
s ≈ (kf l)

2，l 是电子的平均自由程。在实验采用的石墨烯样品

中，(kf l)
2 � 1 被普遍的满足，表明 DP 机制比 EY 机制重要 [289]。由于以上原

因，EY 机制不太可能是石墨烯中主要的自旋弛豫机制。

DP 机制成了石墨烯中主导自旋弛豫的候选者之一。最初，理论上给出的 DP 机制

导致的自旋弛豫时间远远大于实验上观察到的 100-1000 ps 量级的数值 [246, 247, 475]。

这是因为这些理论计算所基于的 Rashba 自旋轨道耦合都很弱。比如，前面提到，典型

的门电压贡献的 Rashba 自旋轨道耦合强度在 0.1 µeV 的量级 [316, 378]。在这种强度

的 Rashba 自旋轨道耦合下，Ertler 等人 [378] 以及 Zhou 和 Wu [246] 计算得到 SiO2 衬

底上的石墨烯中的自旋弛豫时间在 µs 或以上的量级。再比如，在有结构弯曲的石墨烯

中，Hernando 等人计算了 µeV 量级的局域 Rashba 自旋轨道耦合下的自旋弛豫，得到

的弛豫时间在 0.1 µs 的量级 [475]。此外，除了 DP 机制，Hernando 等人还考虑了晶格

形变和石墨烯样品边界可能产生的局域磁矩对石墨烯中自旋弛豫的贡献。他们发现在他

们的模型下这个因素也只导致 0.1 µs 量级的自旋弛豫时间 [475]。

虽然门电压和结构上的弯曲贡献的 Rashba 自旋轨道耦合只有 0.1-1 µeV 的量级，

但是研究发现，其它的外在因素比如附着原子（氢原子和金原子等）以及重原子衬底，

可以通过使石墨烯结构形变而引入碳原子轨道的 sp3 杂化以及和衬底原子轨道的杂化来

极大增强 Rashba 自旋轨道耦合，使其达到 meV 甚至以上的量级 [315–318,383,452,453]

。最近，基于第一性原理的计算甚至表明，石墨烯表面覆盖率为 1/8 的 Au 原子

（每一个 2 × 2 的超原胞里有一个金原子）可以造成高达 200 meV 的 Rashba 型

自旋劈裂 [476]。在 0.1-1 meV 量级的 Rashba 自旋轨道耦合下，DP 机制给出的自

旋弛豫时间 [247, 291, 450] 和实验观测值可比。但是，DP 机制是否可以解释实验上

在 SiO2 衬底上的石墨烯中调节电子浓度时观察到的自旋弛豫率和动量散射率间的线性

关系 [238, 285, 287]，则是一个问题。另外，SiO2 衬底上石墨烯上的附着原子和结构上

的涨落对 Rashba 自旋轨道耦合的增强效应是随机的。自旋轨道耦合的随机涨落会导致

自旋翻转散射 [252, 267, 268] （参考章节 1.4.4），从而贡献自旋弛豫。从自旋翻转的角

度来说，这是一种类 EY 的机制。实际上，在波纹状起伏的石墨烯中，平均 Rashba 场

为零但是其涨落非零。这种情形下的自旋弛豫已经被 Dugaev 等人利用动力学方程研
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究过 [269]。另外，衬底中电离杂质提供的涨落电场也可以贡献随机的 Rashba 自旋轨

道耦合，它的平均值非零。这种随机 Rashba 场下的自旋弛豫也已经被 Ertler 等人利

用 Monte Carlo 模拟研究过 [247]。但是，这两种情形下计算给出的自旋弛豫时间都比

实验观测值要长很多。然而，衬底涨落和附着原子的随机分布导致的随机 Rashba 场下

的自旋弛豫却极有可能给出不一样的结果，而且这种情况下 DP 机制和类 EY 机制哪种

重要也不清楚。

基于以上原因，我们在以 SiO2 为衬底的石墨烯中建立了附着原子和衬底导

致的随机 Rashba 场的模型，并且从这个模型出发研究了石墨烯中的自旋弛豫

[291]（第 7 章）。通过拟合和比较 Groningen 组、Riverside 组和 Jo 等人的实验

[285–288]，我们发现，如果不考虑 Riverside组 Pi等人表面掺金的实验 [286]，在考虑进

随机 Rashba 场的关联长度对温度、电子浓度、附着原子浓度等因素的依赖后，DP 机

制和随机 Rashba 场的涨落导致的自旋翻转散射机制都有可能是主导的自旋弛豫机制。

如果要将这些不同组的实验（包括 Pi 等人的实验 [286]）统一解释，DP 机制是合理的

选择。进而，在 DP 机制的框架下，我们研究了 Riverside 小组 Pi 等人的实验样品中的

自旋输运 [450]（第 8 章）。我们发现，在 DP 机制下，自旋输运对注入的自旋的极化

方向有明显的各向异性依赖，而且在输运的过程中自旋极化可以在实空间进动。我们所

给出的各向异性性质以及自旋极化的实空间进动是忽略了自旋进动和相干性的漂移－扩

散模型所不能给出的 [450]。此外，我们还在大尺度波纹状起伏的低迁移率的石墨烯中

研究了 DP 机制下的自旋弛豫 [284]。在前面 3.1.1.6 章节中我们已经提到，Jeong 等人

的研究表明，这种波纹状的结构不仅导致 Rashba 的自旋轨道耦合，还贡献一个在两个

能谷中具有相反符号的类 Zeeman 项。这个类 Zeeman 项连同谷间电声散射，在室温附

近能够非常有效的导致石墨烯平面内的自旋弛豫，使得自旋弛豫时间达到 100 ps 的量

级（见章节 7.2）。

在我们的工作 [291, 450] 之后，Riverside 组通过有机配合基束缚纳米颗粒 Fe2O3 作

为电荷库来提供库仑势杂质散射（见前面的章节 3.1.1.4） [455] 以及表面掺 Mg 的实验

（见前面的章节 3.1.1.5） [456] 观察到了自旋弛豫时间对动量散射的不敏感性。这个实

验现象给出了排除 DP 机制的信号，而对随机 Rashba 场的涨落导致的自旋翻转散射

这一类 EY 机制提供了支持。为了尝试弄清楚 DP 和类 EY 机制中哪种占主导，我们

在第 8 章的末尾从解析上研究了只有类 EY 机制时石墨烯中的自旋输运。基于 DP 和

类 EY 机制下石墨烯中自旋输运性质的不同之处，我们给出了实验上从输运测量判断哪

种机制重要的可能方案。

此外，Dyrda l 和 Barnaś 还基于 Dugaev 等人给出的石墨烯的波纹状起伏导致的随

机 Rashba场的模型 [269]以及我们给出的附着原子导致的随机 Rashba场的模型 [291]，

研究了平均值为零、但是涨落非零的随机 Rashba 场下的自旋霍尔效应 [477]。他们

的研究表明，即使 Rashba 场的平均值为零，只要其涨落非零，仍旧存在自旋霍尔电

导 σsz
xy = e

4π

τp
τs
。这个霍尔电导与涨落的 Rashba 场的具体的关联函数无关，与总的动量

散射时间和自旋弛豫时间的比有关。
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3.2 双层和多层石墨烯

双层石墨烯（晶格结构示意图见 3-11 左图）中的自旋弛豫已经有了一些的实验研

究。在 SiO2 衬底上的 [287, 463, 478] 和悬空的 [479] 双层石墨烯中，实验测量的自旋弛

豫时间都在 10-1000 ps 的范围。Yang 等人的实验发现双层石墨烯中自旋弛豫时间对

温度不敏感 [478]，而 Riverside 组却报告了自旋弛豫时间随着温度升高明显下降的现

象 [287]。在低温下，这两个实验都发现自旋弛豫时间随着电子浓度的增加而下降。但

是在室温下，Yang 等人发现自旋弛豫时间随着电子浓度的增加而变长，而 Riverside 组

发现自旋弛豫时间对电子浓度不敏感。此外，Yang 等人在电子浓度相同而迁移率不同

的样品中的对比实验发现，不管在室温还是低温下，自旋弛豫时间都和迁移率成反比

（图 3-11 右图）。Avsar 通过化学气相沉积然后转移到 SiO2 衬底上的方法得到了双层

石墨烯。在这个样品中，他们测量得到的自旋弛豫时间对温度和电子浓度的依赖与前

面 Yang 等人在用力学剥落的方法得到的双层石墨烯中的测量结果在定性和定量上都是

一致的 [463]。

图图图 3-11: 左图：A-B 堆叠的双层石墨烯的晶格结构示意图。摘自文献 [480]。右图：室温
下，Yang 等人在固定电子浓度时，在不同的迁移率的双层石墨烯样品中测得的自旋弛豫时间和
迁移率的依赖关系。摘自文献 [478]。

目前关于双层石墨烯中电子的自旋弛豫有少量的理论研究。Guinea 基于对称性分

析给出了没有外电场情况下双层石墨烯中的有效哈密顿量 [481]，Fabian 的组从紧束缚

模型和第一性原理计算给出了有外电场时的完整的哈密顿量（包括 Rashba 自旋轨道耦

合），并给出了相关系数的大小 [480]。Diez 和 Burkard 在 DP 机制下考虑进长程的电

子－杂质散射，研究了双层石墨烯中最低导带电子的自旋弛豫 [482]。但是，在他们的

计算中，只考虑了层间偏压连同本征的自旋轨道耦合导致的有效自旋轨道耦合，而没有

考虑门电压额外导致的 Rashba 自旋轨道耦合。最近，Wang 和 Wu 考虑了完整的自旋

轨道耦合，研究了双层石墨烯中最低导带电子的自旋弛豫 [483]。他们发现，在门电压
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3.2 双层和多层石墨烯

下，自旋轨道耦合在两个能谷中导致方向相反的垂直于双层石墨烯平面的有效磁场。这

个方向相反的有效磁场提供谷间的非均匀扩展，在声子和短程杂质辅助的谷间散射的作

用下提供平面内的自旋弛豫的通道 [284]。在没有短程杂质的情况下，这个自旋弛豫通

道导致自旋弛豫时间对温度的依赖中一个谷的出现。谷对应的自旋弛豫时间在 100 ps的

量级，和实验值可比拟。此外，这个自旋弛豫通道还导致平面内和平面外自旋弛豫的各

向异性。在他们的研究中，所有相关的散射都严格考虑了进来。

对于更多层的石墨烯里的自旋弛豫也有一些实验研究。Abel 等人在三层石墨烯中

利用 Co 电极和石墨烯直接接触做了四端非局域自旋阀的自旋输运测量 [484]。他们

发现，随着温度从 150 K 升高到 230 K，自旋扩散系数变大，而自旋弛豫时间变短。

基于这个现象，他们认为 DP 机制主导自旋弛豫。此外，实验观察到的自旋弛豫时间

只有 10 ps 的量级。他们认为铁磁电极和石墨烯的直接接触是造成这么短的自旋弛豫

时间的一个可能因素。Groningen 小组还在多层石墨烯中利用 Hanle 效应研究了室温

下自旋的弛豫和输运 [457]。通过调节电子浓度，他们发现，从单层到 20 层的石墨烯

样品中，都观察到自旋扩散长度（自旋弛豫时间）对扩散系数的线性依赖（图 3-12 左

图）。基于这个现象，他们认为在他们的单层和多层石墨烯样品中 EY 机制主导自

旋弛豫。他们还研究了自旋扩散长度关于扩散系数的比例系数对层数的依赖。结果

表明，层数越多，这个系数越大，意味着自旋弛豫时间越长（图 3-12 右图）。在他

们的实验中，测量得到的自旋弛豫时间最大在 500-600 ps 的范围。此外，Goto 等人

在 2.5 nm 厚度的多层石墨烯中，通过非局域的自旋阀测量，发现自旋扩散长度最大

可以达到 8 µm [485]。最近，在理论上，Kormányos 和 Burkard 从对称性分析和紧束

缚模型的角度研究了 ABC 堆叠的三层石墨烯中本征的自旋轨道耦合 [486]。同时，他

们还讨论了衬底或者附着原子使得三层石墨烯中的一层的自旋轨道耦合得到加强的情

形 [486]。

图图图 3-12: (a) Groningen 组在 14 层石墨烯中，利用四端非局域自旋阀的 Hanle 效应测量得到的
自旋扩散长度对扩散系数的线性关系。(b) 自旋扩散长度和扩散系数的比例系数对石墨烯层数的
依赖。摘自文献 [457]。
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第三章 石墨烯中的自旋动力学研究

3.3 小结

关于石墨烯中的自旋动力学已经有了非常多的实验研究。但是，目前为止，这些

丰富的实验现象还没有彻底的理解。同时，关于石墨烯中自旋动力学的理论研究却还

不足够。第 7 和第 8 章将依次介绍我们在石墨烯中对于自旋弛豫和输运的工作。在章

节 8.6，我们将从自旋输运的角度给出一个实验上确定单层石墨烯中 DP 和类 EY 机制

中哪一个主导自旋弛豫的可能方案。
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第第第四四四章章章 动动动力力力学学学自自自旋旋旋 Bloch 方方方程程程和和和自自自旋旋旋弛弛弛豫豫豫机机机制制制

在这一章，我们介绍动力学自旋 Bloch 方程，并基于该方程讨论时间域里自旋弛豫

和空间域里自旋输运的性质。在本论文中，对二维电子体系的自旋动力学的研究都是基

于动力学自旋 Bloch 方程方法。

动力学自旋 Bloch 方程是 Wu 将光学 Bloch 方程推广到自旋空间建立和发展起

来的 [11]。它最初被用以研究半导体里载流子的自旋动力学 [11]，之后被扩展到石墨

烯 [246, 284, 291, 450] 和拓扑绝缘体 [487] 等体系。动力学自旋 Bloch 方程方法具有如

下特点：(I) 它能够将所有的散射包括库仑散射严格完整的包含进来 [264]；(II) 能够

考虑进各种外场如静电场、静磁场甚至是含时外场 [488, 489] 的效应；(III) 能够处理

远离平衡（如大的自旋极化、大的外加电场）的情况 [308, 490, 491]；(IV) 能够将主要

的自旋弛豫机制，包括 DP、EY、BAP 和随机自旋轨道耦合导致的自旋翻转散射等机

制同时考虑进来 [278, 291, 300, 325]；(V) 能够处理多体效应，除了前面提到的库仑散

射，库仑作用导致的 Hartree-Fock 自能和多体的动态屏蔽效应都可以很好地被囊括进

来 [307–309, 492]；(VI) 能够应用到空间均匀体系里自旋弛豫和非均匀体系里自旋输运

的研究 [275,276,450,493]。

由于在本论文中，我们关注二维电子体系，因此我们在二维体系下给出动力学自

旋 Bloch 方程的形式。

4.1 动力学自旋 Bloch 方程

通过非平衡格林函数方法，在广义的 Kadanoff-Baym 假设下，可以得到动力学的

自旋 Bloch 方程 [11]

∂ρk(r, t)

∂t
=

∂

∂t
ρk(r, t)

∣∣∣∣
coh

+
∂

∂t
ρk(r, t)

∣∣∣∣
scat

+
∂

∂t
ρk(r, t)

∣∣∣∣
dif

+
∂

∂t
ρk(r, t)

∣∣∣∣
dri

. (4.1)

这里 ρk(r, t) 是二维平面内位置 r，时刻 t 下单粒子的密度矩阵。对于单带体系，考虑

自旋自由度，ρk(r, t) 是一个 2 × 2 的矩阵。其对角部分表示载流子的分布，非对角部分

表示两个自旋自由度间的关联。对于 n 带体系，原则上 ρk(r, t) 是 2n× 2n 的矩阵。如

果带间的关联可以忽略，则 ρk(r, t) 约化为 n 个 2 × 2 的矩阵，自旋 Bloch 方程相应的

变为 n 个 2 × 2 的密度矩阵所满足的方程组。



第四章 动力学自旋 Bloch 方程和自旋弛豫机制

方程 (4.1) 等号右边的第一项是自旋在自旋轨道耦合产生的有效磁场以及外磁场下

的相干进动项，
∂

∂t
ρk(r, t)

∣∣∣∣
coh

= −i[Ek(r, t), ρk(r, t)], (4.2)

其中 [A,B] = AB − BA 是对易子。这里 (Ek(r, t))n1n2 = 〈n1|H0|n2〉 + eE · 〈n1|r|n2〉 +

Σn1n2
HF (k, r, t)。He = H0+eE·r是单电子哈密顿量，其中H0 = P2

2m∗ +Hso(P)+ 1
2
gµBB·σ+

V (z)，Hso(p) 是自旋轨道耦合，B 是外加磁场，V (z) 是约束势（假设量子阱的约束沿

着 z 方向），E 是外加电场。{|n〉} 是一组正交归一的基。在强约束以及 Voigt 构型的

磁场下（或者其它构型下的小磁场），磁场的轨道效应可以忽略，因而机械动量 P 用

正则动量 p代替。这时 H0 的本征态可以记为 |k〉|n〉k，满足 H0|k〉|n〉k = εn(k)|k〉|n〉k。
这里 |k〉 是量子阱平面内的平面波，|n〉k 用以标记子带和自旋态。如果我们取正交归
一的基 {|n〉} 为 {|k〉|n〉k}，则由该基构成的 Hilbert 空间称为 helix 自旋空间，在该空

间 H0 是对角的。更多时候我们将基的自旋部分取定为固定动量 k = k0 如 Γ 点处的情

形 {|k〉|n〉k0} （该基是自旋 σz 矩阵的本征态）构成 Hilbert 空间，称为 collinear 自旋

空间。在该自旋空间下，由于自旋轨道耦合的存在，H0 一般不是对角的。这两个空间

通过幺正变换联系。若在量子阱强约束下只考虑最低子带，则可以记 helix 自旋空间的

基为 {|k+〉, |k−〉}，而 collinear 自旋空间的基为 {| ↑〉, | ↓〉}。联系两个自旋空间的幺正
变换矩阵为

Uk =

(
〈↑ |k+〉 〈↑ |k−〉
〈↓ |k+〉 〈↓ |k−〉

)
. (4.3)

∑
HF(k, r, t) = −

∑
qqz

I(qz)ρk−q(r, t)V (q, qz)I(−qz) 是 Hartree-Fock 自能。其中形状因

子 In1n2(qz) = 〈n1|eiqzz|n2〉，V (q, qz) 是库仑相互作用矩阵元。在单带的 collinear 自旋空

间，形状因子是对角的。

方程 (4.1) 等号右边的第二项是散射项，

∂

∂t
ρk(r, t)

∣∣∣∣
scat

= −{Sk(>,<) − Sk(<,>) + Sk(>,<)† − Sk(<,>)†}, (4.4)

考虑进自旋守恒的散射如电子杂质散射、电子声子散射和电子电子散射，在 Marko-
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4.1 动力学自旋 Bloch 方程

vian 近似 [262] 下，

Sk(>,<) =πNi

∑
Q,n1n2

Vi(Q)I(qz)ρ
>
k−qTk−q,n1Vi(−Q)I(−qz)Tk,n2ρ

<
k

× δ(εn1(k− q) − εn2(k)) + π
∑

Qλ,n1n2

Mλ(Q)I(qz)ρ
>
k−qTk−q,n1

×Mλ(−Q)I(−qz)Tk,n2ρ
<
k [N<

λ (−Q)δ(εn1(k− q) − εn2(k) − ωλ,−Q)

+N>
λ (Q)δ(εn1(k− q) − εn2(k) + ωλ,Q)] + π

∑
qqzk′q′z ,n1n2n3n4

V (q, qz)

× I(qz)ρ
>
k−qTk−q,n1V (−q, q′z)I(−q′z)Tk,n2ρ

<
k Tr[I(−qz)ρ>k′Tk′,n3I(q′z)

× Tk′−q,n4ρ
<
k′−q]δ(εn1(k− q) − εn2(k) + εn3(k

′) − εn4(k
′ − q)). (4.5)

Sk(<,>) 由 Sk(<,>) 交换 < 和 > 得到。在上面的方程中，Q = (q, qz)，Ni 是杂质

浓度，Vi(Q) 是电子杂质的库仑散射矩阵元，Mλ(Q) 是电子声子散射的矩阵元，λ 标

记不同的声子支，声子色散关系为 ωλ,Q。N
<
λ (Q) 是声子的玻色统计。N>

λ (Q) = 1 +

N<
λ (Q)，ρ<k = ρk，ρ

>
k = 1 − ρk。Tk,n = |k〉|n〉kk〈n|〈k|。

注意到在散射项中，载流子的严格能谱 εn(k) 包括自旋轨道耦合的贡献。采用这

种能谱的载流子的统计称为 helix 统计。这对数值处理散射项非常不利。在自旋轨道

耦合造成的能量劈裂相对费米能来说很小时，我们通常在 εn(k) 中忽略自旋轨道耦合

的贡献，这对应 collinear 统计。在 collinear 统计下，对散射项的数值处理变得相对容

易。这时候对于单带模型，两个自旋带近似简并，即 εn1(k) ≈ εn2(k) ≈ ε(k)。利用条

件
∑

n Tk,n = 1，方程 (4.5) 可以简化为

Sk(>,<) =πNi

∑
Q

Vi(Q)I(qz)ρ
>
k−qVi(−Q)I(−qz)ρ<k δ(ε(k− q) − ε(k))

+ π
∑
Qλ

Mλ(Q)I(qz)ρ
>
k−qMλ(−Q)I(−qz)ρ<k [N<

λ (−Q)δ(ε(k− q) − ε(k) − ωλ,−Q)

+N>
λ (Q)δ(ε(k− q) − ε(k) + ωλ,Q)] + π

∑
qqzk′q′z

V (q, qz)I(qz)ρ
>
k−qV (−q, q′z)

× I(−q′z)ρ<k Tr[I(−qz)ρ>k′I(q′z)ρ
<
k′−q]δ(ε(k− q) − ε(k) + ε(k′) − ε(k′ − q)).

(4.6)
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第四章 动力学自旋 Bloch 方程和自旋弛豫机制

在 collinear 自旋空间，形状因子是对角的，上面的方程进一步简化为

Sk(>,<) =πNi

∑
q

|Uq|2ρ>k−qρ
<
k δ(ε(k− q) − ε(k))

+ π
∑
Qλ

|gQλ|2ρ>k−qρ
<
k [N<

λ (−Q)δ(ε(k− q) − ε(k) − ωλ,−Q)

+N>
λ (Q)δ(ε(k− q) − ε(k) + ωλ,Q)] + π

∑
qk′

V 2
q ρ

>
k−qρ

<
k

× Tr[ρ>k′ρ<k′−q]δ(ε(k− q) − ε(k) + ε(k′) − ε(k′ − q)). (4.7)

这里 |Uq|2 =
∑

qz
Vi(Q)Vi(−Q)I(qz)I(−qz)，|gQλ|2 = Mλ(Q)Mλ(−Q)I(qz)I(−qz) 以

及 Vq =
∑

qz
V (q, qz)I(qz)I(−qz)。在 collinear 自旋空间，在无规相位近似（random

phase approximation，RPA）下，电子和杂质的静态屏蔽库仑势为

V (q, qz) = V0(Q)/ε(q), (4.8)

Vi(q, qz) = ZiV0(Q)/ε(q). (4.9)

对于准二维体系的量子阱，裸的库仑势 V0(Q) = 4πe2/Q2。Zi 是杂质所带的电

荷。RPA 屏蔽

ε(q) = 1 −
∑
qz

V0(Q)|I(qz)|2
∑
kσ

fk+qσ − fkσ
ε(k + q) − ε(k)

, (4.10)

其中 fkσ 是密度矩阵的对角元，代表粒子分布。

方程 (4.1) 等号右边的第三项是载流子浓度梯度导致的空间扩散项，

∂

∂t
ρk(r, t)

∣∣∣∣
dif

= −1

2
{∇kEk(r, t),∇rρk(r, t)}, (4.11)

而最后一项是电场的驱动项,

∂

∂t
ρk(r, t)

∣∣∣∣
dri

=
1

2
{∇rEk(r, t),∇kρk(r, t)}. (4.12)

这里 {A,B} = AB +BA 是反对易子。在扩散项中，我们通常不考虑自旋轨道耦合以及

电场对能量 Ek 的贡献，因而
∂
∂t
ρk(r, t)

∣∣
dif

= −∇kε(k) · ∇rρk(r, t)。在 collinear 自旋空

间，电场驱动项简化为 ∂
∂t
ρk(r, t)

∣∣
dri

= eE · ∇kρk(r, t)。

综上，在 collinear 自旋空间，如果电场沿着 x 方向，则动力学的自旋 Bloch 方程
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4.2 时间域的自旋弛豫机制

通常具有如下形式

∂ρk(r, t)

∂t
= − i[Hso(k) +Hz(B) + ΣHF(k, r, t), ρk(r, t)] − ∂kxε(k)∂xρk(r, t) + eE∂kxρk(r, t)

+
∂

∂t
ρk(r, t)

∣∣∣∣
scat

, (4.13)

这里 Hso(k) = Ωk ·σ 是自旋轨道耦合，Hz(B) = gµBB ·σ/2是 Zeeman项。在 Hso(k)+

Hz(B) 的自旋本征态构成的 helix 空间，由于基变换通过幺正矩阵 (4.3) 联系，因而此

时动力学的自旋 Bloch 方程变为

∂ρhk(r, t)

∂t
= − i[

1

2
(ε+(k) − ε−(k))σz + Σh

HF(k, r, t), ρhk(r, t)] − ∂kxε(k)∂xρ
h
k(r, t)

+ eE∂kxρ
h
k(r, t) + eE[U †

k∂kxUk, ρ
h
k(r, t)] +

∂

∂t
ρhk(r, t)

∣∣∣∣
scat

. (4.14)

这里 ρhk(r, t) = U †
kρk(r, t)Uk，是 helix 自旋空间的密度矩阵。散射项 ∂

∂t
ρhk(r, t)

∣∣
scat
由

方程 (4.13) 中的散射项 ∂
∂t
ρk(r, t)

∣∣
scat
在 Uk 下的幺正变换得到。该表象下的 Hartree-

Fock 自能也经过幺正变换而得到。

4.2 时间域的自旋弛豫机制

在前面的章节 1.4 中，我们对主要的自旋弛豫机制已经做了简要介绍。这里我们在

动力学自旋 Bloch 方程的框架下进一步考虑这些弛豫机制。

4.2.1 D’yakonov-Perel’ 自旋弛豫机制

在不考虑散射以及 Hartree-Fock 自能时，时间域里的动力学自旋 Bloch 方程具有自

由演化解

ρk(t) = e−
i
~hk·σt/2ρk(0)e

i
~hk·σt/2, (4.15)

其中

hk = 2Ωk + gµBB. (4.16)

这个解体现出时间域里自旋轨道耦合导致的自旋进动的非均匀扩展。在没有散射的情况

下，非均匀扩展的自旋进动的干涉效应导致可逆的自旋弛豫。但是，在散射存在时，这

个过程变为不可逆的。

我们以具有抛物能谱和 Rashba 自旋轨道耦合的二维电子系统为例，从动力学

86



第四章 动力学自旋 Bloch 方程和自旋弛豫机制

自旋 Bloch 方程出发，解析上研究在强的弹性散射区域，DP 机制下的自旋弛豫。

在 collinear 自旋空间，对于无外场（电场和磁场）的空间均匀的体系，只考虑电子－杂

质散射，并且忽略 Hartree-Fock 自能，动力学自旋 Bloch 方程为

∂tρk(t) = − i

~
[Ωk · σ, ρk(t)] − 2πNi

~
∑
k′

|Uk−k′|2δ(εk − εk′)[ρk(t) − ρk′(t)]. (4.17)

这里 Ωk = αR(−ky, kx, 0)，是 Rashba自旋轨道耦合提供的有效磁场。εk = ~2k2/2m∗ 是

电子的动能。

对于方程 (4.17)，将 ρk(t) 关于角度 θk 做傅立叶变换，即 ρk(t) =
∑

l ρ
l
k(t)eilθk，我

们得到

∂tρ
l
k(t) = −αRk

2~
[σ+, ρ

l+1
k (t)] +

αRk

2~
[σ−, ρ

l−1
k (t)] − ρlk(t)

τ lk
, (4.18)

这里 σ± = σx ± iσy，且

1

τ lk
=
m∗Ni

2π~3

∫ 2π

0

dθ|Uq|2(1 − cos lθ), (4.19)

其中 |Uq|2 只依赖于 |q| = 2k sin θ
2
。在强散射条件下保留 ρlk(t) 的 l = 0、±1 的最低三

阶，并且利用初始条件 ρlk(0) = δl0ρ
0
k(0)，我们可以得到关于 ρ0k(t) 的二阶微分方程，

∂2t ρ
0
µk(t) +

1

τ 1k
∂tρ

0
µk(t) +

α2
Rk

2

2~2
[σx, [σx, ρ

0
µk(t)]] +

α2
Rk

2

2~2
[σy, [σy, ρ

0
µk(t)]] = 0, (4.20)

以及附加的初始条件 ∂tρ
0
k(0) = 0。定义自旋极化矢量 S0

k(t) = Tr[ρ0k(t)σ]，我们可以从上

面的方程得到 S0
k(t) 满足的方程

[
∂2t +

1

τ 1k
∂t +

2α2
Rk

2

~2
(1 + δαz)

]
S0
kα(t) = 0, (4.21)

这里 α = x, y, z。在初始条件 ∂tS
0
kα(0) = 0 下，S0

kα(t) 的解为

S0
kα(t) =

S0
kα(0)

2

[(
1 +

1√
1 − c2α

)
e
− t

2τ1
k

(1−
√

1−c2α)
+
(

1 − 1√
1 − c2α

)
e
− t

2τ1
k

(1+
√

1−c2α)
]
,

(4.22)

其中 cα = 2
√

2(1 + δαz)αRkτ
1
k/~。当散射足够强使得 cα � 1 时，有

S0
kα(t) ≈ S0

kα(0)e
− t

4τ1
k
/c2α ≡ S0

kα(0)e−
t
τα . (4.23)
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4.2 时间域的自旋弛豫机制

因而，沿着 x 和 y 方向的自旋弛豫时间为 τx = τy = ~2/(2α2
Rk

2τ 1k )，而沿着 z 方向的

自旋弛豫时间为 τz = ~2/(4α2
Rk

2τ 1k )。平面内和平面外的弛豫体现出各向异性。从方

程 (4.19) 可以看出，τ 1k 实际上就是电子杂质所贡献的动量散射时间 τp(k)。自旋弛豫时

间和动量弛豫时间成反比，是 DP 机制在强散射区域的典型行为，它来源于散射对非均

匀扩展的抑制效应。在章节 1.4.2 中介绍的单体公式定性地给出了这个性质。但是，完

整的动力学自旋 Bloch 方程可以将所有的散射包括库仑散射严格地定量考虑进来。从

定性上来说，它导致的效果是，τp(k) 被修正为 τ ∗p (k)，因而各种散射（包括库仑散射）

对 τ ∗p (k) 的影响导致自旋弛豫的丰富行为。

在弱散射区，和上面的过程类似做解析解不一定可行，因为此时在傅立叶变换后只

保留最低的三阶不一定保证结果的收敛。但是，由解 (4.22) 出发可以定性地了解弱散射

区的自旋弛豫的行为。在 cα � 1 的弱散射区，该解变为

S0
kα(t) = S0

kα(0)e
− t

2τ1
k

[
cos

√
c2α − 1t

2τ 1k
+

1√
c2α − 1

sin

√
c2α − 1t

2τ 1k

]
. (4.24)

这个解表明，在弱散射区，自旋极化边进动边衰减。动量散射提供自旋弛豫的通道，因

而自旋弛豫率 ∼ 动量散射率。在弱散射区对动力学自旋 Bloch 方程严格的数值解体现

出了这种性质 [11, 281,284]。

4.2.2 Elliott-Yafet 自旋弛豫机制

上面考虑 DP 自旋弛豫机制的时候，是直接从所要考察的带所构成的子空间里的有

效哈密顿量（包含自旋轨道耦合）出发的。在前面的章节 2.1.3 和 2.1.4 中，我们介绍

了从描述多带的 k · p 哈密顿量通过 Löwdin 块对角化 [333, 334] 得到子空间有效哈密顿

量的过程。这个过程实际上是对多带的 k · p 哈密顿量［如 Kane 哈密顿量 H8×8(k)］

做幺正变换，使得 H̃8×8(k) ≡ e−SkH8×8(k)eSk 块对角化，从而在所关注的子空间内将该

空间与其它空间的耦合有效地考虑进来 [333]。但是，在这个过程中，基函数也相应地

做了 e−Sk 的幺正变换，使得基的自旋部分不再是原来的角动量算符的本征态，而会引

入其它带的自旋部分的混合，从而构成“准自旋”。把这个效应考虑进来后，任何自旋

守恒的散射都会在不同的“准自旋”态间造成翻转。这就是在前面章节 1.4.1 中所介绍

的 EY 自旋弛豫机制中的 Elliott 过程。在动力学自旋 Bloch 方程中，考虑进这种由波

函数的混合导致的自旋翻转散射，就可以将 Elliott 机制囊括进来。

在 Löwdin 块对角化的过程中，Sk 矩阵是反厄米的，即 S†
k = −Sk [333]。我们假

设为了从 (m + n) × (m + n) 维度的空间得到 m ×m 维度子空间的有效哈密顿量，则

在 Löwdin 块对角化的过程中所采用的 Sk 具有矩阵形式

Sk =

(
0 sm×n(k)

−s†m×n(k) 0

)
. (4.25)
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第四章 动力学自旋 Bloch 方程和自旋弛豫机制

在 e−Sk 幺正变换的 Sk 的零阶和二阶贡献下，m ×m 子空间内不同动量态间的散射矩

阵元为 Ṽk,k′ = Vk,k′Λk,k′，其中

Λk,k′ = 1 − 1

2
[sm×n(k)s†m×n(k) − 2sm×n(k)s†m×n(k′) + sm×n(k′)s†m×n(k′)]. (4.26)

这里 Vk,k′ 是纯的自旋态下的散射矩阵元，是正比于单位阵的。Λk,k′ 中非 1 的部

分来自 Elliott 机制下长程相互作用的贡献，一般是非对角的。在不考虑这一机制

时，Λk,k′ 取为 1 。

对于体的 III-V 族半导体材料，在从 8 × 8 的 Kane 哈密顿量出发块对角化到导带

电子的过程中，可以得到

Λk,k′ = 1 − iλc(k× k′) · σ. (4.27)

其中 λc = η(1−η/2)
3meEg(1−η/3)

［参考方程 (1.10)］。而对于半导体量子阱，以章节 2.1.4 中

介绍的 Ge/SiGe 量子阱为例，如果要考虑最低重空穴子带的 Elliott 长程相互作用过

程 [326]，则

Λk,k′ = 1 − 1

2

∑
α=l,s

+∞∑
n=1

[sh0αn2×2 (k)sh0αn2×2

†
(k) − 2sh0αn2×2 (k)sh0αn2×2

†
(k′) + sh0αn2×2 (k′)sh0αn2×2

†
(k′)],

(4.28)

其中

sh0αn2×2 (k) =

 − 〈Ψ1h0|H
(||)
L |Ψ1αn〉

E
(h)
0 −E

(α)
n

− 〈Ψ1h0|H
(||)
L |Ψ2αn〉

E
(h)
0 −E

(α)
n

− 〈Ψ2h0|H
(||)
L |Ψ1αn〉

E
(h)
0 −E

(α)
n

− 〈Ψ2h0|H
(||)
L |Ψ2αn〉

E
(h)
0 −E

(α)
n

 . (4.29)

动力学的自旋 Bloch 方程将自旋翻转的散射项包含进来，需要做相应的修正。以电

子杂质散射为例，方程 (4.6) 中的对应项需要改写为

Sei
k (>,<) =πNi

∑
Q

Vi(Q)Λk,k−qI(qz)ρ
>
k−qVi(−Q)Λk−q,kI(−qz)ρ<k δ(ε(k− q) − ε(k)).

(4.30)

这里面既包含自旋守恒的散射，也包含自旋翻转的散射。

4.2.3 其它自旋弛豫机制

BAP 机制是电子空穴的交换作用导致的，它也可以在动力学自旋 Bloch 方程中考

虑进来。文献 [278, 300] 给出了动力学自旋 Bloch 方程中电子空穴自旋翻转散射的形
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4.3 空间域的输运过程中的自旋弛豫机制

式。此外，随机的自旋轨道耦合导致的自旋翻转散射可以认为是来自自旋依赖的势散

射，在处理上类似于电子杂质散射，但是散射矩阵元在 collinear 自旋空间不再是对角

的。在章节 1.4.4 中我们已经在密度矩阵的描述下给出了随机自旋轨道耦合导致的翻转

散射的实例。在后面的章节 7.1 中，我们会在动力学自旋 Bloch 方程的框架下包含进随

机 Rashba 场导致的自旋翻转散射项，对石墨烯里的自旋弛豫做具体的研究。

4.3 空间域的输运过程中的自旋弛豫机制

在空间域非均匀的体系中，假设系统在 x 方向有浓度梯度或者有外加电场，动力学

自旋 Bloch 方程在 collinear 自旋空间由方程 (4.13) 给出。我们先不考虑方程中的散射

项、电场驱动项以及 Hartree-Fock 自能，则该方程有稳态解

ρk(x, t = +∞) = e−iωk·σx/2ρk(0, t = +∞)eiωk·σx/2, (4.31)

其中

ωk =
2Ωk + gµBB

∂kxε(k)
. (4.32)

注意到与时间域不同，在空间域里自旋扩散的进动频率不仅与有效磁场有关，还与载流

子的群速度有关。这个动量依赖的空间进动频率提供自旋输运过程中的非均匀扩展，在

有散射的情况下，导致输运过程中不可逆的自旋弛豫。

4.3.1 D’yakonov-Perel’ 自旋弛豫机制下的自旋输运

下面我们仍旧以具有抛物能谱和 Rashba 自旋轨道耦合的二维电子系统为例，展示

在有自旋轨道耦合提供的有效磁场的情况下的自旋扩散性质。没有外加电场。

在 collinear 自旋空间，只考虑强的电子杂质散射，忽略 Hartree-Fock 自能，描述

沿着 x 方向的扩散的动力学自旋 Bloch 方程为

∂ρk(x, t)

∂t
= − i

~
[Ωk · σ, ρk(x, t)] − 2πNi

~
∑
k′

|Uk−k′|2δ(εk − εk′)[ρk(x, t) − ρk′(x, t)]

− ~k
m∗ cos θk

∂ρk(x, t)

∂x
. (4.33)

对稳态的动力学自旋 Bloch 方程做关于幅角 θk 的傅立叶变换，得到 ρlk(x) ［ρlk(x) =
1
2π

∫ 2π

0
dθkρk(x)e−ilθk 以及 ρk(x) ≡ ρk(x,+∞)］满足的方程

∂x
∑
l0=±1

ρl+l0
k (x) + γ[σ+, ρ

l+1
k (x)] − γ[σ−, ρ

l−1
k (x)] +

2m∗

~k
ρlk(x)

τ lk
= 0 (4.34)
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这里 γ = αRm
∗/~2。保留 ρlk(x) 的最低三阶，得到只含 ρ0,±1

k (x) 的方程

∂x
∑
l0=±1

ρl0k (x) + γ[σ+, ρ
1
k(x)] − γ[σ−, ρ

−1
k (x)] = 0, (4.35)

∂xρ
0
k(x) − γ[σ−, ρ

0
k(x)] +

2m∗

~k
ρ1k(x)

τ 1k
= 0, (4.36)

∂xρ
0
k(x) + γ[σ+, ρ

0
k(x)] +

2m∗

~k
ρ−1
k (x)

τ 1k
= 0. (4.37)

从这些方程可以得到 ρ0k(x) 满足的二阶微分方程，

∂2xρ
0
k(x) + 2iγ[σy, ∂xρ

0
k(x)] − γ2[σx, [σx, ρ

0
k(x)]] − γ2[σy, [σy, ρ

0
k(x)]] = 0. (4.38)

注意到从一开始只有 ρlk(x) 最低的三阶被考虑，电子杂质散射时间不出现在上面的方程

中。这表明具有 Rashba 自旋轨道耦合时，在强散射极限，自旋扩散对散射不敏感。自

旋极化矢量 S0
k(x) ≡ Tr[ρ0k(x)σ] 满足方程 ∂2x − 4γ2 0 −4γ∂x

0 ∂2x − 4γ2 0

4γ∂x 0 ∂2x − 8γ2


 S0

kx(x)

S0
ky(x)

S0
kz(x)

 = 0. (4.39)

利用边界条件可以从上面的方程解出 S0
k(x)。所有不同电子态贡献的总的自旋信号为

S(x) =
1

4π2

∫ +∞

0

dk

∫ 2π

0

dθkkTr[ρk(x)σ] =
1

2π

∫ +∞

0

dkkS0
k(x). (4.40)

接下来我们在三种典型的边界条件下给出 S(x) 的解。

对于注入的自旋极化沿着 x 方向的情况，边界条件为 (I) S0
k(0) = (S0

k(0), 0, 0) 以

及 S0
k(+∞) = 0，我们有解

S(x) = S(0)e−x/lx


√

1 + ∆2 sin(ωx+ φ)

0

c1 sin(ωx)

 . (4.41)

对于注入的自旋极化沿着 y 方向的情况，边界条件为 (II) S0
k(0) = (0, S0

k(0), 0) 以

及 S0
k(+∞) = 0，解为

S(x) = S(0)e−x/ly

 0

1

0

 . (4.42)
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对于注入的自旋极化沿着 z 方向的情况，边界条件为 (III) S0
k(0) = (0, 0, S0

k(0)) 以

及 S0
k(+∞) = 0, 解为

S(x) = S(0)e−x/lz

 c2 sin(ωx)

0

−
√

1 + ∆2 sin(ωx− φ)

 . (4.43)

在上面的方程中 S(0) = 1
2π

∫ +∞
0

dkkS0
k(0)，以及

lx = lz =

√
7

(2
√

2 − 1)
√

1 + 2
√

2

1

γ
, (4.44)

ly =
1

2γ
, (4.45)

ω =

√
1 + 2

√
2

1

γ
. (4.46)

其中 c1 = − 4

(1+
√
2)
√

1+2
√
2
，c2 =

(20
√
2−24)

√
1+2

√
2

7
，∆ = 8

√
2−11√
7
以及 φ = arctan 1

∆
。

由于在 Rashba 自旋轨道耦合下，ωk = 2γ(− tan θk, 1, 0)，因而 〈ωk〉 = 2γ(0, 1, 0)。

因此，在输运的过程中，自旋感受到沿着 y 方向的静磁场，从而在 x-z 平面内进动，而

在 y 方向只有指数衰减，没有进动。从上面的解中我们还可以看到，在 Rashba 自旋轨

道耦合下，如果系统处在强散射区，自旋的输运对散射不敏感。在第 8 章，我们会在具

有 Rashba 自旋轨道耦合的石墨烯中研究自旋的扩散。虽然石墨烯中的电子具有线性能

谱，但是在自旋扩散中也表现出了同样的性质。

对施加了电场后的输运行为的研究，可以参考第 8 章。一般来说，施加电场后，自

旋极化在空间的进动频率不改变，但是当电场方向和电子自旋的注入方向反平行（平

行）时，自旋输运长度会变长（短） [276, 493]。对于有自旋翻转散射存在时（EY 或者

类 EY 机制主导）的自旋输运，可以参考章节 8.6。

4.3.2 静磁场对自旋输运的影响

在没有 Dresselhaus 或者 Rashba 自旋轨道耦合提供的有效磁场时，不管有没有外

加静磁场，在时间域里都没有 DP 机制下的自旋弛豫，因为不存在非均匀扩展。但是在

输运过程中则不一样。从方程 (4.32) 可以看出，即使没有动量依赖的有效磁场，单纯的

静磁场也会由于群速度对动量的依赖提供非均匀扩展，

ωk =
gµBB

∂kxε(k)
. (4.47)
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这个性质最早由 Weng 和 Wu 在 2002 年指出 [274]。图 4-1 给出了只有静磁场的情

况下，纯粹由这种动量依赖的空间进动的干涉效应导致的自旋极化的衰减 [274]。在

第 6 章，我们会具体的在对称的 Si/SiGe 量子阱中研究没有 DP 自旋弛豫机制时静磁场

导致的输运过程中的自旋弛豫 [332]。

图图图 4-1: 实线：在只有静磁场下，自旋依赖的电子浓度在梯度方向的分布。自旋极化的衰减纯粹
由动量依赖的空间进动的干涉效应造成。摘自文献 [274]。
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第第第五五五章章章 半半半导导导体体体量量量子子子阱阱阱中中中的的的自自自旋旋旋弛弛弛豫豫豫

5.1 研究背景

在这一章里我们研究半导体量子阱中的自旋弛豫。在这方面已经有了比较多的实验

和理论研究。对于 III-V 族 n 型或者本征型半导体的量子阱结构中的导带电子，通常

是 DP 机制主导自旋弛豫；而对 III-V 族 p 型半导体的量子阱结构中的导带电子，个

别情况下 BAP 机制会很重要甚至超过 DP 机制 [278]。对于 III-V 族半导体量子阱结构

中的价带空穴，由于子带间的劈裂减弱了带间不同自旋的混合，EY 机制减弱而 DP 机

制会占主导 [281, 326]。对于 IV 族半导体的量子阱结构，如果量子阱是对称的，则不

存在 DP 机制，EY 机制可能占主导，同时 Sherman 指出涨落的远程掺杂导致的随机

的 Rashba 自旋轨道耦合也会贡献自旋的弛豫 [268]。但是，如果量子阱是非对称的，则

会引入 Rashba 型的自旋轨道耦合 [301,328]，DP 机制可以主导自旋的弛豫 [301,329]。

在量子阱结构中，自旋弛豫有很大的可操控性，并因此具有十分丰富的行为。比

如，由于量子阱的结构因素，其生长方向可以决定二维电子系统的自旋轨道耦合形式，

而阱宽可以影响自旋轨道耦合的强度以及参与贡献的子带数目。同时，这种结构上的限

制，以及 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合的协同作用，会导致自旋弛豫的各向异

性。此外，门电压不仅可以调控 Rashba 自旋轨道耦合的强度，还能改变电子的浓度。

应力也可以用来调节自旋轨道耦合。这些性质吸引了人们对半导体量子阱里自旋弛豫研

究的热情，导致很多物理现象的发现以及新构想的提出。下面对关于半导体量子阱里的

自旋弛豫的一些具有代表性的实验和理论的研究做一个简要介绍。

在量子阱结构中，人们从实验上验证了 DP 机制导致的自旋弛豫对散射的依赖行

为。Brand 等人 [297] 和 Leyland 等人 [296] 在高迁移率的 n 型 (001) GaAs/AlGaAs 量

子阱中，在低温下观察到了弱散射区的电子自旋极化的进动和衰减行为，同时随着温度

的上升，还观察到了从弱散射区到强散射区转变过程中自旋弛豫对动量弛豫的依赖关系

从 τs ∼ τp 到 τs ∼ τ−1
p 的转变。

沿不同方向生长的量子阱中的自旋弛豫性质如各向异性、门电压调控等被非常广

泛地研究。在 n 型 (001) GaAs/AlGaAs 的非对称量子阱中，Averkiev 等人观察到了沿

不同晶向的电子自旋弛豫的各向异性，并且从这个各向异性反推出该系统中 Rashba 自

旋轨道耦合是 Dresselhaus 自旋轨道耦合强度的四倍 [494]。其它的实验在这个体系中

也观察到了自旋弛豫的各向异性 [495–498]。需要指出的是，在这个体系中，如果只

考虑 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合的线性阶而且认为它们的强度相同，那么
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总的有效磁场会沿着 [110] 或者 [11̄0] 方向，因此在不考虑 DP 之外的其它弛豫机制

的情况下，在 [110] 或 [11̄0] 方向上会有无穷长的自旋弛豫时间 [493, 499–501]。在对称

的 (110) GaAs 量子阱中，由于 Dresselhaus 自旋轨道耦合提供的有效磁场沿着阱的生长

方向 [502, 503]，因此在最低子带占据下，沿着阱的生长方向没有 DP 机制导致的自旋

弛豫。Ohno 等人在本征激发的 (110) GaAs 量子阱中观察到了沿着阱的生长方向的长

达几个纳秒的电子的自旋弛豫时间 [作为对比，本征激发的 (001) GaAs 量子阱中对应

的自旋弛豫时间在 10-100 ps 量级，见章节 5.2]，并且认为这个有限的自旋弛豫时间是

由 BAP 机制导致的 [224]。Müller 等人在 n 型的 (110) GaAs 量子阱中测得沿着阱的生

长方向的长达几十纳秒的自旋弛豫时间。在这个系统中，BAP 机制被排除，Müller 等

人认为这个有限的自旋弛豫时间是平面内的随机 Rashba 场造成的 [236]。这种猜测后

来被 Zhou 和 Wu 从完全微观的动力学自旋 Bloch 方程出发的理论计算所验证 [271]。

但是 Zhou 和 Wu 同时也指出，对于这种体系，虚的带间散射协同带间的自旋轨道

耦合也是一种可能的自旋弛豫机制，且它在迁移率足够低的样品中很重要 [327]。对

于 (111) GaAs 量子阱，导带的 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合的动量一阶项具有

相同的形式。因此在合适的阱宽和门电压下，两种自旋轨道耦合相消，电子的自旋弛豫

时间被期待非常长 [504]。Sun 等人考虑进 Dresselhaus 自旋轨道耦合的三阶项，对此问

题做了研究。他们发现在电子自旋弛豫时间对浓度或者温度的依赖中会出现由于自旋轨

道耦合的相消效应导致的峰（10-100 ns 的量级） [306]。

相对于电子自旋弛豫的研究，对半导体量子阱中的空穴的自旋弛豫的研究还比较

少。Lü 等人研究了 p 型 (001) GaAs 量子阱中空穴的自旋弛豫 [281]。他们的研究表

明，Dresselhaus 自旋轨道耦合对动量的依赖直接影响到系统自旋进动的非均匀扩展随

着浓度或者温度调节的变化，从而影响到自旋的弛豫。他们的研究还发现，随着杂质浓

度的增大，空穴系统在从弱散射区进入强散射区时，自旋弛豫时间有一个谷的出现。最

近，在 p型 (111) GaAs/AlAs量子阱中，Wang和Wu研究了重空穴的自旋弛豫 [326]。

他们发现，在合适的门电压下，由 Rashba 和 Dresselhaus 自旋轨道耦合贡献的总的有

效磁场的平面内分量可以被强烈的压制，因此在空穴自旋弛豫时间对门电压的依赖中会

出现一个峰，而且这个峰可以达到 100 ns 的量级。同时，他们的研究还发现，在这个

系统中 DP 机制占主导，EY 机制可以忽略。

库仑相互作用对量子阱中自旋弛豫的影响也被考察。Zhou 和 Wu 在动力学自

旋 Bloch 方程的框架下预言，在高迁移率低浓度的样品中，占主导地位的库仑散射

的强度对温度的非单调依赖会导致自旋弛豫时间在温度依赖上的一个峰，这个峰出

现在从简并区到非简并区的过渡位置 [277]。后来实验证实了这个预言 [294]，表明了

多体效应对自旋弛豫的重要性。库仑散射的效应在自旋弛豫对浓度的依赖中也有体

现 [279, 300–306] 。Aleksiejunas 等人 [505] 在本征的 GaAs 量子阱中观察到随电子浓

度的增大，电子自旋弛豫时间先变大后变小的现象。此外，电子间的交换相互作用提

供的库仑 Hartree－Fock 自能等效于一个沿自旋极化方向的有效磁场 [307]。当自旋极

化很大的时候，这个磁场会抑制自旋轨道耦合导致的自旋进动的非均匀扩展，从而抑
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制自旋弛豫 [11, 307]。该效应首先被 Weng 和 Wu 从理论上预言 [307]，之后被实验证

实 [309–312]。

外场对半导体量子阱中的自旋弛豫的影响也被研究。Weng 等人从理论上研究了量

子阱中存在平面内电场时的电子自旋弛豫 [506, 507]。他们发现，电场一方面造成电子

的热化，另一方面造成质心的漂移。这样会同时导致电声散射和自旋进动的非均匀扩

展的加强。在低电场区，散射增强的效应占主导，而到了高电场区，非均匀扩展增强

占主导。因而在强散射区，随着电场的增大，自旋弛豫时间先变长后变短 [506, 508]。

此外，由于质心的漂移，自旋轨道耦合会诱导出一个净磁场，从而导致总的自旋极化

的进动 [506]，并混合平面内和平面外的自旋弛豫（见下面对磁场的效应的讨论）。在

电场更高的时候（比如，3 kV/cm），电子会占据高的子带，多子带效应 [507] 或者多

能谷效应 [490] 需要考虑进来。磁场对自旋弛豫的影响也被研究。如果在没有磁场时，

量子阱面内和面外的自旋是指数形式的弛豫（假设弛豫率分别为 γ1 和 γ2），那么在大

于 |γ1 − γ2|/(gµB) 的 Voigt 构型的磁场下，垂直于磁场方向的自旋弛豫会发生混合，

且具有弛豫率 (γ1 + γ2)/2 [503]。如果磁场没有这么大，不能充分混合，则垂直于磁场

的平面内的弛豫是双指数行为。但是在平行于磁场的方向，自旋弛豫率会下降为原来

的 1/(1 + ω2τ 2p ) [1]。这里 ω 是 Larmor 进动频率而 τp 是动量弛豫时间。最近 Zhou 等

人发现，在外加磁场很大以至于远大于垂直于它的自旋轨道耦合提供的有效磁场时，自

旋弛豫对动量散射的依赖会表现出和常规 DP 机制下不一样的行为。首先，即使在强散

射区域，沿着磁场方向的自旋弛豫时间和动量弛豫时间成正比，因此 DP 机制体现出

类 EY 机制的行为。其次，在弱（强）散射区域，垂直于磁场方向的自旋弛豫时间却和

动量弛豫时间成反（正）比，这和无磁场下的 DP 机制的行为正好相反 [292]。

此外，Sherman 小组研究了量子阱中随机的自旋轨道耦合下的自旋弛豫 [252, 267,

268]。这种随机性来源于带电杂质的无规分布或者阱宽的涨落。在电子的平均自由程大

于随机自旋轨道耦合的关联长度时（高迁移率的样品中容易满足这一条件)，自旋轨道

耦合的随机涨落导致自旋翻转的散射。在其它自旋弛豫机制不存在或者不重要时，这种

机制变得重要。

在本章中，我们首先从实验和理论上研究了本征的 GaAs 量子阱中电子的自旋弛豫

对浓度的依赖 [279]，然后研究 GaAs量子阱中高的电场下包含多个能谷的电子的自旋弛

豫 [490]，接着研究了非对称的 Si/SiGe 以及 Ge/SiGe 量子阱中空穴的自旋弛豫 [301]。

最后，我们在高电场下，将声子处理成非平衡的，考察非平衡声子对热化电子的自旋弛

豫的影响 [509]。

5.2 室温下本征 GaAs 量子阱中电子自旋弛豫对浓度的依赖

在这一节里我们研究室温下本征的 GaAs 量子阱中电子的自旋弛豫对浓度的依赖。

这是和中山大学的 Lai 实验组合作的工作 [279]。通过时间分辨的圆偏振的泵浦－探测

实验，我们发现，在线性 Dresselhaus 自旋轨道耦合项占主导的低浓度区，自旋弛豫时
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间随着载流子浓度（电子和空穴浓度相同）的增大而变长，但是在浓度足够大从而三

次方的 Dresselhaus 自旋轨道耦合占主导的时候，自旋弛豫时间倾向于随浓度变大而变

短。这些性质和 Lü 等人对自旋弛豫关于浓度依赖的理论预测是一致的 [281]。我们利用

考虑进 DP 和 BAP 自旋弛豫机制的动力学自旋 Bloch 方程进行了完整的计算，很好的

解释了上述实验现象。

5.2.1 样品和测量

我们研究的二维 GaAs 量子阱样品是利用分子束外延方法沿着 (001) 方向（z 方

向）生长的具有 11 个周期结构的多层量子阱。每一个周期包括 10 nm 宽的 GaAs 以

及 6 nm 宽的 Al0.3Ga0.7As 势垒层。为了光学上的透射测量，衬底通过打磨和选择

性的化学刻蚀而清除。我们利用广泛采用的时间分辨的圆偏振光的泵浦－探测手

段 [510–513] 来激发自旋极化和研究自旋弛豫。飞秒激光由 Ti:sapphire 激光振荡器产

生。激光脉冲的时间间隔是 100 fs，半高半宽为 6.7 meV，重复频率为 82 MHz。通过标

准的时间分辨的泵浦－探测实验装置，脉冲激光被分为强度比为 3:1 的泵浦和探测光。

泵浦和探测光几乎垂直入射到样品的表面，其间经过具有 50 mm 焦距的波片聚焦到样

品上 30 µm 的直径范围内。两个消色差 1/4 波片分别被插入到泵浦和探测光路中，用

以产生偏振性相同或者正交的圆偏振的泵浦和探测光。微分透射率的变化用光电二极

管和锁相放大器测量。激光的中心波长被调节为 830 nm，用以激发重空穴，因而初始

化电子自旋极化为 100 % [514]。在实验中，右旋的泵浦光（σ+）激发自旋朝下极化的

电子，而经过一段时间延迟的 σ+［左旋圆偏光（σ−）］探测光测量自旋下（上）的电

子。载流子的复合可以用线偏振光测量。此外，一个光衰减器被用于控制入射激光的能

量，以保证电子的浓度 N 处在 0.3× 1011 cm−2 到 4× 1011 cm−2 的范围。激光激发电子

的浓度利用公式 (1 − R)Eα/(hνS) 计算得到。这里 R 和 α 分别是样品的反射率和吸收

率，E 是每个脉冲的泵浦能量，hν 是光子能量，而 S 是泵浦光斑的面积大小。

5.2.2 实验数据

实验在室温下进行，主要结果显示在图 5-1 中。图 5-1 左图给出了四种不同激发浓

度，0.47× 1011 cm−2，0.89× 1011 cm−2，1.42× 1011 cm−2 以及 3.01× 1011 cm−2 下探测

光透射率的延迟信号。用 (σ+, σ+)以及 (σ+, σ−)标记的信号分别来自于泵浦光和探测光

圆偏振性相同和正交配置下的测量，而用 (−,−) 标记的信号来自于共线的线偏振光的

泵浦－探测测量，体现光激发载流子的复合过程。刚开始时，(σ+, σ+) 信号比 (−,−) 信

号要强，而 (σ+, σ−) 信号比 (−,−) 信号要弱。但是最终，(σ+, σ+) 和 (σ+, σ−) 信

号趋向于和 (−,−) 信号一致。这正体现了导带中 |1/2〉 和 | − 1/2〉 自旋态间电子
的弛豫 [510, 515]。(σ+, σ+) 信号反应了由 σ+ 泵浦光直接激发的多数自旋的衰减，

而 (σ+, σ−) 信号增强到与 (−,−) 信号一致则反应了由于自旋的弛豫少数自旋在数目上

的增加。我们利用文献 [515] 中描述泵浦－探测实验的测量模型来拟合时间延迟的实验
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信号，并以此得到自旋弛豫时间 τ。空穴的自旋弛豫非常快（0.1 ps 的量级），因而对

电子的弛豫没影响 [513]。图 5-1 右图给出了电子自旋弛豫时间对浓度的依赖，其中的

圆点对应于量子阱中的结果。此外，作为对比，我们在体的 GaAs 中也进行了类似的实

验，并将结果用空心的方框给出。可以发现，随着载流子浓度的升高，体材料中的自

旋弛豫时间单调下降，和之前在 n 型体 GaAs 中报告的结果一致 [74, 516]。但是，在量

子阱中，随着浓度增大，自旋弛豫时间先在低浓度区上升，在 1.7 × 1011 cm−2 处达到

约 120 ps 的最大值，然后倾向于下降。
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图图图 5-1: 左图：四种载流子浓度下探测光的透射率随时间的演化。实线是实验数据，点是用泵
浦－探测实验模型 [515] 拟合的结果。用 (σ+, σ+) 标记的曲线是相同圆偏振性的探测结果，
用 (σ+, σ−) 标记的是正交圆偏振性的探测结果，用 (−, −) 标记的是共线的线偏振的探测结
果。为清晰起见，每组数据在纵轴上都加了不同的偏移量。右图：电子自旋弛豫时间 τ 对载
流子浓度 N 的依赖。圆点：量子阱中的实验数据（2D）；方框：体中的实验数据。实线：完
全的理论计算；链线：没有自旋翻转散射（SFEHS）的理论计算；短划线：没有自旋守恒散射
（SCEHS）的理论计算；点线：没有库仑 Hartree-Fock （HF）项的理论计算。注意到体中的
数据的刻度在图的上边框。

5.2.3 数值结果

为了理解实验现象，我们基于动力学的自旋 Bloch方程做了完全微观的计算 [278]。

我们考虑进 DP 和 BAP 自旋弛豫机制。在散射项中我们包含了所有相关的散射，比

如电子－纵向光学声子散射，电子－电子库仑散射以及电子－空穴库仑散射。在电

子－空穴库仑散射中，我们包含了自旋翻转的电子－空穴散射（spin-flip electron-hole

scattering，SFEHS）以及自旋守恒的电子－空穴散射（spin-conserving electron-hole
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scattering，SCEHS）。正是自旋翻转的电子－空穴散射提供 BAP 自旋弛豫机制。相干

进动项以及散射项的具体形式可以参考文献 [278]。

通过在不同浓度下数值求解动力学的自旋 Bloch 方程，我们得到自旋弛豫时间对载

流子浓度的依赖。在计算中，Dresselhaus 自旋轨道耦合的系数 γD6c ［见方程 (2.20)］作

为一个拟合参量，取为 10.5 meV·nm3 [8]。根据实验，初始的自旋极化取为 100 %，温

度为 300 K。图 5-1 右图中的实线来自完全的计算，和实验数据吻合很好。实验数据和

理论计算体现出的自旋弛豫时间对浓度的依赖可以用下面两个竞争效应的联合作用来解

释：(I) 随着载流子浓度的增大，自旋守恒的库仑散射增强（在室温下，GaAs 中的电子

浓度要超过 7.3 × 1011 cm−2 才进入简并区，而空穴浓度要超过 1.2 × 1012 cm−2 才进入

简并区。因此在我们研究的范围内，整个系统处在非简并区，库仑散射随着浓度变大

而加强），因而在强散射区的 DP 机制下使得自旋弛豫时间变长 [278, 281, 507]。(II) 非

均匀扩展和自旋翻转散射都随着载流子浓度的变大而增强，从而加速自旋弛豫。正如

文献 [507] 和 [281] 所指出的，当 Dresselhaus 自旋轨道耦合对动量的线性依赖部分主导

时，效应 (I) 对浓度的依赖比效应 (II) 要强，因而自旋弛豫时间随载流子浓度的变大

而增大。但是，当 Dresselhaus 自旋轨道耦合对动量的三次方部分主导时，效应 (II) 比

效应 (I) 要显著，因而自旋弛豫时间随着载流子浓度的变大而减小。这正是图 5-1 右

图所呈现的现象：当 N < 1.5 × 1011 cm−2 时，线性的 Dresselhaus 项占主导，因而

自旋弛豫时间随着浓度的变大而增大；当浓度足够高时 Dresselhaus 三次方项开始变

得重要，自旋弛豫时间倾向于下降。我们还计算了没有自旋翻转的库仑散射也即没

有 BAP 自旋弛豫机制的情况下自旋弛豫，结果用链线表示。通过对比实线和链线，可

以发现，BAP 自旋弛豫在高的载流子浓度下重要一些。但是，自旋弛豫仍然由 DP 机

制主导 [278]。我们进一步发现，自旋守恒的电子－空穴散射在 DP 机制下对自旋弛豫

有显著的贡献。这个可以从去掉了自旋守恒散射的短划线看出。在这种情况下，散射强

度被明显削弱，导致自旋弛豫时间变短。

最后我们考察 Hartree-Fock 自能对自旋弛豫的影响。这里是本征型的两维系统，圆

偏光激发的初始自旋极化可以达到 100 %。但是，由于这里温度高达 300 K，系统处在

非简并区，Hartree-Fock 项贡献的沿着自旋极化方向的有效磁场较弱，因而它对自旋弛

豫的影响很小。这可以从没有 Hartree-Fock 项的情形（点线）和完整的情形（实线）的

对比看出来。同时，我们还可以发现，Hartree-Fock 项的贡献在高浓度区变得相对重要

一些，而且抑制自旋的弛豫。这和之前的理论预测和实验观察是一致的 [309]。

5.2.4 小结

我们用飞秒泵浦－探测技术研究了本征型 (001) GaAs 量子阱中电子自旋弛豫对载

流子浓度的依赖。在低浓度区，自旋弛豫时间对浓度的增大表现明显的上升。在浓度更

大时，自旋弛豫时间开始下降。基于动力学自旋 Bloch 方程的计算给出了和实验一致的

结果。这种变化趋势与 Dresselhaus 自旋轨道耦合在不同的浓度区域动量依赖的线性部
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分和三次项部分的相对重要程度和非均匀扩展随浓度的变化相关。我们的研究还发现在

该系统中 DP 机制占主导，BAP 机制不重要。

5.3 GaAs 量子阱中高电场下涉及多个能谷的电子自旋弛豫

为了自旋电子学器件的实现，对自旋进行有效的操控是非常必要的。除了磁场的直

接操控，通过门电压或者应力调控自旋轨道耦合也是常用的手段 [66, 517–522]。此外，

施加电场也是一种操控自旋的可行方案。在电场的驱动下，自旋轨道耦合可以导致一个

有效的净磁场，引起自旋的进动 [506]。这种操控也会影响自旋的弛豫。由于半导体自

旋电子学的目的是在传统的半导体电子学中结合进自旋自由度，而目前的电子学器件很

多都在高电场下工作，因而研究高电场下的自旋弛豫是必要的。但是在高的电场下，电

子会占据高的子带或者高的能谷，因而多子带或者多能谷的动力学需要被考虑进来。文

献 [507] 研究了 GaAs 量子阱中在高达 3 kV/cm 的电场下的自旋弛豫/去相位过程，多

子带效应被考虑了进来。研究表明，在低温下，自旋弛豫/去相位时间随着电场的增大

先变长后变短 [507]。这些现象已经被实验所验证 [508]。但是，当电场更大时，高的能

谷，比如 L 谷，需要被考虑进来。在合适的阱宽下，L 能谷的最低子带和 Γ 谷的次高

子带比起来需要优先考虑。

不同能谷间的散射可以导致一些有趣的现象，比如由于两个能谷有效质量的不一样

导致的电荷输运的耿式效应（Gunn effect） [523]。不考虑自旋自由度的谷间散射和输

运很早就已经引起人们的兴趣 [524–528]。当考虑进自旋自由度时，由于不同能谷的自

旋轨道耦合、g 因子、以及动量散射都不一样，因而自旋弛豫/去相位可能会有复杂的

现象。通过 Schottky 势垒对体的 GaAs 的自旋注入的研究表明，在高的能谷中自旋具

有较快的弛豫 [529]。最近，所谓的自旋耿式效应被从理论上提出来，用以描述半导体

如 GaAs 中自旋极化的自发放大过程 [530]。但是，由于这个被预测的效应发生在高电

场区，而且它发生的条件强烈依赖于自旋弛豫时间的大小，因此有必要仔细研究高场下

的自旋弛豫。

在本小节中，我们研究高温下具有平面内高电场的 n 型 GaAs 量子阱中的自旋弛

豫 [490]。Γ 和 L 谷都被考虑进来。自旋弛豫来自 DP 机制 [250]。我们的研究发现，

随着电场的增大，自旋弛豫时间先变长后变短。由于 L 能谷大的自旋轨道耦合和强

的 Γ-L 谷间散射，L 能谷扮演了总的自旋极化的“漏”的角色，并因此在高的平面内

电场下有效增强整个系统的自旋弛豫。在电场驱动下，自旋轨道耦合诱导的有效磁场

导致的自旋进动也被观察到。此外，由于强的 Γ-L 谷间散射和 L 谷内强的非均匀扩

展，L 谷的自旋具有和 Γ 谷一样的弛豫速率和进动频率。在平面内加了一个有限的磁场

后，这个性质仍然保持，尽管 L 谷中的 g 因子比 Γ 谷中的大很多。温度、磁场以及杂

质对自旋弛豫的影响也被研究。
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5.3.1 模型
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图图图 5-2: 左图：在 E = 4 kV/cm 的电场下初态制备过程中电子浓度 Nλ 和自旋极化 Pλ 的典型
的时间演化过程。自旋极化在 t = 0 时刻产生。Ni = B = 0。链线：Γ 能谷；短划线：L 能谷；
实线：总的电子系统。右图：在 T = 100 K 以及 Ni = B = 0 的情况下，稳态的漂移速度 vλ 随
着电场 E 的依赖关系。链线：Γ 谷；短划线：L 谷；实线：总的电子系统。

我们研究阱宽为 a 的 n 型 GaAs [001]||z 量子阱。Γ 能谷处在布里渊区的中心，四

个 L谷位于 K0
Li

=(π/a0)(1,±1,±1)的位置（i = 1, ..., 4），a0 是晶格常数。在球对称近

似下，Γ 谷和 L 谷里电子的有效质量分别为 mΓ = 0.067m0 以及 mLi
= mL = 0.230m0

[524,531]，动能为

εkΓ
=

}2k2
Γ

2mΓ

, (5.1)

εkLi
=

}2k2
Li

2mL

+ εΓL . (5.2)

这里 kλ 是三维相对动量 K −K0
λ（λ=Γ, Li）在 x-y 平面内的投影。εΓL 是在二维无穷

深量子阱结构中 Γ-L 最低子带的能量差：εΓL = EΓL − }2π2

2a2
( 1
mΓ

− 1
mL

)，其中 EΓL=0.28

eV 是体中 Γ-L 谷底的能量差 [532]。在我们的研究中，我们取阱宽为 a = 7.5 nm。

此时 εΓL = 0.21 eV，比 Γ 谷的最低的两个子带的能量差要小。同时我们还注意

到当 X 谷的电子有效质量取球对称近似下的 0.6m0 时，L-X 最低子带的能量差高

达 0.17 eV [531]。因而在我们的研究中只需考虑 Γ 和 L 谷的最低子带。

系统的哈密顿量为

H =
∑
λ

H0
λ +

∑
λλ′

HI
λλ′ , (5.3)

HI
λλ′ = He−e

λλ′ +He−p
λλ′ +He−i

λλ′ δλλ′ . (5.4)
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其中

H0
λ =

∑
kλσσ′

{
(εkλ

+ eE ·R)δσσ′ + [
1

2
gλµBB + hλ(kλ)] · σσσ′

}
C†

kλσ
Ckλσ′

是 λ 谷中电子的哈密顿量。−e 是电子的电荷，R = (x, y) 是电子的位置，而 E 是外加

的电场，B 是 Voigt 构型下的外加磁场。在我们的计算中，除非特别说明，E 和 B 沿

着 x 方向。C†
kλσ
（Ckλσ）是具有相对动量 kλ 和自旋 σ 的电子的产生（湮灭）算符。有

效 g 因子为 gΓ = −0.44 [533] 和 gLi
= gL = 1.35 [534]。hλ(k) 代表 Dresselhaus 自旋轨

道耦合 [258,535],

hΓ(kΓ) =
γ

2

(
kΓx(k2Γy − 〈k2Γz〉), kΓy(〈k2Γz〉 − k2Γx), 〈kΓz〉(k2Γx − k2Γy)

)
, (5.5)

hLi
(kLi

) = sgn(nx
i n

y
in

z
i )β
(
kLix, kLiy, 〈kLiz〉

)
× n̂i . (5.6)

这里 n̂i 是沿着 Li 谷纵向主轴的单位矢量，sgn 是符号函数。〈kλz〉（〈k2λz〉）代表算
符 −i∂/∂z − K0

λz［(−i∂/∂z − K0
λz)

2］在 λ 谷最低子带的平均值。在无限深势阱近

似下，〈kλz〉=0［〈k2λz〉=(π/a)2］。计算中所采用的自旋轨道耦合系数为 γ = 0.011

eV·nm3 [277, 536]，β = 0.026 eV·nm [342]。相互作用哈密顿量包含谷内（λ′ = λ）和谷

间（λ′ 6= λ）的库仑散射 He−e
λλ′ 、电声散射 He−p

λλ′ 以及电子杂质散射 He−i
λλ′。这些哈密顿

量的表达式在文献 [262,524,537,538] 中给出。

动力学自旋 Bloch 方程是描述多个能谷的密度矩阵的时间演化的方程：

ρ̇kλ
= ρ̇kλ

|dri + ρ̇kλ
|coh +

∑
λ′

ρ̇kλ
|scat,λλ′ . (5.7)

这里 ρ̇kλ
|scat,λλ′ 代表谷内（λ = λ′）和谷间（λ 6= λ′）散射项:

ρ̇kλ
|scat,λλ′ = −{Skλ

λλ′(>,<) − Skλ

λλ′(<,>) + Skλ

λλ′(>,<)† − Skλ

λλ′(<,>)†} , (5.8)

其中

Skλ

λλ′(>,<) =πNiδλλ′

∑
q

U2
λλ,qρ

>
kλ−qρ

<
kλ
δ(εkλ

− εkλ−q)

+ π
∑
q,k′

λ′

V 2
λλ′,qρ

>
kλ−qρ

<
kλ

Tr[ρ>k′
λ′
ρ<k′

λ′−q]δ(εkλ−q − εkλ
+ εk′

λ′
− εk′

λ′−q)

+ π
∑
k′
λ′

M2
λλ′,qρ

>
k′
λ′
ρ<kλ

[N<
λλ′δ(εkλ

− εk′
λ′
− Ωλλ′) +N>

λλ′δ(εkλ
− εk′

λ′
+ Ωλλ′)] .

(5.9)
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这里 Nλλ′ = Nλ′λ = [exp(}Ωλλ′/kBT )−1]−1 是频率为 Ωλλ′ 的声子的玻色分布。M2
λλ′,q是

电声散射的矩阵元，其中 q = kλ − k′
λ′ + k0

λ − k0
λ′。由于我们考虑高温的情形，谷内

的电子－声学声子的散射可以忽略不计。Γ 谷内的电子－纵向光学声子（LO）散射

和 L 谷内的电子－光学形变势声子散射的矩阵元分别为 M2
ΓΓ,q =

∑
qz

e2}ΩΓΓ

2ε0(q2+q2z)
(κ−1

∞ −

κ−1
0 )|IΓΓ(iqz)|2 和 M2

LiLi,q
=
∑

qz

}D2
LiLi

2dΩLiLi
|ILiLi

(iqz)|2 [524] 。对于谷间的电子－声子散

射，闪锌矿 III-V 族半导体的选择定则表明 LO 声子和纵向声学声子 （LA） 可

以参与谷间的散射 [539]。但是，后来有研究进一步表明，这些选择定则在谷间

散射得以发生的高能区不适用 [540–542]。因此，所有的声子支，包括横向光学

声子（TO）以及横向声学声子（TA），都可以贡献谷间散射 [542]。然而，电子

－TA 声子的散射很弱，可以忽略 [540, 542]。LO、TO 以及 LA 声子具有可比的能

量 [541]，因而它们导致的谷间散射可以归并在一起，用平均的声子能量和总的耦

合常数来描述 [542]。这里，声子动量的平面内分量 q 主要由 k0
λ − k0

λ′ 决定，因

而平均的声子能量和总的电声耦合近似为无动量依赖的常数。对于 Γ-L 的谷间

电声散射，我们有 M2
ΓLi,q

= M2
LiΓ,q

=
∑

qz

}D2
ΓLi

2dΩΓLi
|IΓLi

(iqz)|2 ，而对于 L-L 的谷间

电声散射，有 M2
LiLj ,q

=
∑

qz

}D2
LiLj

2dΩLiLj
|ILiLj

(iqz)|2（i 6= j）。这里 d = 5.36 g/cm3 是

晶格的质量密度，κ0 = 12.9 和 κ∞ = 10.8 是相对的静态和高频介电常数，ε0 是

真空介电常数。声子能量为 }ΩΓΓ = 35.4 meV、}ΩLiLi
= 34.3 meV [524]、}ΩΓLi

=

}ΩLiΓ = 20.8 meV [524] 以及 }ΩLiLj
= 29.0 meV [524]。形变势为 DLiLi

=0.3×109

eV/cm [524]、DΓLi
= 1.1 × 109 eV/cm [524, 542] 以及 DLiLj

= 1.0 × 109 eV/cm

[524, 542]。Vλλ′,q =
∑

qz
e2

ε0κ0(q2+q2z+κ2)
Iλλ(iqz)I

∗
λ′λ′(iqz) =

∑
qz

e2

ε0κ0(q2+q2z+κ2)
|Iλλ(iqz)|2 是谷

内（谷间）的库仑散射矩阵元，对应于 λ = λ′（λ 6= λ′）。U2
λλ,q =

∑
qz
{Zie

2/[ε0κ0(q
2 +

q2z + κ2)]}2|Iλλ(iqz)|2 是谷内的电子－杂质散射矩阵元，杂质电荷数取为 Zi = 1。Ni 是

杂质浓度。我们取 Debye 屏蔽常数 κ2 = Ne2/(aε0κ0kBT )。形状因子 |Iλλ′(iqz)|2 ≡
|〈φλ(z)|eiqzz|φλ′(z)〉|2 = π4 sin2 y

y2(y2−π2)2
，其中 y ≡ a(qz −K0

λz +K0
λ′z)/2。

在我们的计算中，t = 0 时刻的初态由 t = −t0 时刻无自旋极化的平衡态在电场作用
下演化而来。

fkΓ,σ(−t0) = {exp[(εkΓ
− µ)/kBT ] + 1}−1 , (5.10)

fkLi
,σ(−t0) = ρkΓ,

1
2
− 1

2
(−t0) = ρkLi

, 1
2
− 1

2
(−t0) = 0 , (5.11)

这里 µ 代表温度 T 下的化学势。我们在 t = −t0 时刻施加电场，让系统在 t = 0 时刻之

前演化到稳态。在电场驱动和谷间散射的作用下，部分电子从 Γ 谷转移到 L 谷。接着

我们施加一个圆偏振的激光脉冲在 Γ 谷激发自旋向上的电子。我们假设被激发的非平衡

电子在 Γ谷费米面附近满足高斯分布：δfkΓ,1/2=α exp[−(εkΓ
− εF )2/2δ2ε ][1− fkΓ,1/2(0)]。

这里 α = NP0/{
∑

kΓ
exp[−(εkΓ

− εF )2/2δ2ε ][1 − fkΓ,1/2(0)]}，εF 是 Γ 谷的费米能，

而 δε = }/δτ。N 是激光激发后总的电子密度，P0 是激光激发的自旋极化。我们

取 N = 4 × 1011 cm−2 以及 P0 = 5 %。
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5.3.2 数值结果

首先我们考察电场和激光脉冲下初态制备过程中电子浓度和自旋极化的时间演

化（图 5-2 左图给出了一种典型的情况）。电场在 t = −t0 = −5.5 ps 时刻施加，

而激光脉冲在 t = 0 时刻应用。Pλ(t) ≡ 2
∑

kλσ
[σfkλ,σ(t)]/

∑
kλσ

fkλ,σ(t) 以及 Nλ(t) ≡∑
kλσ

fkλ,σ(t) 分别是 λ 谷中的自旋极化和电子浓度。λ 谷稳态的漂移速度 vλ 可以

从 vλ(t) ≡
∑

kλσ
[fkλ,σ(t)}kλ/mλ]/

∑
kλσ

fkλ,σ(t) 的稳态值得到。在图 5-2 右图中，我们

给出了稳态下各个能谷的漂移速率 vλ 以及总的漂移速度对电场的依赖。漂移速率对电

场的依赖明显的体现出了负的微分电导，也即电荷的耿式效应 [523]。

热电子温度 Te 可以通过拟合各个能谷里稳态电子分布的 Boltzmann 型的尾巴得

到 [506]。结果表明 Γ 和 L 谷有独立的热电子温度。此外，Γ 谷有两个特征温度。一个

温度出现在和 L 谷能量重叠的区域。由于强的 Γ-L 谷间散射，Γ 和 L 谷中在这个区

域的电子具有相同的热电子温度（标记为 TL）。另一个温度描述 Γ 谷的低能电子。它

是 Γ 谷的典型热电子温度，而且比 TL 高。在图 5-3 左图中，我们给出了在不同的晶格

温度下，TΓ 和 TL 随着电场的依赖关系。可以看见，具有小的有效质量（Γ 谷的电子）

和低的晶格温度（因而相对弱的散射）的电子更容易被电场热化。
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图图图 5-3: 左图：在不同的晶格温度 T = 300 K（链线）和 200 K（短划线）下，热电子温

度 TΓ（带框的线）和 TL（带圈的线）随着电场的依赖。Ni = B = 0。右图：在不同电
场 E = 0（实线），2（短划线），以及 4 kV/cm（链线）下自旋极化 PTotal 随着时间的演化。
各种情况下给出自旋弛豫时间分别为 10.5，14.4，以及 4.7 ps。Ni = B = 0。

自旋弛豫时间 τ 可以由自旋极化 Pλ 的时间演化得到。由于各个能谷只考虑了最低

子带，而且在电场下存在“逃逸”效应 [543]，我们的研究被限制在低于 7 kV/cm 的电

场范围。
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图图图 5-4: 在电场 E = 2 kV/cm 下，自旋极化 |Pλ| 对时间 t − tr 的依赖关系。实线：Γ 谷；
短划线：L 谷；链线：整个电子系统。(a)：具有 Γ-L 谷间电声散射和谷间库仑散射；(b)：
没有 Γ-L 谷间电声散射；(c)：没有 Γ-L 谷间库仑散射；以及 (d)：没有 Γ-L 谷间的任何散
射。T = 300 K 以及 Ni = B = 0。(e)：L 谷中自旋极化在初始时间段内的演化。

5.3.2.1自旋极化的时间演化

在图 5-3右图中，我们首先展示了在不同电场下总的自旋极化 PTotal(t) ≡
∑

λ Pλ(t)随

时间的演化。T = 200 K 以及 B = Ni = 0。从图中可以看见，在电场下，总的自旋

极化会进动，且进动周期显示出对 E 的依赖。这是因为电场驱动产生的质心动量通

过 Dresselhaus 自旋轨道耦合诱导出有效的净磁场 [506]。另一个有趣的现象是，随

着电场的增大，自旋弛豫时间先上升然后下降。实际上，对应于图中 E = 0、2、4

kV/cm 的电场，自旋弛豫时间分别为 10.5、14.4 以及 4.7 ps。在上一小节中我们已经

提到电场可以导致两个效应：热电子效应和质心漂移效应 [506]。质心漂移通过自旋轨

道耦合诱导出有效磁场混合 Γ 谷中面内和面外的自旋弛豫 [324, 503]，使得沿着 z 方向

的自旋弛豫时间在小电场下比零电场下的长。另外，这两个效应一方面增强散射，另

一方面增强非均匀扩展。在小电场区，Γ 谷的线性 Dresselhaus 项占主导时，前一个效
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应占主导，在强散射极限使得自旋弛豫时间随电场变长 [277, 281, 506]。但是，当电场足

够大时，电子占据高能态，除了 Γ 谷 Dresselhaus 项的三次方部分导致的非均匀扩展变

强的效应变得重要外 [506]，L 谷也开始扮演一个重要的角色。这是因为随着电场的增

大，L 谷中的电子数目增多，谷间的散射变得更重要。L 谷中强的自旋轨道耦合连同谷

间散射，会导致高电场下自旋弛豫时间随电场的增大而下降。下面我们具体研究 L 谷

以及谷间散射对整个系统自旋弛豫的影响。

5.3.2.2谷间散射对自旋弛豫的影响

为了弄清楚谷间散射对自旋弛豫的影响，我们比较在具有不同的 Γ-L 谷间散射情

况下计算得到的结果。我们考虑了如下四种情形。(a)：具有谷间电声散射和谷间库仑

散射；(b)：没有谷间电声散射；(c)：没有谷间库仑散射；以及 (d)：没有任何谷间散

射。为了获得 L 谷中自旋弛豫的清晰图像，我们需要在 L 谷准备足够大的电子浓度以

及自旋极化。为了实现这一点，我们首先在 t = 0 时刻关掉系统的自旋相干进动项，让

多能谷系统在电场下达到自旋极化的稳态（典型的，在 T = 300 K，E = 2 kV/cm 以

及 B = Ni = 0 的条件下，在施加圆偏振的激光脉冲后，系统达到自旋极化的稳态所需

要的时间 tr 在 6 ps 左右）。需要注意的是，在这个阶段，所有的谷间散射都应该包含

进来，以便 Γ 谷的电子能够进入到 L 谷。接着在达到稳态后的 tr 时刻，我们打开自旋

相干进动项，允许自旋弛豫，同时按前面四种情形的需要关掉相应的 Γ-L 谷间散射。需

要注意的是，在完整的计算中［比如对于情形 (a)］，自旋相干进动项和所有的散射项

都一直存在。

在图 5-4 中，我们给出了从自旋弛豫开始发生，|Pλ| 随着 t − tr 的变化。对于

情形 (a)，tr 取为 0。在计算中，T = 300 K，E = 2 kV/cm 以及 B = Ni = 0。从

图 5-4(a)，我们可以看见，在真实的情形下，Γ 和 L 谷的自旋极化具有相同的衰减

率和进动周期，尽管 L 谷的初始自旋极化非常小。但是，当谷间电声散射去掉后

［图 5-4(b) 和 (d)］，Γ 和 L 谷的自旋弛豫显示出巨大的不同：一方面，不管谷间库

仑散射存在［图 5-4(b)］还是不存在［图 5-4(d)］，L 谷中的自旋弛豫都比 Γ 谷中的

快，即使此时由于前面我们提到的数值计算上的一些控制技巧使得 L 谷的初始自旋极

化增大了［从图 5-4(e) 中可以看见，PL(0) 甚至可以高过 5 %］；另一方面，L 谷中没

有自旋的进动。在图 5-4(c) 中，谷间的电声散射得以保留，而谷间的库仑散射被关掉，

这时 L 谷中的自旋具有与 Γ 谷自旋一样的衰减速率和进动周期。以上这些现象都表

明 Γ-L 谷间的电声散射是主导的谷间散射。

上面的现象可以基于不同能谷有不同的自旋轨道耦合以及谷间存在强的电声散射这

一事实来理解。从线性项来看，L 谷中的自旋轨道耦合强度是 Γ 谷中的 10 多倍。这个

强的自旋轨道耦合产生的非均匀扩展会导致独立的 L 谷中快的自旋弛豫［图 5-4(d) 中

的短划线，弛豫时间在 0.1 ps 的量级］。这个 L 谷中快的自旋弛豫也在打开自旋

相干进动项后初始阶段内极快的自旋弛豫过程中体现出来［图 5-4(e) 中的 (b)-(d) 情

形］。L 谷中极快的自旋弛豫，以及 Γ-L 谷间电声散射导致的有效的跨谷电子交换，
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电场 E = 1 kV/cm 以及磁场 B = 4 T 下自旋极化 |Pλ| 的时间演化。

使得 L 谷扮演了自旋极化“漏”的角色，有效地加速整个系统的自旋弛豫［比较

图 5-4 中 (a) 和 (b) 情形下的链线］。此外，强的谷间电声散射同时也使得不同能谷的

自旋极化的演化变得相同。

为了对不同电场下谷间散射对自旋弛豫的影响有更深入的了解，对于情形 (a)-(c)，

在图 5-5 左图中，我们给出了自旋弛豫时间 τ 对电场 E 的依赖。在这个图中，由

于 L 谷经由谷间电声散射导致的整个系统的自旋弛豫的增强，可以从实线和短划线的

对比中看出来。谷间库仑散射的影响在 E 比较高 （> 2 kV/cm）时可以显现出来，它

在强散射区导致自旋弛豫时间微弱的变长。

5.3.2.3自旋的进动

现在我们考察自旋进动的性质。我们已经知道，在电场存在的情况下，自旋可

以在电场诱导的净磁场下进动 [506]。当额外施加一个静磁场时，自旋绕着合磁场进

动。我们定义总的有效磁场项为 Ω(B) = Ω0 + 1
2
g∗µBB。这里 Ω0 是电场诱导的净磁场

项。g∗ 是有效的 g 因子。自旋绕着 Ω(B) 的进动频率为 ωp ≡ 2|Ω(B)|/}。对于每一个
能谷，

Ωλ
0 =

∫
dkλ(fkλ,

1
2
− fkλ,− 1

2
)hλ(kλ)∫

dkλ(fkλ,
1
2
− fkλ,− 1

2
)

. (5.12)

从方程 (5.5) 和 (5.6)，我们发现，当电场沿着 x 方向时，对于 Γ 谷，ΩΓ
0 也沿着 x 方向

［注意到由于 z 方向强的约束， 〈k2Γz〉 比 k2Γy 的平均值大］，而对于 L 谷，{ΩLi
0 } 有相

同的大小，但是沿着 (0, ±1, ±1) 四个不同的方向。因此，在四个 L 能谷中，在电场下

没有净的磁场，也即，
∑

iΩ
Li
0 = 0，而整个系统的有效磁场 Ω0 来自 ΩΓ

0。一个直接的

推论是，仅仅在电场下，四个 L 谷中的电子的总的自旋极化不会显示出进动。但是，
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如图 5-4(a) 所示，由于强的 Γ-L 谷间散射，电场下 L 谷中的自旋进动被观察到而且具

有和 Γ 谷一样的频率。我们或许还会期望在额外施加一个静磁场后，L 能谷的电子自

旋进动会与 Γ 谷有所不同，因为 L 谷的有效 g 因子比 Γ 谷的大两倍左右。然而，计算

却表明，即使在外加 4 T 的磁场下，L 谷仍旧和 Γ 谷具有同样的进动频率。造成以上

这些现象的原因是，由于 L 谷中快的自旋弛豫、以及 Γ 与 L 谷之间非常有效的电子

交换，L 谷的电子体现出由 Γ 谷转移过来的电子的自旋进动性质，正如图 5-5 右图所

显示的那样。因此，整个系统的自旋进动由 Γ 谷支配。事实上，由 gLµBB/2 所决定的

特征自旋进动时间为 13.2 ps，而 L-Γ 谷间的电声散射时间在 300 K 下约为 0.4 ps，同

时 L 谷内的自旋弛豫时间又在 0.1 ps 的量级。因此，L 谷的自旋极化确实是通过谷间

散射由 Γ 谷的自旋极化“泵浦”而来。

5.3.2.4温度、磁场以及杂质对自旋弛豫的影响

最后我们研究温度、磁场和杂质对自旋弛豫的影响。图 5-6 给出了不同温度 T =

300、200 和 100 K 下有和没有磁场/杂质的情况下自旋弛豫时间 τ 对电场 E 的依赖。

从图中，我们可以看出，对于每一种情形，随着温度的降低，τ -E 曲线中的峰更明显，

而且出现在相对大的电场位置。这是由三个因素导致的：首先，在低温下电子热化效应

更显著 [506]。其次，温度低时，需要在更高的电场下 Γ 谷的 Dresselhaus 三次方项导致

的非均匀扩展加强的效应才显著。再次，当温度低时，在低电场区，由于 L 谷中低的

电子占据［图 5-6(a) 的插图］，Γ-L 谷间电子交换变得微弱，因此只有当电场足够大

时，L 谷对自旋弛豫的加强效应才变得有效。此外，该图还表明，在低电场区（E 6 2

kV/cm），自旋弛豫可以通过升高温度、加磁场或者杂质来压制。升高温度以及加杂质

对自旋弛豫的压制可以由强散射极限下散射增强对非均匀扩展的抑制效应来理解。而加

了磁场后，Γ 谷的面内和面外的自旋弛豫发生混合，使得自旋弛豫时间变长。最后从图

中还可以看到，当电场足够大的时候，晶格温度、杂质浓度以及磁场对自旋弛豫的影响

变得很微弱。在这个区域，由于热化效应，电声散射被大大增强，对背景温度不再敏

感，同时杂质散射的贡献也变得相对不重要。此外，电场通过自旋轨道耦合诱导的净磁

场也能够充分混合各个方向的弛豫，外加静磁场的效应不再明显。

5.3.3 小结

在这一小节中，我们研究了高温（> 100 K）下的 n 型 (001) GaAs 量子阱中，Γ-

L 多谷系统在高电场下的自旋弛豫。我们发现，在电场下，Γ 谷具有两个不同的热电子

温度，分别处在不同的能量区域。其中一个热电子温度描述和 L 谷能量重叠区域的电

子，而且在这个温度也是 L 谷的热电子温度（TL）。另一个温度则描述 Γ 谷中低能区

的热电子（TΓ）。两个温度满足 TΓ > TL。在能量重叠区域，Γ 和 L 谷的热电子温度

相同，是因为强的谷间电声散射造成的。而 TΓ > TL 则是由于 L 谷中电子的有效质量

大造成的。
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图图图 5-6: 不同条件下自旋弛豫时间 τ 对电场 E的依赖。(a) B = Ni = 0；(b) B = 4 T，Ni=0；以
及 (c) B = 4 T，Ni = 0.5N。实线、短划线和链线分别对应温度 T = 300、200和 100 K。(a)中
的插图；L 谷中所占电子的比例对电场的依赖。

我们还发现，自旋弛豫时间随着电场的增大先变大后变小，低温下该现象尤其明

显。在低电场区，τ 的上升是由于散射增强造成的。而在高电场区 τ 的下降则是由于两

个方面的原因造成的。一方面是非均匀扩展的增强，另一方面是 L 谷中快的自旋弛豫

和强的 Γ-L 谷间电声散射。事实上，L 谷扮演着一个自旋极化“漏”的角色。此外，同

样由于 L 谷中快的自旋弛豫和强的 Γ-L 谷间电声散射，整个电子系统的自旋进动性质

由 Γ 谷支配，即使施加了外磁场也同样如此，哪怕两个谷中的有效 g 因子相差很大。

我们也研究了温度、磁场和杂质对自旋弛豫的影响。当电场不大时，自旋弛豫可以通过

升高晶格温度、加磁场或者增加杂质来压制。

最后我们讨论下文献 [530] 中所提出的“自旋耿式效应”的可能性。首先，文

献 [530] 中所用的漂移扩散模型仅仅在没有自旋翻转的情况下成立。在闪锌矿半导体

中，Dresselhaus/Rashba 自旋轨道耦合会造成自旋的翻转，更别说电场还能诱导有效的

净磁场了。其次，我们的研究表明，在高的电场区域，自旋弛豫时间随电场增大显著下

降。因此，由于这个短的自旋弛豫时间，文献 [530] 中所提出的“自旋耿式效应”所要

求的条件也很难满足。

5.4 非对称的 (001) Si/SiGe 和 Ge/SiGe 量子阱中空穴的自

旋弛豫

在这一节里我们的研究对象从电子系统转移到空穴系统。我们研究沿 (001) 方向生

长的具有应力的非对称的 Si/Si0.7Ge0.3 和 Ge/Si0.3Ge0.7 量子阱中空穴的自旋弛豫 [301]。

我们首先从六带的 Luttinger k · p 模型出发，利用子带 k · p 哈密顿量的 Löwdin 块

对角化方法，得到最低空穴子带的有效哈密顿量，包括 Rashba 自旋轨道耦合（在章

节 2.1.4 中给出）。我们然后基于这个有效哈密顿量，运用动力学自旋 Bloch 方程方

法，研究空穴的自旋弛豫。在我们所考察的范围内，对于 Si/SiGe (Ge/SiGe) 量子阱，

空穴的自旋弛豫时间为 1∼100 ps (0.1∼10 ps)。我们发现空穴－声子散射很弱，从而使
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得空穴－空穴的库仑散射很重要。在 Si/SiGe 量子阱中，空穴系统处在强散射区域。而

在 Ge/SiGe 量子阱中，随着温度或者电子浓度的变化，空穴可以处在或弱或强的散射

区域。在两种量子阱中，在低杂质浓度（或者无杂质）的情况下，自旋弛豫时间对温度

和浓度的依赖都在从简并区到非简并区的转折点处出现一个峰。这个峰是由库仑散射造

成的。但是，在 Ge/SiGe 量子阱中，库仑散射不仅导致一个峰，还导致一个谷。这个

谷是由从弱到强的散射的过渡导致的。

5.4.1 模型

我们所考察的 p型 SiO2/Si/Si0.7Ge0.3 (SiO2/Ge/Si0.3Ge0.7)量子阱的结构如图 5-7左

图所示。中间的 Si（Ge） 层的厚度 ≥ 10 nm。SiO2 层被视为无穷高势垒。由于大的门

电压（导致≥ 50 kV/cm的电场）和大的阱宽，价带带边在 Si/Si0.7Ge0.3（Ge/Si0.3Ge0.7）

界面处的非连续［≈ 55 meV (≈ 200 meV) [355]］可以忽略，因此可以采用三角势近

似 [329,354,356]。在该近似下阱宽变得无关紧要。

我们从六带的 Luttinger k · p 模型出发，利用子带 k · p 哈密顿量的 Löwdin 块对角

化方法得到最低空穴子带的有效哈密顿量 (2.34)。在章节 2.1.4 中我们已经给出具体的

过程和形式。这里我们从该有效哈密顿量出发，研究空穴的自旋弛豫。

根据方程 (2.35) 和 (2.43)，在所研究的整个电场范围内，Si/SiGe 量子阱中的最低

轻空穴子带（LH0）的有效质量约为 ml = 0.27m0，而 Ge/SiGe 量子阱中的最低重空

穴子带（HH0）的有效质量约为 mh = 0.057m0。在图 5-7右图 (a) 中，我们画出了不

同电场下 Si/SiGe 量子阱中四个子带（第一和第二轻空穴带 LH0 以及 LH1，第一重空

穴带 HH0，以及第一自旋劈裂带 SO0）在 Γ 点的能级位置随电场的依赖。在图 5-7 右

图 (b) 中，我们画出了 Si/SiGe 量子阱中 LH0 带的自旋轨道耦合系数（Ξ、Π 和 Θ，

见章节 2.1.4）以及 Ge/SiGe 量子阱中 HH0 子带的自旋轨道耦合系数（Λ）随电场的依

赖。如图 5-7 右图 (a) 所示，在电场 E ≈ 360 kV/cm 处，LH1 和 HH0 子带出现交叉，

而在 E ≈ 500 kV/cm 处，LH1 和 SO0 子带出现反交叉。注意到尽管在图 5-7 右图中，

我们的计算达到了无穷小电场的极限，但是只有在大电场区（比如，对于 ∼ 10 nm 左

右的阱宽，E ≥ 50 kV/cm），我们的计算结果才是适用的。这是因为我们的模型忽略

了 Si/SiGe（Ge/SiGe）界面处的价带非连续性，而这种近似在小电场区会失效。在上

面的这些计算中，需要用到的一些材料参数给在表 5-1 中。

5.4.2 数值结果

我们应用动力学的自旋 Bloch 方程研究空穴的自旋弛豫。在散射项中包括空穴

－形变光学/声学声子散射 [544]，空穴－杂质和空穴－空穴库仑散射。散射项的具体

表达式参考文献 [506]。这里给出空穴－声子散射的矩阵元。空穴－形变声学声子散

射和空穴－形变光学声子散射的矩阵元分别为 |Mac,Q|2 = }D2
acQ

2dvs
|I(iqz)|2 和 |Mop,Q|2 =

110



第五章 半导体量子阱中的自旋弛豫

-10

-8

-6

-4

-2

 0

 2

 0

 0.1

 0.2

 0.3

 0.4

-∞

SiO2 Si Si0.7Ge0.3

(a)

-10

-8

-6

-4

-2

 0

-10 -5  0  5  10  15  20  25  30  35
 0

 0.1

 0.2

 0.3

  
  
  
  
  
  
  
  
  
  
  
  
  
  
  
  
  
  
  
  
 E

n
er

g
y
 (

0
.1

 e
V

)

  
  

  
  

  
  

  
  

  
  

  
  

  
  

  
  

  
  

  
  

H
o

le
 d

is
tr

it
u

ti
o

n
 (

a
rb

. 
u

n
it

s)

z (nm)

-∞

SiO2 Ge Si0.3Ge0.7

(b)

~

2
Λ

~

2
Θ

~

2
Π

~

2
Ξ

×
1

4

(b)

E (kV/cm)

~ 2
Ξ

(m
e
V

n
m

)

~ 2
Π
(

~ 2
Θ

,
~ 2
Λ
)

(m
e
V

n
m

3
)

2

1

0

-1

-2
6005004003002001000

2

1

0

-1

-2

LH1
HH0
SO0
LH0

(a)

E
n
e
rg

y
(0

.1
e
V

)

1

0

-1

-2

图图图 5-7: 左图：(a) SiO2/Si/Si0.7Ge0.3 和 (b) SiO2/Ge/Si0.3Ge0.7 量子阱的结构示意图。其中
的两条竖线代表界面。实线代表电场 E = 300 kV/cm 下的约束势 V (z)。在三角势近似下，
价带带边在 Si/Si0.7Ge0.3 和 Ge/Si0.3Ge0.7 界面处的非连续被忽略。刻度在右边的链线分别
是 (a) |Ψ1l0(z)|2 以及 (b) |Ψ1h0(z)|2，它们代表 Si/Si0.7Ge0.3 量子阱中最低的轻空穴概率分布
和 Ge/Si0.3Ge0.7 量子阱中最低的重空穴概率分布。右图：(a) Γ 点处，Si/SiGe 量子阱中最低
四个空穴子带 [ 第一（第二）轻空穴子带 LH0（LH1），第一重空穴带 HH0，以及第一自旋
劈裂带 SO0 ] 的能级随着电场的依赖。(b) Si/SiGe 量子阱中的 LH0 子带的自旋轨道耦合系数
（~

2Ξ，~
2Π 和 ~

2Θ）和 Ge/SiGe 量子阱中的 HH0 子带的自旋轨道耦合系数（~
2Λ）对电场的依

赖。~
2Ξ 的标度在图的右边。

}∆2
op

2dωop
|I(iqz)|2。这里 Q = (q, qz) 是声子的动量。Si 和 Ge 中的质量密度 d，形变势参

数 Dac 和 ∆op，以及光学声子能量 ~ωop 以及声速 vs 给在表 5-1 中。对于 Si/SiGe 量子

阱，I(iqz) =
∫∞
−∞ Ψ†

1l0(z)eiqzzΨ1l0(z)dz = 〈χ(l1)
0 (z)|eiqzz|χ(l1)

0 (z)〉+ 〈χ(l2)
0 (z)|eiqzz|χ(l2)

0 (z)〉，
而对 Ge/SiGe 量子阱，I(iqz) =

∫∞
−∞ Ψ†

1h0(z)eiqzzΨ1h0(z)dz = 〈χ(h)
0 (z)|eiqzz|χ(h)

0 (z)〉 。在
计算中，空穴的初始自旋极化取为 5 %。通过数值求解动力学自旋 Bloch 方程，我们得

到自旋极化随着时间的演化并进而得到自旋弛豫时间。

5.4.2.1 Si/SiGe 量子阱中的空穴自旋弛豫

我们首先研究 Si/Si0.7Ge0.3 量子阱中的最低空穴带的自旋弛豫。除非特别说

明，电场 E = 300 kV/cm。LH0 空穴在 z 方向的概率分布如图 5-7(a) 中的链线所

示。自旋轨道耦合系数分别为 ~
2
Ξ = 1.33 meV nm，~

2
Π = −0.83 meV nm3，~

2
Θ =

−0.39 meV nm3［见图 5-7 右图 (b)］。此外，由于 Si 中非常小的材料参数 B（也
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5.4 非对称的 (001) Si/SiGe 和 Ge/SiGe 量子阱中空穴的自旋弛豫

表表表 5-1: Si 和 Ge 的材料参数。质量密度 d，形变势 Dac 和 ∆op，以及光学声子能量 ~ωop 和声
速 vs 来自文献 [544]。Luttinger 参数 γ1，γ2 和 γ3 来自文献 [354]。

d Dac ∆op ~ωop vs
Material (g/cm3) (eV) (108 eV/cm) (eV) (105 cm/s)

Si 2.33 5.03 8.7 0.063 9.0
Ge 5.32 3.5 7.0 0.037 5.4

γ1 γ2 γ3
Si 4.285 0.339 1.446
Ge 13.38 4.24 5.69
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图图图 5-8: 左图：Si/SiGe 量子阱中不同空穴浓度下自旋弛豫时间 τ 对温度 T 的依赖。右
图：Si/SiGe 量子阱中不同温度下自旋弛豫时间 τ 对空穴浓度 Nh 的依赖。两图中杂质浓
度 Ni = 0，电场强度 E = 300 kV/cm。

即 γ2）［见章节 2.1.4］，Si/SiGe 量子阱中 Rashba 项的线性部分变得相对重要。在

图 5-8 和 5-9 中，我们展示了自旋弛豫对于温度、空穴/杂质浓度以及散射的依赖。

图 5-8 左图给出了不同空穴浓度下自旋弛豫对温度的依赖。杂质浓度取为 0。

结果显示，在空穴浓度不是特别低的情况下，在费米温度 T h
f ≡ Eh

f /kB （E
h
f 是费米

能。在空穴浓度 Nh = 4 × 1011 cm−2 时，T h
f ≈ 35 K）附近，自旋弛豫时间出现一

个峰。但是，在空穴浓度特别低的情况（Nh = 5 × 1010 cm−2）下，这个峰消失。这

种峰最早由 Zhou 等人在高迁移率的 n 型 (001) GaAs 量子阱中电子自旋弛豫对温度

的依赖中预测，之后由 Ruan 等人从实验上在 T e
f /2 处观察到 [294]。类似的自旋弛豫

对温度依赖的峰在本征的体 GaAs ［出现在 (T e
f /4, T e

f /2) 温度范围］ [300] ，无杂质

的 p型 (001) GaAs量子阱（在 T h
f 附近） [322]，无杂质的 n型 (111) GaAs量子阱［出

现在 (T e
f /2, T e

f ) 温度范围］ [306] 都被预言过。这个峰是在 DP 机制下的强散射区，

库仑散射强度对温度的非单调依赖产生的。我们知道，对于二维（三维）系统，在简

并区库仑散射率对温度有 T 2 依赖，而在非简并区库仑散射率对温度有 T−1（T−3/2）
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第五章 半导体量子阱中的自旋弛豫

依赖 [545, 546]。因而随着 T 的升高，占主导作用的库仑散射先导致自旋弛豫时间的上

升，然后导致其下降。同时，随着温度的升高，非均匀扩展增强，倾向于使自旋弛豫时

间减小。因而，在 τ -T 的曲线中，峰会倾向于向低温区（小于 T h
f 的方向）移动。这个

效应的强弱依赖于自旋轨道耦合的具体形式。当自旋轨道耦合对动量以线性（三次方）

的形式依赖时，该效应是温和的（强烈的）。这里，在 Si/SiGe 量子阱中，空穴处在强

散射区且库仑散射主导（见后面的讨论），同时线性 Rashba 项更重要。因而 τ -T 曲线

的峰在 T h
f 附近。但是，当空穴浓度足够低使得在整个考察的温度范围内空穴都处于非

简并区，自旋弛豫时间随着温度单调下降，如图 5-8 左图中的实线所示。

和上面类似的现象在自旋弛豫时间对空穴浓度的依赖中也被期望出现，因为在

二维（三维）体系中，库仑散射率在简并区 ∝ N−1
h （N

−2/3
h ），而在非简并区 ∝ Nh

[545, 546]。事实上确实如此 [300, 322]，如图 5-8 右图所显示的那样。然而，当温度足够

高使得在所考虑的浓度范围内空穴都处在非简并区时，自旋弛豫时间随着浓度单调上

升，如图 5-8 右图中的点线所示。

在图 5-9 左图中，我们给出了在不同杂质浓度下自旋弛豫时间对温度的依赖。

该图表明，增加杂质浓度会使得自旋弛豫时间变长。这是因为这里空穴处于强散射

区 [11, 277, 281, 300, 506]。随着杂质浓度 Ni 的增加，在低温区对温度不敏感的空穴－杂

质散射变得重要。因此，在 τ -T 曲线中由库仑散射率对温度的非单调依赖导致的峰变得

不再明显或者甚至消失 [277,300]。这也是为什么这种峰在高迁移率的的样品中更容易被

实验观察到的原因 [277,294]。同时我们也注意到在室温附近，空穴－杂质散射对自旋弛

豫的影响非常微弱，这是因为杂质散射率随着载流子平均动量的增加而减小 [547]。

为了了解不同散射在自旋弛豫过程中的相对重要性，我们在不同的散射情况下计算

了自旋弛豫并在图 5-9 右图中给出了其对空穴浓度的依赖。T 取为 300 K。在图 5-9 右

图 (a) 中，杂质的浓度 Ni = 0。实线对应所有散射都考虑了的情形（包含空穴－空穴

的库仑散射、空穴－光学声子散射以及空穴－声学声子的散射）。短划线、点线和链线

分别对应没有空穴－光学声子散射、没有空穴－声学声子散射以及没有空穴－空穴库

仑散射的情形。通过对比这四条线，可以发现：(I) 即使在室温下，空穴－空穴库仑散

射也比空穴－声子散射重要；(II) 声学声子比光学声子相对来说要重要一些［光学声子

能量 ~ωop 高达 63 meV，而由于空穴大的平面内有效质量（0.27m0），空穴的费米能很

低］。事实上，在我们所研究的范围内空穴系统处在强散射区，而当人为的把空穴－空

穴库仑散射去掉后，空穴会进入弱散射区。这一点可以通过比较图 5-9 右图 (b) 中的两

组曲线看出来。其中有空穴－空穴库仑散射的一组（实线和短划线）表明增加少量杂质

会使自旋弛豫时间 τ 变长，这对应于强散射情形。而另外没有空穴－空穴库仑散射的一

组（链线和点线），则在增加少量杂质时显示出相反的效应（τ 变小），这是在弱散射

区的典型特征 [11, 281]。

最后，我们研究自旋弛豫对门电压导致的电场的依赖。在图 5-10 左图中，我们给

出不同温度下空穴的自旋弛豫时间 τ 对电场 E 的依赖。对于每一个温度，我们选择合

适的电场范围，以排除空穴第二子带的贡献。可以发现，随着电场强度的增加，自旋轨
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图图图 5-9: 左图：Si/SiGe 量子阱中不同的杂质浓度下自旋弛豫时间 τ 随温度的依赖关系。空穴浓
度是 Nh = 4 × 1011 cm−2，电场强度是 E = 300 kV/cm。右图：Si/SiGe 量子阱中不同的散射
下，自旋弛豫时间 τ 对空穴浓度 Nh 的依赖。T = 300 K 以及 E = 300 kV/cm。(a) 实线：包
含所有散射［空穴－空穴的库仑散射（h-h），空穴－光学声子散射（h-op）以及空穴－声学声
子的散射（h-ac）］；短划线：没有空穴－光学声子散射；点线：没有空穴－声学声子散射；
链线：没有空穴－空穴库仑散射。所有四种情况都在没有杂质的条件下进行计算。(b) 实线：有
空穴－空穴的库仑散射，空穴－光学声子散射以及空穴－声学声子的散射；短划线：和实线一
样，但是包含了空穴－杂质的散射（Ni = 1010 cm−2）；链线：包含空穴－光学声子散射和空穴
－声学声子散射；点线：和链线一样，但是包含了空穴－杂质散射（Ni = 5 × 108 cm−2）。

道耦合增强，自旋弛豫时间变短。此外，作为与 E = 300 kV/cm 下自旋弛豫的对比，

我们在图 5-10 右图中还画出了 E = 600 kV/cm 下自旋弛豫对空穴浓度和温度的依赖。

在两种依赖中，库仑散射导致的峰仍旧存在。另外，虽然门电压有所变化，峰的位置基

本保持不变。这是因为 Rashba 自旋轨道耦合的线性项主导，其系数随着电场的变化并

不会导致非均匀扩展对温度/浓度的依赖的变化。

5.4.2.2 Ge/SiGe 量子阱中的空穴自旋弛豫

接下来我们研究 Ge/Si0.3Ge0.7 量子阱中的空穴自旋弛豫。在图 5-7(b) 中，我们画

出了 E = 300 kV/cm 时最低重空穴子带的空穴在 z 方向的分布（链线）。在图 5-11 左

图中，我们画出了在电场 E = 300 kV/cm 下［相对应的，~
2
Λ = −6.06 meV nm3，如

图 5-7 右图 (b) 中所示］自旋弛豫时间 τ 对温度 T 的依赖。结果显示，Ge/SiGe 量
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图图图 5-10: 左图：Si/SiGe 量子阱中不同温度下自旋弛豫时间 τ 对门电压导致的电场 E 的依赖。
空穴浓度是 Nh = 1011 cm−2 而杂质浓度是 Ni = 0。右图：Si/SiGe 量子阱中在门电压导致的电
场 E = 600 kV/cm 下的自旋弛豫。短划线：在温度 T = 50 K 时，自旋弛豫时间 τ 对空穴浓
度 Nh 的依赖；实线：在空穴浓度 Nh = 4 × 1011 cm−2 时自旋弛豫时间 τ 对温度（刻度在上
边）的依赖。Ni = 0。

子阱中的空穴自旋弛豫时间比 Si/SiGe 量子阱中的空穴自旋弛豫时间短很多。这是

因为在 Ge/SiGe 量子阱中自旋轨道耦合相互作用相对较强（Ge 比 Si 原子重），而

且 Rashba 项对动量是三次方依赖［参考方程 (2.44)-(2.46)］，因而非均匀扩展也相对

变强。除了快的自旋弛豫，还有一个新的现象出现。即当空穴浓度相对较高的时候，

在 τ -T 曲线中，不仅仅出现了峰，还在这个峰之前出现了一个谷。

和 Si/SiGe 量子阱中库仑散射导致的峰在费米温度附近的情形不一样（图 5-8 左

图），在这里这个峰处在温度 T h
f /2 附近（对于空穴浓度 Nh = 4 × 1011 cm−2，T h

f ≈
170 K）。这是因为这里 Rashba 自旋轨道耦合对动量三次方依赖（不同于 Si/SiGe 量

子阱线性的 Rashba 项占主导），使得非均匀扩展随着温度升高而增强的效应很明

显。考虑到这个个效应，τ -T 的曲线中的峰相对于费米温度会向低温区移动。通过对

比图 5-11 左图中高温区 Ni = 0 的四条曲线，我们发现自旋弛豫时间 τ 随着空穴浓

度 Nh 的增加而单调下降。这和 Si/SiGe 量子阱中的情形（图 5-8 右图中的点线）不

一样。这是因为这里 Rashba 项对动量三次方依赖，使得非均匀扩展随着浓度的增大

以 N3
h 的形式强烈增强。

上面提到的峰与从简并到非简并的过渡相联系，但是图 5-11 左图中的谷则与从弱

到强的散射过渡相联系。当温度足够低而且空穴浓度高的时候，空穴系统是高度简并

的，因而使得占主导作用的库仑散射也变弱。这种情况下，空穴系统进入弱散射区。因

而当温度从非常低的值开始上升，散射的增强首先使得自旋弛豫时间变短，直到进入强

散射区，然后使得自旋弛豫时间变长。这个过程导致了 τ -T 曲线在简并区的谷的出现。

为了验证在空穴高度简并时确实进入了弱简并区，我们在图 5-11 左图中的点线对应的

情形下增加了一点杂质（链线）。我们再次看见，在弱（强）散射区，引入少量杂质增

强散射，自旋弛豫时间会变小（变大）。
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图图图 5-11: 左图：在 Ge/SiGe 量子阱中空穴自旋弛豫时间 τ 随温度 T 的依赖。电场强度 E =
300 kV/cm。被 (a, b) 标记的曲线对应于空穴浓度 Nh = a × 1011 cm−2 以及杂质浓度 Ni =
b× 1011 cm−2。右图：Ge/SiGe 量子阱中在不同温度下自旋弛豫时间 τ 对电场强度 E 的依赖。
空穴浓度 Nh = 1011 cm−2，杂质浓度 Ni 取为零。

最后我们研究自旋弛豫对电场的依赖。在图 5-11 右图中，我们在不同温度下画出

了空穴自旋弛豫时间 τ 对电场 E 的依赖。该图显示，在大电场区，自旋弛豫时间随着

电场的增大缓慢减小。这和在大电场区 Rashba 自旋轨道耦合强度对电场的微弱依赖相

对应［图 5-7 右图 (b) 中的点线］。

5.4.3 小结

在这一个小节中，我们研究了大门电压和应力作用下非对称的 (001) Si/Si0.7Ge0.3

（Ge/Si0.3Ge0.7）量子阱中最低空穴子带上的自旋弛豫。首先，我们从六带的 Lut-

tinger k · p 模型出发，利用子带的 Löwdin 块对角化方法得到最低子带的有效哈密顿

量，包括 Rashba 型的自旋轨道耦合。由于双轴应力的影响，Si/SiGe 量子阱中的最低

子带是轻空穴型的，而 Ge/SiGe 量子阱中的最低子带是重空穴型的。接着我们从这个

有效的哈密顿量出发，利用动力学的自旋 Bloch 方程方法，研究空穴的自旋弛豫。我们

发现，库仑散射的贡献非常重要，它导致自旋弛豫时间对温度和浓度依赖中峰的出现。

此外，它还在 Ge/SiGe 量子阱中导致自旋弛豫时间对温度的依赖中的谷的出现，这个

现象与空穴系统从弱到强的散射区的转变相联系。杂质浓度以及门电压导致的电场对自

旋弛豫的影响也被研究。在 Si/SiGe（Ge/SiGe）量子阱中，在我们研究的范围内，空

穴的自旋弛豫时间在 1∼100 ps（0.1∼10 ps）的量级。这些时间尺度比 Si/SiGe 量子阱

中电子的自旋弛豫时间（10−7 ∼ 10−5 s的量级 [548–550]）短很多。同时，和 GaAs量子

阱的空穴比起来，Si/SiGe（Ge/SiGe）量子阱中空穴的自旋弛豫时间要长（相比拟）。

116



第五章 半导体量子阱中的自旋弛豫

5.5 非平衡声子对热化电子的自旋弛豫的影响

正如上面的研究中所表明的，在自旋弛豫的过程中，散射扮演了很重要的角色。在

通常情况下，参与电声散射的声子都被处理成是平衡的。在近平衡体系中这是很好的近

似。但是，当载流子系统远离平衡时（比如通过电场驱动或者激光激发），载流子的能

量弛豫主要通过声子发射实现，此时如果声子的弛豫时间接近或者大于载流子－声子的

散射时间，则声子可以被载流子显著地驱离平衡态。远离平衡的声子反过来可以影响电

子的动力学包括自旋动力学的行为。事实上，非平衡声子下的热电子输运已经有所研

究 [551–559] 。这些研究表明，和将声子处理成平衡的情况比起来，包含非平衡声子的

计算结果和实验上得到的电子能量弛豫率和迁移率更符合 [553–555]。这些研究同时也

间接表明，在远离平衡的热电子系统中，有必要将声子处理成非平衡的，因为这些声子

可以通过调制电子的热化和漂移来影响自旋的弛豫。

在本章的最后一节，我们研究 n 型 GaAs 量子阱中非平衡的纵向光学声子对热电子

的自旋弛豫的影响 [509]。在量子阱平面内的电场作用下，纵向光学声子被电子驱动到

非平衡态。和将声子处理成平衡态的情形比起来，在非平衡声子下，电子的热化被加

强，电声散射增强，自旋弛豫时间因而变长。但是，和电子漂移速度近似成正比的自旋

进动频率，既可以变大（低电场和/或高晶格温度下）也可以变小（高电场和/或低晶格

温度下）。我们还发现，在电子浓度高以及杂质浓度低时，非平衡声子的效应更明显。

5.5.1 模型

我们的研究对象是沿着 [001]||ẑ 方向生长的 GaAs 量子阱。阱宽 a = 5 nm。在这

个阱宽以及合适的电子浓度 Ne ，晶格温度 TL 和电场强度 E（E ≤ 1 kV/cm）下，

只需要考虑最低电子子带。由于电子波函数在 ẑ 方向的局域性，电子－声子散射在空

间是不均匀的，也即，声子的吸收和放出过程主要发生在电子波函数分布大的量子阱

内。如果声子弛豫很快或者声子（比如声学声子）能够很容易地穿过量子阱界面，这时

声子可以被认为是平衡的，且具有体声子的模式。在我们的研究中，我们假设声学声

子是平衡的，而纵向光学（LO）声子是非平衡的 [552–554, 556–558]。为了研究和非平

衡的 LO 声子在空间上非均匀耦合的电子系统的自旋弛豫，我们将描述电子的动力学

自旋 Bloch 方程和描述准二维的 LO 声子 [553–555] 的速率方程［方程 (5.14)］联合起

来，也即，

∂ρk
∂t

=
∂ρk
∂t

∣∣∣∣
dri

+
∂ρk
∂t

∣∣∣∣
coh

+
∂ρk
∂t

∣∣∣∣
scat

, (5.13)

∂nq

∂t
=

∂nq

∂t

∣∣∣∣
scat

. (5.14)

117



5.5 非平衡声子对热化电子的自旋弛豫的影响

在这里，因为 LO 声子被处理成准二维的，动力学自旋 Bloch 方程中电子-LO 声子的散

射项需要做一点变化（在声子的平衡态极限，该处理不导致任何实质变化） [553–555]，

∂ρk
∂t

∣∣∣∣e-LO
scat

=
π

A

∑
k′

M2
k−k′{δ(εk − εk′ + ~ω0)[(nk′−k + 1)ρk′(1 − ρk) − nk′−k(1 − ρk′)ρk]

+ δ(εk − εk′ − ~ω0)[nk−k′ρk′(1 − ρk) − (nk−k′ + 1)(1 − ρk′)ρk]} + {...}†,
(5.15)

声子速率方程 (5.14) 中的散射项为

∂nq

∂t

∣∣∣∣
scat

= −
nq − n0

q

τpp
− 2π

A
M2

q

∑
k

δ(εk − εk−q − ~ω0)

× {Tr[(1 − ρk)ρk−q]nq − Tr[ρk(1 − ρk−q)](nq + 1)}. (5.16)

在上面的方程中，A 是量子阱平面的面积，M2
q = 1

L

∑
qz
g2qqz |I(iqz)|2 是电子－LO 声子

的散射矩阵元，其中 g2qqz = e2ω0

2~2ε0(q2+q2z)
(κ−1

∞ − κ−1
0 ) [524] 。L 是样品在 ẑ 方向的尺度。

方程 (5.16) 右边的第一项代表声子－声子散射导致的声子弛豫，采用了弛豫时间近

似。n0
q = [exp(~ω0/kBTL)− 1]−1 是和 AC声子达到平衡时的准二维的 LO声子的数目。

弛豫时间 τpp 贡献自非谐振的晶格振动，依赖于声子动量和晶格温度。但是，为简单

起见，我们假设 τpp 是一个只依赖于晶格温度的常数。我们采用 Vallée 和 Bogani 从

时间分辨的相干反 Stokes 拉曼散射实验拟合得到的经验公式 [560]，τpp(TL) = τ 0pp/{1 +

[exp(0.2~ω0/kBTL) − 1]−1 + [exp(0.8~ω0/kBTL) − 1]−1}，其中 τ 0pp ≡ τpp(0) ≈ 9 ps [560]。

这个公式实际上描述了 Γ 点附近的一个 LO 声子弛豫成另一个 L 点附近的 LO 声子和

一个横向 AC 声子的过程。在有非平衡 LO 声子的情况下对热电子输运的研究中，上面

这种对声子－声子散射项的弛豫时间近似被广泛采用 [553–557]。

5.5.2 数值结果

我们数值地求解动力学自旋 Bloch 方程和声子速率方程联立的方程组。杂质浓度取

为 0，电场 E = −Ex̂，其中 E ≥ 0。除非特别说明，我们没有施加任何磁场。初始的自

旋极化为 P0 = 0.05，自旋极化方向为 ẑ 方向。Ne = 4 × 1011 cm−2 是电子的面密度。自

旋弛豫时间 τ 从自旋极化 P (t) = 1
ANe

∑
k Tr[ρk(t)σz] 的时间演化得到，电子的漂移速率

是 v(t) = 1
ANe

∑
k Tr[ρk(t)]~k/m∗ = vx(t)x̂ 的稳态值，而热电子温度 Te 通过拟合漂移费

米分布的 Boltzmann 形的尾巴得到 [490,506,553]。

在图 5-12中，我们在动量空间给出了非平衡的电子和 LO声子的典型的稳态分布。

图 5-12(a) 和 (c) 表明，在沿着 −x̂ 方向的电场下，电子获得了沿 x̂ 方向的漂移速率。

图 5-12(b) 和 (d) 给出了对应的非平衡的 LO 声子的分布。可以发现，具有很大或者很

小的动量（动量空间的边缘或者中心位置）的 LO 声子和 AC 声子基本达到平衡。这是
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图图图 5-12: 非平衡电子［(a) 和 (c)］以及非平衡 LO 声子［(b) 和 (d)］在动量空间的典型稳态分
布。(a)和 (b)：TL = 200 K以及 E = 0.3 kV/cm；(c)和 (d)：TL = 50 K以及 E = 1 kV/cm。
注意到在 (b) 和 (d) 中，LO 声子的分布 nq 分别被乘以了 2 和 1

7。

由于这些动量区域的 LO 声子和电子的散射很弱。因而，在这些区域的 LO 声子的分布

基本是晶格温度决定的平衡分布。而具有中等动量的 LO 声子，则被热电子驱离到离开

平衡态很远。在 TL = 200 K 以及 E = 0.3 kV/cm［图 5-12(b)］的情况下，qx > 0 声子

更多的被放出，因而在该动量区域形成一个峰；而 qx < 0 的声子更多的被吸收，因而

在该动量区域形成一个谷。随着 TL 的降低或者 E 的增大，qx < 0 区域的谷被压制甚

至消失，如图 5-12(d) 所示。在各种情况下，LO 声子的总数目（分布在动量空间的求

和）增大，而且获得了净的正动量。

在图 5-13(a) 中，我们给出了 LO 声子处理为平衡时，得到的电子漂移速度 vx 对电

场的依赖。同时在图 5-13(b) 中，我们也给出了在 LO 声子分别被处理为非平衡和平衡

时所得到的漂移速度 vx 的比值。从图 5-13(b)，我们可以注意到，当非平衡的声子被考

虑时，vx 可以增大或减小，依赖于具体的情况。这个现象和之前文献中给出的结果一

致 [552, 553, 556]。事实上，非平衡声子对热电子的输运的影响包括两个竞争的效应：从

非平衡的声子系统中重吸收的动量倾向于增加电子的迁移率；而加强了的电子热化效应

会增强电子－声子散射（包括电子－AC 声子散射和电子－LO 声子散射都会增强），

从而倾向于降低电子的迁移率 [552, 553, 556]。通常来说，前（后）一个效应在低（高）
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的电场区和/或高（低）温下主导 [552, 553, 556]，正如图 5-13(b) 所表明的那样。如前

面看到的，当电场低和/或晶格温度高的时候，LO 声子分布在 qx < 0 的区域的谷很明

显，因而电子通过吸收 qx < 0 的声子向后散射的过程被压制，于是电子分布的峰的位

置向正动量方向位移明显。最后，当晶格温度足够高的时候（比如，TL = 300 K），非

平衡声子的效应变弱而且对电场不那么敏感。造成这种现象的原因是高温下电子的热化

效应不再显著，而且 LO 声子的弛豫时间也变短（TL = 300 K 时 τpp ≈ 1.9 ps） [560]。

在图 5-13(c) 中我们给出了 LO 声子处理为平衡时，不同晶格温度下，热电子温

度 Te 对电场 E 的依赖。从该图中可以看见当电场大、晶格温度低时，电子的热化效应

更明显 [300, 490, 506]。我们还注意到，曲线 Te/TL-E 在 TL = 50 K 时几乎是线性的，

但是当 TL ≥ 100 K 时，该曲线偏离线性。描述电子从电场的能量获得速率和电声散射

导致的能量损失速率间的平衡的方程确立热电子的温度。当 Te − TL ≤ TL 时，有 [561]

Te/TL = 1 + µeE2/α, (5.17)

这里 µ 是电子的迁移率，α/TL 是能量转移系数。如果 µ 和 α 都与 Te 无关，

则 Te 随着 E 平方增大。但是，实际情况并非如此。µ 和 α 都与散射相关，因而

对 Te 有依赖关系。所以 Te 与 E 的关系并非显而易见。但是，对于某些特殊的情

形，这两者的关系是可以确立的。例如，如果电子－AC 声子散射主导能量的弛豫，

则在 µ0E � vs（µ0E � vs）时，Te 随着 E 的增大而平方（线性）增大 [561]。这

里 µ0 是 Te = TL 时电子的迁移率，vs 是声速。因而，在 TL = 50 K 时，图中给

出的 Te/TL 对 E 的线性依赖可以如下理解。在这个温度下，能量的弛豫主要通过

电子－AC 声子散射进行，而且 µ0E 随着电场增大可以很容易的超过声速 vs。利

用 µ0 ≈ 105 cm2V−1s−1［如图 5-13(a) 中的数据所表明的］以及 vs ≈ 5 × 105 cm/s，

我们可以估算出在 TL = 50 K 时由 µ0E = vs 给出的临界电场小到 5 V/cm。因而，

在图中的电场范围内，Te/TL 基本显示出对 E 的线性依赖。当 TL 增大时，LO 声

子变得重要，电子的迁移率下降。因为这些因素，Te/TL-E 曲线偏离线性关系，如

图 5-13(c) 中 TL ≥ 100 K 的曲线所表明的。

在图 5-13(d) 中，我们给出了不同电场下 LO 声子分别处理为非平衡和平衡

时得到的 Te 的比。可以发现，当声子被处理为非平衡时，电子的热化确实被加

强 [553, 556, 557]。此外，当 TL 比较低时，ηTe 对电场显示出非单调的依赖。这是由于

在非平衡声子存在的情况下，随着电场的增大，LO 声子的数目增多，因而通过电子

－LO 声子散射的能量弛豫率增大。当晶格温度低的时候，这个效应更明显。因为这

时纵向 LO 声子的弛豫时间比较长（TL = 50 K 时 τpp = 7.3 ps） [560]，随着电场的增

大，LO 声子数目能够更显著的增多。

最后我们考察自旋的弛豫。图 5-13(e) 展示了各种不同晶格温度下自旋弛豫时

间 τ 对电场的依赖。可以看见，在我们研究的电场范围内，τ 基本随着 E 的增大而增

大。两个原因导致了这个现象：(I) 在沿着 −x̂ 方向的电场下，Dresselhaus 自旋轨道
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耦合在 −x̂ 方向会产生净的磁场 [490, 506]。在这个净磁场下，自旋开始进动，从而混

合平面内和平面外的自旋弛豫 [324, 503]。由于 (001) GaAs 量子阱中平面内的自旋弛

豫率比平面外的要小，因此这个混合使得自旋弛豫时间变长 [324, 503]。(II) 电子的热

化加强电声散射，而电子系统处在强散射区，因而弛豫时间变长。这个效应在低的晶

格温度下明显（热化明显）［如图 5-13(c) 所显示的］，也正是 TL ∼50-100 K 的情形

下在 E > 0.05 kV/cm 后 τ 随着 E 持续增大的原因。为了让这里面的物理更清楚，

我们在 TL = 50 和 300 K 的情况下，沿着 −x̂ 方向施加 B = 2 T 的磁场。对应的自

旋弛豫时间对电场的依赖在图 5-13(e) 中分别用空心方框（TL = 50 K）和空心圆圈

（TL = 300 K）表示。在这个大的外加磁场下，即使在没有外加电场的情况下，平面

内和平面外的自旋弛豫已经有效混合。我们发现，对于 TL = 300 K 的情形，τ 随着电

场几乎保持不变，而对于 TL = 50 K 的情形，τ 还会由于强的热化效应随着 E 继续增

加。最后，注意到对于 TL = 300 K 的情形，在 E 接近 1 kV/cm 时，τ 随着 E 有微弱

的下降。这是由于漂移和热化的效应加强了非均匀扩展，从而使得自旋弛豫时间开始变

短。这个效应在晶格温度比较高的时候更容易发生 [490, 506]。最后我们关注利用非平

衡 LO 声子计算得到的自旋弛豫时间和用平衡 LO 声子计算得到的自旋弛豫时间的比值

［图 5-13(f)］。当 LO 声子被考虑为非平衡时，由于电声散射的加强，自旋弛豫时间变

长。但是当晶格温度很高时（比如，TL = 300 K），非平衡声子对 τ 的影响非常微弱。

我们已经指出，在沿着 x̂ 方向的电场下，Dresselhaus 自旋轨道耦合会在该方向诱

导强度正比于漂移速度 vx 的有效磁场，导致自旋的进动。因而当 vx 被非平衡声子有

效调制时，自旋进动频率也会随着 vx 的变化而变化。在图 5.5.1(a) 中，我们给出了平

衡 LO 声子和非平衡 LO 声子下典型的自旋进动信号。图 5.5.1(b) 给出了 LO 声子的两

种不同处理情况下自旋进动频率的比值（只在自旋进动信号可以很好分辨的电场区域给

出）。和漂移速度一样，将 LO 声子处理为非平衡后，自旋进动频率可以变大，也可以

变小。

最后，我们的计算还发现，非平衡声子对电子迁移率、电子热化和电子自旋弛豫的

影响随着电子浓度的降低和杂质浓度的增大而减弱。这是因为 LO 声子是被电子驱离平

衡态的，而电子－杂质散射的增强会抑制电子－LO 声子散射的影响。

5.5.3 小结

在这一小节中，我们研究了非平衡 LO 声子对 n 型 (001) GaAs 量子阱中热电子自

旋弛豫的影响。我们发现，将 LO 声子考虑为非平衡声子后，和以平衡态处理的情况相

比，电子的漂移速度可以变大或者变小。与电子漂移速度近似成正比的自旋进动频率也

随之改变。而由于考虑进 LO 声子的非平衡效应后，电声散射增强，因而自旋弛豫时间

变长。非平衡声子的这些效应在电子浓度高和杂质浓度低的时候明显。需要指出的是，

最近，Sun 等人在研究石墨烯中光激发下载流子的动力学时，将声子的动力学也考虑成

非平衡的，得到了和实验观测一致的微分透射率的时间演化 [492,562]。
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圈的线是在 TL = 50 K 以及 300 K 下存在沿着 −x̂ 方向的 B = 2 T 的磁场时自旋弛豫时间对
电场的依赖。对于 TL = 50 K（TL = 300 K）的情况，在 E > 0.05 kV/cm（E > 0.3 kV/cm）
时，自旋弛豫时间和没有磁场时的基本相同，因而图中没有画出。

10
-8

10
-7

10
-6

10
-5

10
-4

10
-3

10
-2

10
-1

 0  10  20  30  40  50

|P
|

t (ps)

(a) TL=100 K, E=0.3 kV/cm

Nonequilibrium LO phonons

Equilibrium LO phonons

 0.8

 1

 1.2

 1.4

 1.6

 1.8

 2

 2.2

 0  0.2  0.4  0.6  0.8  1

η ω

E (kV/cm)

(b) TL=50 K

100 K
150 K

图图图 5-14: (a) 平衡 LO 声子和非平衡 LO 声子下典型的自旋进动信号。自旋极化的绝对值 |P | 画
在对数坐标系下。TL = 100 K 以及 E = 0.3 kV/cm。(b) LO 声子的两种不同处理情况下自旋进
动频率的比值。

122



第第第六六六章章章 半半半导导导体体体量量量子子子阱阱阱中中中的的的自自自旋旋旋输输输运运运

6.1 研究背景

在上一章我们研究了半导体量子阱中的自旋弛豫。现在我们研究半导体量子阱中的

自旋输运。对于基于半导体的自旋电子学器件的实现而言，半导体中自旋输运的研究和

自旋弛豫的研究同样重要。

在实验上对半导体中二维电子系统的自旋输运有一些研究。Hu 等人通过集成了铁

磁电极的 InAs 量子阱中自旋输运的研究验证了利用铁磁电极向半导体进行自旋注入和

探测的有效性 [185]。Wunderlich 等人在 p 型 GaAs 的二维电子系统中观察到了自旋霍

尔效应 [79]。Weber 等人在 n 型 GaAs 量子阱中利用自旋栅实验观察到了自旋的库仑拖

拽（spin Coulomb drag）效应 [563]。最近，Koo 等人在 InAs 量子阱的非局域自旋阀结

构中进行了自旋输运对门电压（门电压可以调控 Rashba 自旋轨道耦合）依赖的测量，

并报告实现了 Datta-Das 场效应晶体管 [81]。

对于半导体中的自旋输运，理论上的研究手段有漂移扩散模型（章节 1.5），Monte

Carlo 模拟 [564]，以及建立在动力学自旋 Bloch 方程上的完全微观的模型。基于动力

学自旋 Bloch 方程，Cheng 等人对 GaAs 量子阱中的自旋输运已经进行了深入的研

究 [276, 493]。他们发现，即使没有外加磁场，自旋极化矢量在输运过程中也会有进

动，而且进动的周期对沿着输运方向施加的电场不敏感。这些现象已经被体材料中的

实验证实 [522, 565]。他们还发现，在散射（哪怕是库仑散射）足够强时，不同电子

的动量虽然不一样，但是自旋在空间的进动频率趋向一致 [276]。此外，在具有可比

的 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合的 (001) GaAs 量子阱中，他们发现自旋扩散对

自旋极化方向和自旋注入方向都表现出很强的各向异性 [493]。Sun 等人利用动力学自

旋 Bloch 方程研究了 InAs 量子阱中的自旋输运，并拟合了 Koo 等人的实验数据 [81]，

证明了 Koo 等人的实验实现了二维 Datta-Das 场效应晶体管的原型器件 [85]。Weng 等

人在动力学自旋 Bloch 方程的框架下研究了 n 型 GaAs 量子阱中自旋栅里的自旋输运和

弛豫过程，给出了自旋扩散系数和自旋弛豫时间的关系 [566]。

在这一章，我们研究对称的 Si/SiGe 量子阱中的自旋输运。由于 Si 本身就具有体

的反演对称，因而在对称的 Si/SiGe 量子阱中，Dresselhaus 和 Rashba 的自旋轨道耦合

均不存在，所以在该系统中不存在 DP 的自旋弛豫机制。在此情形下，如果施加外磁

场，在时间域上自旋只会纯粹的相干进动而不会有整体弛豫。但是在输运的过程中，情

形会变得不同。正如在 4.3 章节中所指出的那样，即使没有自旋轨道耦合导致的有效磁



6.2 模型

场，在有外磁场存在的情况下，自旋在输运过程中仍具有依赖于动量的实空间进动频

率 gµBB
∂kxεk

（其中 x 为自旋输运的方向）。该进动频率会导致输运过程中的非均匀扩展，

从而在有散射存在的情况下导致输运过程中不可逆的自旋弛豫。促使我们做这个研究

的是 Appelbaum 等人在体 Si 中的自旋输运实验 [63]。在体 Si 中，同样不存在 DP 的

自旋弛豫机制。但是在他们的实验中存在与自旋输运方向和注入的自旋极化方向均垂

直的静磁场。实验结果表明，在磁场还不是那么强的时候，自旋的注入长度就已经非

常小了。典型地，在 0.l T 的磁场下，自旋注入长度为几个 µm。Appelbaum 等人利

用 Hanle 效应解释所观察到的实验现象。实际上，从微观的角度出发，这种磁场存在时

输运过程中的自旋弛豫就是上面所指出的机制导致的。该机制已经被 Wu 等人从基于动

力学自旋 Bloch 方程的微观方法预言过，最早可追朔到 2002 年 [274]。这一章中我们借

助于动力学自旋 Bloch 方程，较为系统地在低温下的对称 Si 量子阱中研究这种输运过

程中的自旋弛豫机制。

6.2 模型

我们考察沿着 z||[001] 方向生长的 n-型对称 Si/SiGe 量子阱。在体 Si 中，导带的

最低处位于布里渊区的 X 点附近，形成了六个简并的能谷。在沿 z||[001] 方向加了约束

的量子阱中，由于电子纵向（[001] 方向）的有效质量大于横向的有效质量，使得两个

简并的 Xz 能谷处的最低子带低于 Xx 和 Xy 处的最低子带。在我们的研究中，阱宽取

为 5 nm，温度低于 80 K。在适度的电子浓度下，只有 Xz 能谷的最低子带被占据。具

有极化度 P 的自旋从样品的一端（x = 0 平面）注入，然后沿着 x 方向扩散。外加的磁

场 B 沿着 y 轴。

动力学自旋 Bloch 方程在章节 4.1 中已经给出。只不过现在自旋进动项里没有了动

量依赖的有效磁场，只有静磁场。同时，由于两个谷的简并性，涉及多谷的动力学自

旋 Bloch 方程可以约化为对“单个”能谷的方程，但是同时包含了谷内散射和谷间散

射：

∂ρk(x, t)

∂t
= − e

}
∂Ψ(x, t)

∂x

∂ρk(x, t)

∂kx
− }kx
mt

∂ρk(x, t)

∂x
− i

}

[
gµBBσy

2
+ Σk(x, t), ρk(x, t)

]
+
∂ρk(x, t)

∂t

∣∣∣∣intra
scat

+
∂ρk(x, t)

∂t

∣∣∣∣inter
scat

. (6.1)

其中 mt ≈ 0.196m0 是电子在 x-y 平面内的有效质量，g ≈ 2 为电子的有效 Lan-

dau 因子。Ψ(x, t) 是满足泊松方程的电势，∂2Ψ(x,t)
∂x2 = e[n(x, t) − N0]/(ε0κ0a)。其

中 n(x, t) 代表时刻 t 位置 x 处的电子浓度，N0 是背景正电荷浓度。初态时给

定 n(x, 0) = N0。κ0 = 11.9 是电子的相对静态介电常数 [567]。谷内电声散射包含

由纵向声学声子（LA）和横向声学声子（TA）的贡献，而谷间电声散射是 g 型的

散射，涉及到 LA、TA 和纵向光学声子（LO） [568]。但是由于低温的因素，电子
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－LO 声子的散射可以忽略。我们记 M2
α,intra,Q = }D2

αQ
2

2dΩα,intra,Q
|Iintra(iqz)|2 是谷内电声散射

的矩阵元，M2
α,inter,Q = }∆2

α

2dΩα,inter,Q
|Iinter(iqz)|2 是谷间电声散射的矩阵元。α = LA/TA 代

表了 LA/TA 的声子模。d = 2.33 g/cm3 是 Si 的密度 [569]。DLA = 6.39 eV，DTA =

3.01 eV [568]。Ωα,intra,Q = vαQ，其中声速 vLA = 9.01×105 cm/s和 vTA = 5.23×105 cm/s

[568]。∆LA = 1.5 × 108 eV/cm，∆TA = 0.3 × 108 eV/cm [568]。谷间散射涉及的声子

能量近似固定在 }ΩLA,inter,Q = 0.019 eV 以及 }ΩTA,inter,Q = 0.01 eV [568]。|Iγ(iqz)|2 =
π4 sin2 y

y2(y2−π2)2
（γ = intra/inter） 是形状因子，对于谷间散射 y ≡ aqz/2，对于谷内散

射 y ≡ a(qz − 2Kz
Xz

)/2。这里 Kz
Xz

= 0.85 × 2π
a0
（其中 a0 是 Si 的晶格常数）是 Xz 谷底

相对 Γ 点的位置。

6.3 只有弹性散射时的解析研究

在严格的数值解动力学自旋 Bloch 方程之前，我们先考虑只有弹性的电子－杂质散

射时的稳态解析解。通过这个稳态的解析解，可以初步得到自旋输运的一些性质。在解

析研究时不考虑 Hartree－Fock 自能以及由于空间电荷密度涨落导致的内建电场。在稳

态时，密度矩阵对动量的极角 θk 的傅立叶变化分量，ρ
l
k(x) = 1

2π

∫ 2π

0
dθkρk(x)e−ilθk，满

足方程

}k
2mt

∂

∂x
[ρl+1

k (x) + ρl−1
k (x)] = −igµBB

2}
[σy, ρ

l
k(x)] − ρlk(x)

τ lk
, (6.2)

这里 1
τ lk

= m∗Ni

2π}3
∫ 2π

0
dθ(1 − cos lθ)U2

q 是 l 阶的动量弛豫率。U2
q 是电子－杂质散射矩阵

元，其中 |q| =
√

2k2(1 − cos θ)。Ni 代表杂质浓度。忽略 ρlk 的 |l| > 1 的高阶项，可以

得到关于 ρ±1
k 和 ρ0k 的封闭的一阶微分方程组，并由此得到关于 ρ0k 的二阶微分方程：

∂2

∂x2
ρ0k(x) = −2

(
mtgµBB

2}2k

)2

[σy, [σy, ρ
0
k(x)]] +

igµBB

}τ 1k

(mt

}k

)2
[σy, ρ

0
k(x)]. (6.3)

定义自旋矢量 S0
k(x) = Tr[ρ0k(x)σ]，并且利用边界条件 (i) S0

k(0) = (0, 0, S0
kz)

T 和 (ii)

S0
k(+∞) = 0，可以解得

S0
k(x) = S0

kz


sin

[
mt

}kτ1k

(√
1 + 1

(τ1kωp)2
− 1
)− 1

2
x

]
0

cos

[
mt

}kτ1k

(√
1 + 1

(τ1kωp)2
− 1
)− 1

2
x

]
 e

−mtωp
}k

(√
1+ 1

(τ1
k
ωp)2

−1

) 1
2

x

, (6.4)

其中 ωp = gµBB/} 是时间域的自旋进动频率。考虑到两个能谷，在 z 方向的总的自旋

极化为 Sz(x) = 2
∑

k Tr[ρk(x)σz] =
∫ +∞
0

dk
π
kS0

kz(x)。当系统处于简并区时，S0
kz 在费米
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6.4 数值结果

面附近最大，因此费米面附近的态对 Sz(x) 的贡献最大。

从方程 (6.4) 可以看出，在自旋的扩散过程中，S0
k(x) 一方面绕着磁场进动，另

一方面在幅度上衰减。但是，在无散射的情况下当 τ 1k 变得无穷长时, 方程 (6.4) 变

为 S0
k(x) = S0

kz

(
sin

√
2mtωp

~k x, 0, cos
√
2mtωp

~k x
)T
。该结果清楚的表明在磁场存在时，空

间域动量依赖的自旋进动导致非均匀扩展 [274]。该非均匀扩展本身只会导致自旋极

化 Sz(x) 沿 x 方向的可逆的衰减。然而，当有散射存在时，这个衰减变为不可逆的，

正如方程 (6.4) 中的指数衰减项所体现的那样。所以，即使没有 DP 的自旋弛豫机

制，伴随着自旋的扩散仍然有自旋弛豫。注意到方程 (6.4) 中指数项里的衰减速率随

着 1/τ 1p 和 ωp 的增大而增大，表明自旋的扩散受散射和磁场的抑制。在我们的解析研

究中，只考虑的弹性的电子－杂质散射。为了得到在该量子阱系统中自旋扩散的完整

图像，我们将电子－声子和电子－电子散射包含进来，从数值上完整的求解动力学自

旋 Bloch 方程。　
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图图图 6-1: 左图：在包含不同散射的情形下，稳态的 Sz 在 x 方向的分布。标注着“EE”，
“EP”或者“EI”的曲线分别代表包含了电子－电子、电子－声子或者电子－杂质散射时的
计算结果。标注着“EI+EE+EP”的曲线来自包含所有散射的计算。同时，我们还将 Sz 的
绝对值随着 x 的依赖画在了图中（画在对数刻度，见图的右手边框）。图中虚线部分对
应 Sz < 0 。T = 80 K，B = 1 T。右图：在不同的磁场强度下，稳态的 Sz 随着 x 的依
赖。T = 80 K，Ni = 0.1N0。

6.4 数值结果

我们利用双边注入的边界条件 [11, 276, 493, 570] 数值的求解动力学的自旋 Bloch 方

程，从而得到空间的自旋极化分布 Sz(x) = N1/2(x) − N−1/2(x)，其中 Nσ(x) =

nσ(x,+∞) = 2
∑

k fk,σ(x,+∞) （因子 2 来源于两个简并的谷）。在计算中，若非

特别说明，我们取定 N0 = 4 × 1011 cm−2。在考虑进杂质时，我们取 Ni = 0.1N0。我们

研究了散射，磁场和电子浓度对自旋扩散的影响，主要结果呈现在图 6-1 和 6-2 中。
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图图图 6-2: 不同电子浓度时，稳态下 Sz/N0 随 x 的依赖。(a)：T = 40 K；(b)：T = 10 K。B =
1 T，Ni = 0。

我们首先研究了散射和磁场对自旋扩散的影响。在图 6-1 左图中，我们画出了在包

含不同的散射的情况下得到的稳态的自旋极化在空间的分布。为了清楚的呈现自旋扩散

的性质，我们同时也画出了 Sz 的绝对值（对数坐标系下，见图的右手边框上的尺度）

随着 x 的依赖。所有的曲线清楚表明在没有 DP 弛豫机制的情况下，伴随着扩散仍然

有自旋的弛豫，从而导致 µm 量级的自旋扩散长度。对比标注为“EE”和“EI”的曲

线，可以发现，库仑散射可以非常有效地压制自旋的扩散。事实上，以前的研究表明，

库仑散射在时间域的自旋弛豫 [11, 281, 571] 和空间域的自旋输运 [275, 276, 493] 中都非

常重要。与时间域的强（弱）散射条件下，增强散射会抑制非均匀扩展（提供弛豫通

道），从而使得弛豫时间变长（短）不一样，这里库仑散射通过减小有效的动量散射

时间 τk （将 τk 修正为 τ ∗k）来压制自旋的扩散。类似地，其它散射如电子－声子散射

（包括谷内和谷间的贡献），也会贡献动量的弛豫从而压制自旋扩散，正如图中标注为

“EP”的曲线表明的那样。对于所有散射都考虑进来因而散射最强的情况，自旋扩散

长度变得非常小。同时我们还注意到，由于散射变强，自旋极化在空间的进动周期也变

短。这是由于自旋在实空间的进动频率随着 1/τ 1k 的增大而增大［如方程 (6.4) 所示］。

我们进一步研究了磁场对自旋扩散的影响。结果画在图 6-1 右图中。该图表明，随着磁

场的增强，自旋扩散长度和自旋进动周期都减小。这和解析解 (6.4) 是一致的。该方程

中的指数衰减速率和进动频率都随着 ωp 的增大而变大。以上的研究表明了散射和磁场

对自旋扩散的抑制。

我们还研究了自旋扩散对电子浓度的依赖。在温度 T = 40 和 10 K 的情形下［分别

对应于图 6-2(a) 和 (b)］，我们画出了三种不同电子浓度下稳态自旋极化 Sz/N0 的空间

分布。从图 6-2(a) 我们发现，在 T = 40 K 时，自旋的扩散对浓度的依赖不敏感。这是

由于电子具有大的阱平面内的有效质量，即使在 40 K 的温度，我们所研究的三种浓度

127



6.5 小结

仍旧处在非简并区。在这个区域，电子的分布近似为 Boltzmann 分布，非均匀扩展对

浓度不敏感。但是，当温度降低到 10 K 时，如图 6-2(b) 所示，浓度的影响显现出来。

此时，在大的浓度下如 N0 = 4.0 × 1011，二维电子系统开始进入简并区，自旋的注入长

度随浓度增大而增大（对比 N0 = 4.0 × 1011 和 N0 = 1011 cm−2 两种情形）。这主要是

因为在简并区，自旋的衰减速率随着 kf 的增大而减小［参见方程 (6.4) 中的指数项］。

与此同时，对于低的浓度，比如 N0 = 1.0 × 1011 和 0.5×1011 cm−2 的情形，电子仍是非

简并的，所以自旋的扩散对浓度仍旧不敏感。

6.5 小结

在这一章，我们研究了低温下对称 Si/SiGe (001) 量子阱中的自旋扩散。由于没

有 Dresselhaus 和 Rashba 自旋轨道耦合，在该量子阱系统中不存在时间域里的 DP 自

旋弛豫机制。即使施加一个外磁场，时间域里的自旋弛豫时间也是无穷长。但是，即使

如此，在输运的过程中，将伴随着自旋的弛豫。这个自旋弛豫是由实空间输运过程中动

量依赖的自旋进动频率产生的非均匀扩展和散射一道导致的。我们考察了散射，磁场和

电子浓度对自旋输运的影响。我们的研究表明，散射和磁场对自旋的扩散起压制的作

用。最后，我们的研究还表明在电子系统处于非简并区时，自旋的扩散对电子的浓度不

敏感；但是，当电子系统进入简并区时，增大电子浓度会促进自旋的扩散。
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第第第七七七章章章 石石石墨墨墨烯烯烯中中中的的的自自自旋旋旋弛弛弛豫豫豫

在第 3 章我们介绍了当前关于石墨烯中自旋弛豫的研究现状。这一章介绍我们自

己在这方面的研究工作。首先，我们研究了附着原子存在下随机 Rashba 场导致的自

旋弛豫。我们考虑和比较了 DP 机制和随机 Rashba 场的涨落导致的自旋翻转散射机

制，并对几个组的实验结果进行了拟合，希望确定在这几个实验中占主导地位的自旋弛

豫机制。然后，我们研究了低迁移率的波纹状石墨烯中的自旋弛豫。这种波纹状的结

构弯曲不仅导致 Rashba 型的自旋轨道耦合，还导致额外的类 Zeeman 项的自旋轨道耦

合 [319]。这个类 Zeeman 项在 K 和 K′ 能谷中具有相反的符号，从而提供谷间的非均

匀扩展。我们揭示并研究了这种谷间的非均匀扩展连同谷间散射导致的自旋弛豫机制。

7.1 石墨烯中随机 Rashba 自旋轨道耦合导致的自旋弛

豫：D’yakonov-Perel’ 和类 Elliott-Yafet 自旋弛豫机制的

比较

这一节我们研究石墨烯中由附着原子和衬底导致的随机 Rashba 场下的自旋弛豫。

我们建立了一个随机 Rashba 场的模型。在这个模型中，带电的附着原子一方面局

部地增强 Rashba 自旋轨道耦合，另一方面提供库仑势散射中心。这两个效应都贡献

到 DP 的自旋弛豫机制。此外，随机 Rashba 场的涨落还能导致自旋翻转散射。我们发

现，随着随机附着原子浓度的增大，由随机 Rashba 场的涨落导致的自旋翻转散射表现

出类 EY 机制所具有的行为，即自旋弛豫率和动量弛豫率成正比。但是，DP 机制则既

可以体现出常规的 DP 行为（强散射区自旋弛豫率和动量弛豫率成反比），又可以显

现出类 EY 的行为。这两个机制都对随机 Rashba 场的关联长度敏感，而这个关联长度

是对环境参量比如电子浓度，附着原子浓度和温度依赖的。在实验上，Groningen 的小

组 [285] 和 Riverside 的小组 [286, 287] 的实验有的体现常规 DP 机制的行为，而有的体

现类 EY 机制的行为。此外，Jo 等人还观察到自旋弛豫时间随扩散系数的非单调的依

赖性质 [288]。通过拟合和比较这些实验，我们发现，如果不考虑 Riverside 组 Pi 等人

的实验 [286]，则 DP 机制和随机 Rashba 场导致的自旋翻转散射机制都有可能是主导的

自旋弛豫机制。但是，如果要将早期的这些不同组的实验统一地解释，DP 机制是合理

的选择。　



7.1 石墨烯中随机 Rashba 自旋轨道耦合导致的自旋弛豫：D’yakonov-Perel’ 和
类 Elliott-Yafet 自旋弛豫机制的比较

7.1.1 模型

SiO2 衬底上的 n 型掺杂石墨烯的随机 Rashba 自旋轨道耦合为 [164,377]

Hso = λ(r)(µσxsy − σysx). (7.1)

这里 µ = ±1 标记 K 和 K′ 能谷，σ 和 s 分别是赝自旋空间和自旋空间的 Pauli 矩阵。

我们采用如下的模型模拟由随机分布的附着原子和衬底导致的位置依赖的自旋轨道耦合

的系数，

λ(r) = λi0 +

Na
i∑

n=1

δne
−|r−Rn|2/2ξ2 . (7.2)

这里第二项由总数为 Na
i 的随机附着原子贡献。在这个模型中，我们假设位于 Rn 的

附着原子导致局域的 Rashba 场，其峰值为 δn，处在 Rn 位置，以高斯形式在 ξ 的

尺度内衰减。δn 在 meV 的量级 [315–317]，ξ 大于石墨烯的晶格常数 0.25 nm [315]。

第一项 λi0 来自衬底的平均的贡献，它的涨落被囊括进对 ξ 的影响上。λ(r) 的平均值

为 λ0 ≡ 〈λ(r)〉 = λi0 + λa0，这里 λa0 = 2πna
i δξ

2，而 na
i 是附着原子的面浓度。关联函

数 C(r) ≡ 〈[λ(r) − λ0][λ(0) − λ0]〉 = πna
i δ

2ξ2e−r2/4ξ2，其傅立叶变换为

Cq = 4π2na
i δ

2ξ4e−ξ2q2 . (7.3)

这个形式和文献 [269] 中所给的一样，只不过对 ξ 有更高阶的依赖。对于单边吸附的

情形（附着原子分布在石墨烯的单侧，比如与空气接触的表面），我们选择 δn = δ，

因而有 δ = δ 以及 δ2 = δ2。而对于双边吸附的情形（附着原子分布在石墨烯的表面

和石墨烯/衬底的界面），我们设 δn = δ1 或者 δ2（δ1δ2 < 0），满足等概率分布，因

而 δ = 0.5(δ1 + δ2) 以及 δ2 = 0.5(δ21 + δ22)。注意到这里给出的随机 Rashba 模型由描述

石墨烯中电子空穴坑（electron-hole puddle）的随机短程势的模型变化而来 [572]。

在章节 2.2.3 所给出的基下，电子系统的有效哈密顿量为 [246]

H =
∑
µkss′

[
εkδss′ + Ωk · sss′

]
cµks

†cµks′ +Hint. (7.4)

这里 cµks （cµks
†）是 µ 谷里相对谷底具有动量 k 和自旋 s（s = ±1

2
）的电子的湮灭

（产生）算符。εk = ~vfk 且 vf = 106 m/s [140,378,380]。由空间平均的 Rashba场贡献

的有效磁场为（参考前面的章节 2.2.3）

Ωk = λ0(− sin θk, cos θk, 0), (7.5)

这里 θk 是动量 k 的幅角。相互作用哈密顿量 Hint 包含自旋守恒的散射［电子－杂质散

射 [573] （这里杂质包含衬底中的杂质和带电的附着原子 [286, 574]，利用 Adam 和 Das
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第七章 石墨烯中的自旋弛豫

Sarma 提出的最小模型考虑进来 [573]），电子－声子散射 [575–577] 以及电子－电子库

仑散射 [246]］和由随机 Rashba 场的涨落导致的自旋翻转散射 [252,269]，

Hflip =
∑

µ,k′ 6=k,ss′

λk−k′Vkk′ss′c
†
µkscµk′s′ , (7.6)

其中

λq =

∫
λ(r)e−iq·rdr (7.7)

以及

Vkk′ =

(
0 −ie−iθk

ieiθk′ 0

)
. (7.8)

包含进自旋翻转散射的动力学自旋 Bloch 方程为

∂tρµk(t) = ∂tρµk(t)|coh + ∂tρµk(t)|cscat + ∂tρµk(t)|fscat. (7.9)

自旋守恒散射 ∂tρµk(t)|cscat 的具体表达式可以参考文献 [246] 1©。当电子的平均自由程

比随机涨落的 Rashba 场的关联长度 ξ 大很多时（这个条件很容易满足，因为石墨烯

中 ξ ∼nm 而 l ∼ 10-100 nm），也即，运动的电子确实感受到随机的 Rashba 场，自旋

翻转散射可以写为 [252,269]

∂tρµk(t)|fscat = −2π

~
∑
k′

Ck−k′δ(εµk − εµk′)[ρµk(t) − Vkk′ρµk′(t)Vk′k]. (7.10)

通过求解动力学的自旋 Bloch 方程，我们从 ρµk(t) 的时间演化中得到自旋弛豫的信息。

7.1.2 只有弹性散射时的解析研究

我们首先从解析上研究在随机 Rashba 场下石墨烯中的自旋弛豫。为了实现这一

点，我们只考虑进自旋翻转的散射和强的电子杂质散射。由于两个谷的简并，忽略掉谷

1©文献 [246] 中附录部分给出的电子－光学声子散射的矩阵元有误，乘上 2 倍后是正确的形式，
即 |MOP

µk,µ′k−q| = Aλ

ρmωλ
。本论文中关于石墨烯的研究都用了错误的矩阵元。对于本节和下一章的研究，

这个错误导致的影响可以忽略，因为重要的散射是电子－杂质散射。对于本章下一节 7.2 的研究，这个
错误会有影响，因为那里正是谷间的电子－光学声子散射有效的导致自旋弛豫。对于这一点我们会在下
一节进行说明。
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指标，动力学自旋 Bloch 方程简化为

∂tρk(t) = − i

~
[Ωk · s, ρk(t)] − 2π

~
∑
k′

|Uk−k′|2Ikk′δ(εk − εk′)[ρk(t) − ρk′(t)]

− 2π

~
∑
k′

Ck−k′δ(εk − εk′)[ρk(t) − Vkk′ρk′(t)Vk′k]. (7.11)

这里 |Uk−k′|2 是电子杂质的散射矩阵元，Ikk′ = 1
2
[1 + cos(θk − θk′)] 是形状因子

[246]。|Uk−k′|2 = na
i |Ua

k−k′|2 + ns
i |U s

k−k′|2，其中第一项（第二项）对应于电子被附着
原子（衬底里的杂质）的散射。|Ua/s

k−k′|2 是电子杂质散射的矩阵元 [246, 450, 573]。ns
i 是

衬底中杂质的浓度。定义自旋矢量 Sk(t) = Tr[ρk(t)s]，我们可以从方程 (7.11) 直接得

到 Sk(t) 满足的方程

∂tSk(t) =
2λ0
~

Ak · Sk(t) − 2π

~
∑
k′

|Uk−k′|2Ikk′δ(εk − εk′)[Sk(t) − Sk′(t)]

− 2π

~
∑
k′

Ck−k′δ(εk − εk′)[Sk(t) −Bkk′ · Sk′(t)]. (7.12)

这里

Ak =

 0 0 cos θk

0 0 sin θk

− cos θk − sin θk 0

 (7.13)

以及

Bkk′ =

 − cos(θk + θk′) − sin(θk + θk′) 0

− sin(θk + θk′) cos(θk + θk′) 0

0 0 −1

 . (7.14)

对 Sk(t) 做傅立叶展开 Sk(t) =
∑

l S
l
k(t)eilθk，我们从方程 (7.12) 得到关于 Sl

k(t) 的微分

方程组

∂tS
l
kx(t) =

λ0
~
∑
l0=±1

Sl+l0
kz (t) − (

1

τ lk
+

1

τ 0ks
)Sl

kx(t) −
∑
l0=±1

Sl+2l0
kx (t) + il0Sl+2l0

ky (t)

2τ l+l0
ks

, (7.15)

∂tS
l
ky(t) =

λ0
~
∑
l0=±1

il0Sl+l0
kz (t) − (

1

τ lk
+

1

τ 0ks
)Sl

ky(t) −
∑
l0=±1

il0Sl+2l0
kx (t) − Sl+2l0

ky (t)

2τ l+l0
ks

, (7.16)

∂tS
l
kz(t) = −λ0

~
∑
l0=±1

[Sl+l0
kx (t) + il0Sl+l0

ky (t)] − (
1

τ lk
+

2

τ 0ks
)Sl

kz(t), (7.17)
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其中
1

τ lk
=

k

4π~2vf

∫ 2π

0

dθ|Uq|2(1 + cos θ)(1 − cos lθ), (7.18)

以及
1

τ lks
=

k

2π~2vf

∫ 2π

0

dθCq cos lθ. (7.19)

这里 |Uq|2 和 Cq 只依赖于 |q| = 2k sin θ
2
。注意到 1

τ lk
= 1

τ−l
k

以及 1
τ lks

= 1

τ−l
ks

。同时，我们

还注意到 1
τ0k

= 0 以及 τ 1k 实际上是电子杂质散射贡献的动量弛豫时间。

保留方程 (7.15)-(7.17) 中 Sl
k(t) 中 l = 0，±1 的最低三阶，我们有∂t −

 F P Q

−P† G P

Q† −P† F



 S1

k

S0
k

S−1
k

 = 0, (7.20)

其中

G = − 1

τ 0ks

 1 0 0

0 1 0

0 0 2

 ,F = G− 1

τ 1k
,P =

λ0
~

 0 0 1

0 0 −i
−1 i 0

 ,Q =
1

2τ 0ks

 −1 i 0

i 1 0

0 0 0

 .

(7.21)

由于自旋翻转率 1/τ 0ks 比动量弛豫率 1/τ 1k 小很多（在石墨烯中，1/τ 1k 通常在 10 ps−1 的

量级。即使 1/τ 0ks 达到实验的值 ∼ 0.01 ps−1，τ 1k/τ
0
ks 仍旧小至 10−3）以及在强散射极限

下和 S0
k 比起来 S±1

k 是小量，我们可以近似 F 和 Q 为 F ≈ − 1
τ1k
以及 Q ≈ 0。利用初始

条件 Sl
k(0) = δl0(0, 0, S

0
kz(0))T（l = 0,±1），方程 (7.20) 解得［S±1

k (t) 的解不是我们关

心的，因而这里不给出］

S0
k(t) =

1

2

[(
1 +

1√
1 − c2z

)
e−Γ+

z t +
(

1 − 1√
1 − c2z

)
e−Γ−

z t
]
(0, 0, S0

kz(0))T , (7.22)

其中

cz =
4λ0
~

1

1/τ 1k − 1/τ 0ks
,Γ±

z =
1

τ 0ks
+

1

2τ 1k
± (

1

τ 0ks
− 1

2τ 1k
)
√

1 − c2z. (7.23)

在强散射极限下 cz � 1，S0
kz(t) ≈ S0

kz(0)e−Γ+
z t，其中 Γ+

z ≈ 2/τ 0ks + 4λ20τ
1
k/~2。因而，我

们得到

S0
k(t) = e−Γzt(0, 0, S0

kz(0))T , (7.24)
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其中

Γz = 2/τ 0ks + 4λ20τ
1
k/~2, (7.25)

1

τ 1k
=

k

4π~2vf

∫ 2π

0

dθ|Uq|2 sin2 θ, (7.26)

1

τ 0ks
=

k

2π~2vf

∫ 2π

0

dθCq. (7.27)

类似地，分别在初始条件 Sl
k(0) = δl0(S

0
kx(0), 0, 0)T 或者 Sl

k(0) = δl0(0, S
0
ky(0), 0)T 下，

S0
k(t) 可以解得

S0
k(t) = e−Γxt(S0

kx(0), 0, 0)T , (7.28)

和

S0
k(t) = e−Γyt(0, S0

ky(0), 0)T , (7.29)

其中 Γx = Γy = Γz/2。对于石墨烯中高度简并的电子系统，自旋弛豫由费米面附近自

旋极化的电子贡献。因此，在上面的自旋弛豫率的表达式中，可以用费米动量 kf 代

替 k。

从方程 (7.25)，我们注意到自旋弛豫率包含两个部分，一部分是由于自旋翻转散射

贡献的 Γflip = 2/τ 0kf s，另一部分是 DP 机制导致的 ΓDP = 4λ20τ
1
k/~2。这两种机制独立的

贡献自旋弛豫。注意到这里得到的 Γflip 和文献 [269] 给出的结果是一致的，除了关联函

数的具体形式不一样。接下来我们分别讨论这两种机制导致的自旋弛豫，并做一个比

较。

7.1.2.1随机 Rashba 场下自旋翻转散射导致的自旋弛豫

利用方程 (7.3)，我们可以得到自旋翻转散射导致的沿 z 轴的自旋弛豫率为

Γflip =
kf

π~2vf

∫ 2π

0

dθCq =
8π2na

i δ
2ξ4kf

~2vf
e−2ξ2k2f I0(2ξ

2k2f )

=
8π2na

i δ
2ξ3

~2vf
F (ξkf ) =

8π2na
i δ

2k−3
f

~2vf
G(ξkf ). (7.30)

在极限 kfξ � 1 以及 kfξ � 1 下，

Γflip ≈ 8π2na
i δ

2

~2vf

ξ4kf (kfξ � 1)

ξ3/(2
√
π) (kfξ � 1)

. (7.31)
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在上面的方程中 I0(x) 是修正 Bessel 函数，F (x) = xe−2x2
I0(2x

2) 以及 G(x) = x3F (x)。

我们考察影响 Γflip 的各种因素。Γflip 和随机附着原子浓度 na
i 成正比。从图 7-1 所

示的 F (x) 和 G(x) 对 x 的依赖，我们可以得到 Γflip 对 kf 和 ξ 的依赖。随着 kf 的

增大，Γflip 首先在 kfξ ≤ 0.63 的区域几乎线性增大，之后开始缓慢的下降并最终达

到饱和值［F (+∞) = 1
2
√
π
］。因而，随着电子浓度 ne 的增大，Γflip 具有非单调的行

为，而且在 nc
e = 1

π
(0.63

ξ
)2 位置具有一个峰。当 ne � nc

e 时，Γflip 与 n
1/2
e 成正比；

当 ne � nc
e 时，Γflip 对 ne 不敏感。这些性质和文献 [269] 中呈现的结果一致。这里我们

对 nc
e给一个估计。当随机 Rashba场的关联长度 ξ取为 1 nm时，nc

e ≈ 1.3×1013 cm−2，

和实验比起来这是一个非常高的值。通常 ne 在 1012 cm−2 左右变化。因此，为了观

察到 Γflip 随 ne 增大的非单调行为，ξ 必须在一个较大的值附近，如 3.5 nm。当电

子浓度固定时，Γflip 随着 ξ 单调上升，如图 7-1 所展示的 G(x) 对 x 的依赖所表明

的。温度 T 对 Γflip 的影响可以从 Γflip 的 k 依赖推断出来。对于高度简并的电子系

统，Γflip 对 T 不敏感。而当电子浓度较低时，随着温度的上升，Γflip 被期待缓慢上升，

因为电子会占据大的动量态。在典型参数 δ2 = 25 meV2，na
i = 3 × 1012 cm−2，ne =

1012 cm−2 和 ξ = 0.5 nm 下，我们有 kfξ ≈ 0.09 以及 Γ−1
flip ≈ 670 ps。如果 ξ 变为两

倍，即 1 nm，则 Γ−1
flip 变为原来的 1/16，因为在 kfξ � 1 的条件下 Γflip ∝ ξ4［方

程 (7.31)］。
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图图图 7-1: 方程 (7.30) 给出的 F (x) 和 G(x)。G(x) 的刻度在图的右边。
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7.1.2.2 DP 机制导致的自旋弛豫

在我们的解析研究中，只有弹性的自旋守恒的电子杂质散射被考虑。在其它自旋守

恒散射也包含进来后，由 DP 机制导致的自旋弛豫率被修正为

ΓDP = 4λ20τ
∗
p (kf )/~2, (7.32)

这里 τ ∗p (kf ) 是由各种散射（包括库仑散射）导致的有效的动量弛豫时间 [11]。当 λ0 固

定时，电子浓度和温度通过 τ ∗p (kf ) 影响自旋弛豫率 ΓDP。在之前的研究 [246] 中发现，

随着 ne 的增大或者 T 的减小，散射强度会下降，使得 ΓDP 增大。但是，当电子杂质

散射主导时，ΓDP 对温度 T 不敏感。ΓDP 对 na
i 的依赖不显然。为了分析的方便，我

们记 τ ∗p
−1(kf ) = τ−1

p,i (kf ) + τ−1
p,a (kf )，这里 τ−1

p,a (kf ) 来自于电子－带电附着原子的散射，

而 τ−1
p,i (kf ) 由其它所有的散射贡献。从方程 (7.26)，我们有

τ−1
p,a (kf ) =

na
i kf

4π~2vf

∫ 2π

0

dθ|Ua
q |2 sin2 θ ≡ c1n

a
i , (7.33)

这里 |q| = 2kf sin θ
2
。我们记 λ0 = λi0 + 2πna

i δξ
2 ≡ λi0 + c2n

a
i，ΓDP 可以写为

ΓDP =
4

~2
(λi0 + c2n

a
i )

2

τ−1
p,i (kf ) + c1na

i

, (7.34)

它对 na
i 具有复杂的依赖。当 c2 = 0和 λi0 6= 0、c2 > 0和 0 ≤ na

i ≤ c−1
2 λi0−2c−1

1 τ−1
p,i (kf )或

者 c2 < 0 以及 0 ≤ na
i ≤ −c−1

2 λi0，ΓDP 随着 na
i 的增大而变小，表现出常规的 DP 机制

的行为。但是，十分有趣的是，当 c2 > 0 和 na
i ≥ c−1

2 λi0 − 2c−1
1 τ−1

p,i (kf ) 或者 c2 < 0 以

及 na
i ≥ −c−1

2 λi0，ΓDP 随着 na
i 的增大而增大，表现出类 EY 机制的行为。特别地，

在 na
i 足够大的极限，近似的有 ΓDP ∝ na

i。取典型值 λ0 = 0.2 meV 以及 τ ∗p (kf ) = 0.1 ps

[450]，Γ−1
DP 大约在 100 ps。

7.1.2.3随机 Rashba 场导致的自旋翻转散射和 DP 机制的比较

我们在 kfξ � 1 的条件下（石墨烯中的典型条件）比较随机 Rashba 场导致的自

旋翻转散射和 DP 机制对自旋弛豫的贡献。在这个条件下，从方程 (7.31) 和 (7.34)，

在 λi0 = τ−1
p,i (kf ) = 0 时我们得到 ΓDP/Γflip ≈ 10δ

2
/δ2。对于单边附着的情形，δ

2
= δ2，

因而 ΓDP/Γflip ≈ 10，Γflip 可以忽略。但是，对于双边附着的情形，Γflip 和 ΓDP 可比甚

至超过后者，因为 δ 可以小至零。在实际中 τ−1
p,i (kf ) 6= 0 而 ΓDP 随着 τ−1

p,i (kf ) 的增大

而减小。当衬底也贡献 Rashba 场 λi0 时，ΓDP 可以变大（比如，当 λi0δ > 0）或者被压

制。因而，对于单边附着的构型，当由衬底贡献的平均 Rashba 场不抵消随机附着原子

的贡献（比如，当 λi0δ ≥ 0）而且除了电子－附着原子之外的散射不是特别强时（也就

是说，τ−1
p,i 不是异常的大），由自旋翻转散射导致的自旋弛豫可以忽略不计。在这种情
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形下，自旋弛豫由 DP 机制支配，平均的 Rashba 场主要来自随机附着原子的贡献。在

后面第 8 章中对石墨烯里自旋输运的研究中，附着原子的效应正是这样被考虑进来的。

对于其它情形，随机 Rashba 场导致的自旋翻转散射对自旋弛豫的贡献和 DP 机制比起

来是否重要，是依赖于具体的条件的。但是没有疑问的是，当平均的 Rashba 场趋近于

零时，随机 Rashba 场导致的自旋翻转散射会变得重要。在文献 [269] 中，波纹状的石

墨烯中的平均的 Rashba 场是零，自旋弛豫纯粹由自旋翻转散射贡献。但是，这个模型

给出的自旋弛豫时间在 10 ns 的量级，比实验值大两个量级。

7.1.3 数值结果

为了将所有的散射完整地包含进来，我们数值求解动力学自旋 Bloch 方程。我们设

置电子系统的初始极化为 P (0) = 0.05。为了和实验比较，我们取初始自旋极化方向在

平面内，比如沿着 y 轴。

7.1.3.1自旋弛豫对附着原子浓度的依赖

我们首先在单边附着原子的构型下看自旋弛豫对附着原子浓度的依赖。在图 7-

2 左图中，我们给出了平面内的自旋弛豫率对附着原子浓度（刻度在图的上边框）

或者电荷扩散系数倒数（刻度在图的下边框）的依赖。温度为 T = 300 K，电子浓

度为 ne = 1012 cm−2，衬底的杂质浓度为 ns
i = 0.2 × 1012 cm−2。模型参数我们选择

为 δ = 5 meV 以及 ξ = 0.5 nm。在图中，具有不同 λi0 的自旋弛豫率由曲线表示。

每条曲线附近的数据点是在不考虑自旋翻转散射的情况下计算得到的结果。曲线和

对应的数据点间的微小差别表明自旋弛豫主要由 DP 机制支配。可以发现，在背

景 Rashba 场 λi0 的很大变化范围内，曲线显示出类 EY 机制的行为，也即，自旋弛豫

率和动量弛豫率成正比。只有当 λi0 足够大时［大于 2c2c
−1
1 τ−1

p,i (kf ) ≈ 0.05 meV，如同

前面 7.1.2.2 章节所讨论的］，在低的附着原子浓度区，自旋弛豫率随着附着原子浓度

的增大而变小，从而体现出常规 DP 机制的行为。

我们进一步应用单边附着原子的模型去研究 Riverside 组 Pi 等人的实验。在他们

的实验中，石墨烯中的自旋弛豫体现出明显的常规 DP 机制的行为。在 18 K，随着表

面掺杂使得表面附着 Au 原子浓度的上升（尽管 Au 原子会电离提供电子，但是通过

调节门电压，电子浓度维持在 2.9×1012 cm−2），电荷的扩散系数下降而自旋弛豫时间

变长，如图 7-2 右图中带误差棒的叉所显示。通过拟合在表面掺金之前的实验数据，

我们可以得到 λi0 = 0.153 meV 以及 ns
i = 2.1 × 1012 cm−2 [450]。在掺金的过程中，利

用合适的参数，比如 δ = 2.03 meV 和 ξ = 0.5 nm，可以重复出实验上得到的数据，

除了在 na
i 大于 2×1012 cm−2 的区域（如实线所示）。假设在 na

i 足够大的时候，ξ 随

着 na
i 的增大而减小（图 7-2 右图中的插图所示），则数值计算可以重复出大 na

i 区域的

实验数据（短划线）。和图 7-2 左图类似，实线附近的点来自去掉自旋翻转散射后的计
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图图图 7-2: 左图：平面内的自旋弛豫率对附着原子浓度（刻度在图的上边框）或者电荷扩散系

数倒数（刻度在图的下边框）的依赖。温度为 T = 300 K，电子浓度为 ne = 1012 cm−2，衬
底的杂质浓度为 ns

i = 0.2 × 1012 cm−2。模型参数我们选择为 δ = 5 meV 以及 ξ = 0.5 nm。
不同的曲线在不同的 λi

0 值下计算得到。对于每一条曲线，附近的数据点是在不考虑自旋
翻转散射的情况下计算得到的结果。右图：平面内的自旋弛豫率对附着原子浓度（刻度在
图的上边框）或者电荷扩散系数（刻度在图的下边框）的依赖。温度为 T = 18 K，电子
浓度为 ne = 2.9 × 1012 cm−2，衬底的杂质浓度为 ns

i = 2.1 × 1012 cm−2。带误差棒的叉点
来自 Pi 等人的实验数据 [286]。实线为用单边附着原子模型对实验的拟合，所采用的参数
为 λi

0 = 0.153 meV，δ = 2.03 meV 和 ξ = 0.5 nm。附近的圆点为去掉自旋翻转散射项后计算得
到的结果。短划线是利用和实线一样的参数计算的结果，除了在 na

i > 2 × 1012 cm−2 时考虑进
了 ξ 随着 na

i 增大而减小的效应（插图）。

算结果（ξ 被固定在 0.5 nm）。实线和点之间的细微差别确实表明随机 Rashba 场导致

的自旋翻转散射是不重要的。

7.1.3.2自旋弛豫对电子浓度的依赖

我们通过拟合 Groningen 小组的 Józsa 等人的实验研究自旋弛豫对电子浓度的

依赖。他们的实验体现出类 EY 机制的效应。在室温下，当电子浓度从 0.16 增大

到 2.81×1012 cm−2 时（调节门电压实现），电荷的扩散系数和自旋弛豫时间都增大，

而后者正比于前者（图 7-3 中的方框）。需要注意的是，这种类 EY 机制的行为不能

用图 7-2 左图中几乎线性的曲线解释，因为那里的线性是在固定电子浓度时增加附着

原子浓度出现的。事实上，根据前面 7.1.2 小节中的研究，在随机附着原子模型的参

量固定时，随着 ne 的增大以及相伴随的扩散系数 D 的增大（或者动量弛豫时间的增

大），Γflip 和 ΓDP 都应该增大［参考方程 (7.31) 和 (7.34)］。但是，在下面我们会发

现，在假设 ξ 随着 ne 的增大而减小时，单边附着和双边附着原子模型（因而 DP 机制

和自旋翻转散射机制分别占主导）都可以拟合实验数据。
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第七章 石墨烯中的自旋弛豫

在图 7-3 左图中，我们展示了用单边附着原子模型（因而 DP 机制占主导）

对 Józsa 等人实验数据的拟合。方框代表实验数据，而空心圆圈是计算的结果。拟合参

数设定为 λi0 = 0.127 meV、na
i = 0.5× 1012 cm−2 以及 δ = 4 meV。为了重复出实验上扩

散系数对电子浓度的依赖，必须要求衬底里的杂质浓度 ns
i 随着 ne 的增大而增大（这也

许可以由杂质电离增强来理解；否则如果 ns
i 固定，则 D 会随着 ne 的增加而更快的变

大），如图 7-3 左图中小插图里的圆点所示。同时，随着 ne 的增大，为了解释 τs 的增

大，ξ 应该随着 ne 的增大而下降，如插图中的三角所示（刻度在图的右边）。否则，

如果 ξ 是固定的，则随着 D 的增大，τs 会由于 ΓDP 的增大而下降，如图中的短划线

所示。在图 7-3 右图中，我们同时给出了基于双边附着原子模型的一种可行的拟合。拟

合参数 λi0 = 0，na
i = 0.5 × 1012 cm−2 以及 δ1 = −δ2 = 5 meV。插图展示了在 ne 增大

时，ξ （刻度在图右边的空心三角）和 ns
i （实心圆圈）对 D 的依赖。在这个拟合中，

只有随机 Rashba 场导致的自旋翻转散射贡献自旋弛豫。
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图图图 7-3: 左图和右图：分别基于单边和双边附着原子模型对 Józsa 等人的实验数据（随着电子浓

度的增大，自旋弛豫时间 τs 对电荷扩散系数 D 的依赖） [285] 的拟合。方框代表实验数据，而
空心圆圈来自数值计算。插图给出 ne 增大时，ξ （刻度在图右边的空心三角）和 ns

i （实心圆
圈）对 D 的依赖。在左图中，我们用短划线画出了在固定 ξ 为 1.05 nm 时计算得到的结果。拟
合参数给在图中。

7.1.3.3自旋弛豫时间对温度的依赖

我们接着研究自旋弛豫时间对温度的依赖。尽管在前面章节 7.1.2 中，我们指

出 DP 机制决定的自旋弛豫时间随着温度的升高而变长，这个依赖在电子杂质散射主导

（SiO2 衬底上的石墨烯满足这个条件）时变得非常微弱，如文献 [246] 中的图 1 所体

现的那样（注意到那里所研究的系统中迁移率甚至比我们这里所研究的系统中的迁移率

大一个量级）。由随机 Rashba 场导致的自旋翻转散射决定的自旋弛豫时间对温度也不
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7.1 石墨烯中随机 Rashba 自旋轨道耦合导致的自旋弛豫：D’yakonov-Perel’ 和
类 Elliott-Yafet 自旋弛豫机制的比较

敏感，如图 7-4 所显示的那样。因此，当其它参数固定时，石墨烯中的自旋弛豫对温度

的依赖是非常微弱的。
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图图图 7-4: 自旋翻转散射导致的弛豫时间对温度的依赖。计算所用的参数为 ne = 1.5 ×
1012 cm−2，na

i = 0.5 × 1012 cm−2 和 δ̄2 = 4 meV2。实线：ξ = 0.5 nm；点线：ξ = 0.8 nm。

非常有趣的是，最近，Riverside 小组观察到了 τs 随 T 的增大而变小的现象 [287]。

此外，当温度 T 固定时，随着电子浓度 ne 的增大（由门电压调控），D 和 τs 都变

大，和 Józsa 等人观察到的现象类似 [285]。随着温度 T 的上升，τs 的下降也许是由

于随机 Rashba 场的关联长度 ξ 的变大造成的，不管是 DP 机制主导还是自旋翻转散

射机制主导。和上面一节所表明的一样，随着电子浓度的变化，Riverside 小组观察到

的 τs 和 D 的线性关系并不能决定哪种自旋弛豫机制占主导。

作为可能的方案，我们分别基于单边和双边附着原子模型，假设 ξ 随着温度的

升高而变大，拟合了自旋弛豫时间对温度的依赖，在图 7-5 左图和右图中给出了可

行的拟合结果。拟合参数给在图中。实验上，当门电压为 Vg = 20 V （60 V）时

（费米面位于 Dirac 点处时的门电压取为零点），电子浓度 ne = 1.47 × 1012 cm−2

（4.42 × 1012 cm−2） 2©。在图 7-5 中两个图的 (a) 和 (b) 中，方框（空心圆圈）分别为

门电压 Vg = 20 V （60 V）下自旋弛豫时间和扩散系数对温度依赖的实验数据，而实线

（破折线）为对应门电压下我们的计算结果。在两个图的 (c) 中，我们给出了 ξ 随 T 的

变化，其中实线（破折线）对应门电压 Vg = 20 V （60 V）的情形。在两图的 (c) 中，

我们同时还给出了 ns
i 随 T 的变化（刻度在图的右边），其中点线（链线）对应门电

压 Vg = 20 V （60 V）的情形。我们在图 7-6 的左图和右图中分别在两种模型下进

2©电子浓度来自文献 [287] 的 arXiv 版本 arXiv:1012.3435。
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第七章 石墨烯中的自旋弛豫

一步拟合了 100 K 下自旋弛豫时间对扩散系数的依赖。和前一节中的拟合一致，随

机 Rashba 场的关联长度也被要求随着电子浓度的增大而变小。注意到，图中的空心方

框是空穴系统或者在 Dirac 点附近的实验数据 [287]，因而在我们的拟合中不予考虑。
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图图图 7-5: 左图和右图：分别基于单边和双边附着原子模型对 Han 和 Kawakami 的实验数据的拟

合 [287]。(a)和 (b)：τs 和 D的温度依赖。方框（空心圆圈）分别为门电压 Vg = 20 V（60 V）
下自旋弛豫时间和扩散系数对温度依赖的实验数据，而实线（破折线）为对应门电压下我们的
计算结果。(c)：ξ 和 ns

i （刻度在图的右边）的温度依赖。实线和点线对应 Vg = 20 V 的情形，
而短划线和链线对应 Vg = 60 V 的情形。

7.1.3.4 τs 对 D 的非单调依赖

在 Riverside [287] 和 Groningen [285] 小组的实验中，自旋弛豫时间 τs 都被观察

到对 D 单调依赖。但是，最近，在 4.2 K，随着电子浓度的增大，τs 对 D 的非单调

依赖被 Jo 等人报告 [288]。尽管这个现象是在石墨烯的空穴系统中观察到的，但是

由于电子－空穴在能带结构上的对称性，我们可以将其当作电子处理。同样，这种

非单调的依赖可以用单边或者双边附着原子模型拟合。在图 7-7 中，我们给出了参

数 na
i = 0.5 × 1012 cm−2，λi0 = 0.127 meV 以及 δ = 4 meV 下单边附着原子模型的拟合

结果。实心的方框（实心的三角）是自旋弛豫时间 τs 的实验数据（拟合结果），而空

心的方框（实心的圆圈）是扩散系数 D 的实验数据（拟合结果）。插图给出了 ξ（刻度

在右边的空心三角）和 ns
i（实心圆点）对浓度的依赖。

141



7.1 石墨烯中随机 Rashba 自旋轨道耦合导致的自旋弛豫：D’yakonov-Perel’ 和
类 Elliott-Yafet 自旋弛豫机制的比较
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图图图 7-6: 左图和右图：分别基于单边附着原子模型对 Han 和 Kawakami 的实验数据（随着电子

浓度的增大，自旋弛豫时间 τs 对电荷扩散系数 D 的依赖）的拟合 [287]。实心方框代表实验数
据而空心圆圈来自我们的计算。插图给出了 ne 增大时，ξ（刻度在图的右边）和 ns

i 对 D 的依
赖。空心方框是对空穴系统或者在 Dirac 点附近的实验数据，因而在我们的拟合中不予考虑。

7.1.3.5影响随机 Rashba 场关联长度的可能因素

在我们对实验的拟合中，随机 Rashba 场的关联长度 ξ 的变化是一个很重要的因

素。我们发现，ξ 随着电子浓度的增大而变小，随着温度的升高而变大。同时也发现，

当附着原子浓度足够大的时候，ξ 随着附着原子浓度的上升而变小。确实，ξ 很有可能

会受到这些因素的影响。例如，关联长度也许会由于载流子的屏蔽效应而变小，而这个

效应在高浓度时明显。同时，随着温度的上升，附着原子也许倾向于形成集团，因而加

强非均匀性，影响关联长度 [574]。此外，描述石墨烯中短程随机势的关联长度的电子

空穴坑的尺度在杂质浓度上升时会下降 [578]。我们期望类似的效应也可以在我们这个

模型中出现，即，当附着原子浓度足够大时，ξ 随着附着原子浓度的上升而变小。

7.1.4 小结和讨论

在这个研究中，我们建立了一个随机 Rashba场模型，将附着原子和衬底对 Rashba自

旋轨道耦合的贡献都考虑了进来。随机 Rashba 场的平均值在 DP 机制下导致自旋弛

豫，而 Rashba 场的随机涨落导致自旋翻转散射，贡献一种类 EY 的自旋弛豫机制。随

着附着原子浓度的增大，自旋翻转散射导致的自旋弛豫始终体现一种常规的 EY 机制的

行为，而 DP 机制则既可以体现类 EY 机制的行为，也可以体现常规的 DP 机制的行

为。

我们对不同的实验组的实验结果进行了拟合。通过拟合 Riverside 小组观察到的

随着附着原子浓度的增大自旋弛豫所表现出来的常规 DP 机制的行为 [286]，我们发现
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图图图 7-7: 基于单边附着原子模型对 Jo 等人实验数据（自旋弛豫时间 τs 和扩散系数 D 对电子

浓度的依赖）的拟合 [288]。实心方框（实心三角）是 τs 的实验数据（拟合结果），空心方框
（实心圆圈）是 D（刻度在图的右边）的实验数据（拟合结果）。插图给出了了 ξ（刻度在右
边的空心三角）和 ns

i（实心圆点）对浓度的依赖。na
i = 0.5 × 1012 cm−2，λi

0 = 0.18 meV 以
及 δ = 6 meV。

只有在 DP 自旋弛豫机制占主导的情况下实验数据才能被理解。注意到在附着原子浓

度低的区域，随机 Rashba 场的关联长度 ξ 被认为是常数，而当 ξ 固定时，Γflip 随着

附着原子浓度的上升是变大的。因此，以自旋翻转散射占主导的尝试性拟合不可能重

复出实验观察到的现象，从而被排除。但是，Groningen 小组在电子浓度增大过程中

观察到的类 EY 机制的行为，则在考虑进 ξ 随电子浓度增加而变小的效应后，DP 机

制占主导或者自旋翻转散射占主导的模型都可以进行拟合。然而，Riverside 小组于最

近在他们的样品中也观察到了类 EY 机制的效应这一事实 [287]，连同他们之前所观察

到的自旋弛豫对附着原子浓度的依赖 [286]，表明 DP 机制是主导的弛豫机制，只是它

在浓度依赖的实验中体现出类似 EY 机制的行为。在自旋弛豫对电子浓度依赖的实验

中，Groningen小组 [285] 所观察到的和 Riverside [287] 小组所看到的类似的实验现象进

一步表明在 Groningen 小组的实验中，DP 自旋弛豫机制也是主导的机制。因而，对于

这里我们所考察的有限几个实验，如果要用一个统一的自旋弛豫机制来理解，我们需要

借助于 DP 机制。

最后需要指出的是，在我们的这个研究之后，新的实验表现出了非常引人关注的

现象。在我们所拟合的实验中 [285–288]，除了 Riverside 组的表面化学掺 Au 原子的

实验 [286] 保持电子浓度不变，其它实验为了得到自旋弛豫时间和动量弛豫时间的依赖

关系，都通过用门电压调节电子浓度的手段来调节动量散射 [285, 287, 288]。这种方法

除了造成电子浓度的改变，还有可能同时造成其它参量（比如衬底的杂质浓度）的变
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化，从而使问题复杂化。最近，Riverside 组对实验方案做了改进。他们在以 SiO2 为

衬底的石墨烯上利用有机配合基束缚纳米颗粒 Fe2O3 作为电荷库来提供库仑势杂质散

射 [455]（见图 3-6 左图）。通过门电压操控和降温冷却手段，他们成功的在保持石墨烯

中电子浓度不变的前提下，通过调节纳米颗粒的带电量来调整动量散射。在 10 K 的温

度下，他们发现，自旋弛豫时间可以达到 ns 的量级，但是它却对动量散射几乎没有依

赖（见图 3-6右图）。另外，Riverside组还在 SiO2 衬底上的石墨烯中在 12 K的温度下

重复了表面化学掺杂的实验 [456]，只不过用 Mg 原子代替了之前用的 Au 原子 [286]。

他们同样得到了 ns 量级的自旋弛豫时间。但是，和之前表面掺 Au 的实验所表现的自

旋弛豫时间和动量弛豫时间成反比的性质不一样 [286]，他们在这个实验中也同样观察

到自旋弛豫对动量散射没有依赖（图 3-7 右图） [456]。此外，Groningen 小组还在悬空

的石墨烯中进行了自旋输运的测量（实验装置的扫描电镜图见图 3-10 右图）。这时，

电子的迁移率进一步提高［∼ 105 cm2/(V s)］。但是，自旋扩散长度仍旧在 µm 量级，

自旋驰豫时间在 100 ps 的量级 [470]。这些结果都和该实验组在 SiO2 衬底上的石墨烯中

得到的结果很类似，尽管在石墨烯被悬空后动量散射被明显减弱。以上这三个实验都直

接的表明了石墨烯中自旋弛豫对自旋守恒散射的不敏感性。

自旋弛豫对自旋守恒散射的不敏感性显然不是 DP 机制所具有的性质。同时，根据

我们的研究，随机 Rashba 场导致的自旋翻转散射这一类 EY 机制对除了附着原子之外

的其它因素产生的自旋守恒散射确实不敏感［见方程 (7.25)］。因而，以上这些实验一

方面给出了排除 DP 机制的信号，另一方面却又对类 EY 机制提供了支持。如果是这种

类 EY 机制主导石墨烯中的自旋弛豫，那么在 Riverside 组的最近的表面掺 Mg 的实验

中 [456]，随机 Rashba 场可能是由 Mg 原子之外的其它质量上也许更重的附着原子导致

的，并因此对 Mg 的掺杂不敏感。这些未知的“其它附着原子”很有可能是在实验上放

置铁磁电极的时候引入的。

实际上，正如我们的研究和实验所表明的，从自旋弛豫对动量散射的依赖的角度出

发来确定石墨烯中主导的自旋弛豫机制并不直接和显然。在第 8 章，我们将研究石墨烯

中的自旋输运，并试图根据在 DP 和类 EY 机制下自旋输运性质上的不同来帮助确定石

墨烯中主导的自旋弛豫机制（见章节 8.6）。

7.2 低迁移率的波纹状石墨烯中的自旋弛豫

最近，Jeong 等人报告，在石墨烯中，结构的弯曲在赝自旋空间不仅导致非对角

的 Rashba 型自旋轨道耦合，还导致额外的对角的自旋轨道耦合 [319]。这个额外的

自旋轨道耦合类似于一个 Zeeman 项，不过在 K 和 K′ 能谷中具有相反的符号。这种

情况和碳纳米管类似 [579–581]，只是在这里自旋轨道耦合还存在实空间的涨落。从这

个有效的自旋轨道耦合出发，Jeong 等人研究了化学上比较干净的、电子平均自由程

远远大于自旋轨道耦合在空间上的涨落尺度的样品中的自旋弛豫。由于自旋轨道耦合

在空间的平均效应为零，自旋弛豫仅仅由自旋轨道耦合的涨落导致的自旋翻转散射提
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供 [252, 267, 269]，就如同 Dugaev 等人在起伏的石墨烯中的研究一样，只不过在后者的

研究中仅仅考虑了 Rashba型的自旋轨道耦合 [269]。Jeong等人的研究表明，Rashba型

自旋轨道耦合的涨落产生的自旋翻转散射对自旋弛豫的贡献与类 Zeeman 项的贡献可

比，导致 10 ns 量级的自旋弛豫时间 [319]。

但是，对于极低迁移率的样品，自旋弛豫由局部的弯曲导致的自旋轨道耦合

决定 [271]。对于每个独立的能谷，Rashba 型自旋轨道耦合，连同类 Zeeman 项，

在 DP 自旋弛豫机制下，仍然导致微秒量级的自旋弛豫时间。但是，谷间散射使这

两个能谷不再独立。两个能谷的相反的有效磁场，连同谷间散射，提供了一个自旋

弛豫的通道。该效应可以从一个简单的模型来理解。我们记每个能谷里的自旋矢量

为 Sµ，µ = ±1 分别标记 K 和 K′ 能谷。这个自旋矢量在每个能谷里绕着来自于

类 Zeeman 项的有效磁场进动，频率为 ωµ, 且 ωµ = −ω−µ 以及 |ωµ| = ω。谷间的散射

由一个散射时间 τv 描述。自旋极化矢量满足方程

Ṡµ(t) + Sµ(t) × ωµ + [Sµ(t) − S−µ(t)]/τv = 0. (7.35)

当初态为 Sµ(0) = S−µ(0) = S0 且 S0 沿着石墨烯平面内垂直于有效磁场的方向时，在强

的谷间散射条件 ωτv � 1 下可以得到解∑
µ

Sµ(t) = 2S0e
−t/τs , (7.36)

其中 τs = 2/(ω2τv)。石墨烯中的这个自旋弛豫机制在之前的研究中还没有被认识到。在

这一节，我们进行相关的研究。

7.2.1 模型

我们考虑的样品是具有低迁移率（∼ 2 × 103 cm2/V·s）的准周期波纹状的石墨
烯 [463]。电子的平均自由程 l 小于波纹状起伏的周期 ξ。这种石墨烯样品可以通过首

先在铜上化学气相沉积然后转移到 SiO2 衬底上的方法得到。在图 7-8 的上部区域，

我们给出了这种波纹状石墨烯的表面形态的示意图。石墨烯沿着 x 方向弯曲。我们定

义 y 轴与一个碳碳键在逆时针方向的夹角为 α （0 ≤ α < 2π/3）。波纹的尺度和高度分

别在 50和 1 nm 的量级，曲率半径 R 为 100-200 nm。根据文献 [319]，由弯曲导致的局

域的自旋轨道耦合为

Hsoc = ζκ(µσxsy − σysx) + µζ ′κb · s, (7.37)

这里 b = (cos(π/2 + 3α), sin(π/2 + 3α), 0)，如图 7-8 的上部分所示。曲率 κ = R−1。参

数 ζ = 0.15 meV·nm 以及 ζ ′ = 0.21 meV·nm [319]。在方程 (7.37) 的右边, 第一项是之

前文献中指出的 Rashba 型自旋轨道耦合 [376]，第二项是在赝自旋空间对角的额外的

类 Zeeman 项 [319]。
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电子的有效哈密顿量为

H =
∑
µkss′

[εkδss′ + (Ωµk +
1

2
gµBB) · sss′ ]cµks†cµks′ +Hint. (7.38)

g ≈ 2 是有效的 Landé 因子 [582,583]，B 是外加的磁场（如果施加，它的强度非常小，

对于轨道运动的影响可以忽略 [582,583]）。来自于自旋轨道耦合的有效磁场为

Ωµk = ζκ(− sin θk, cos θk, 0) + µζ ′κb. (7.39)

方程右边的第二项扮演类 Zeeman 项的角色，在 K（K′）能谷中有效静磁场分别沿

着 b（−b）的方向。不包含与包含第二项的有效磁场的示意图画在图 7-8 的下部，其

中 α 设为 0，因而 b 沿着 y 轴。哈密顿量 Hint 包含谷内和谷间的散射。前者包含电

子－杂质散射 [573]，电子－远程界面声子散射 [577]，电子－声学声子散射 [575]，电子

－Γ-E2g 光学声子散射 [576] 以及电子－电子库仑散射 [246]。后者包含电子－K-A′
1 光

学声子 [576] 和 电子－电子库仑散射 [246]。

x

y

α
2αb

x

y

K K′

K K′

(a) ζ′=0

(b) ζ′≠0

ky

kx

图图图 7-8: 水平短划线的上部：沿着 x 方向弯曲的波纹状石墨烯的示意图。 y 轴与一个碳碳键在

逆时针方向的夹角为 α （0 ≤ α < 2π/3）。水平短划线的下部：在 K 和 K′ 能谷中来自自旋 轨
道耦合的有效磁场的示意图。(a) 仅仅由 Rashba 型自旋轨道耦合导致的有效磁场（ζ ′ = 0）;
(b) 由 Rashba 自旋轨道耦合和类 Zeeman 项导致的总的有效磁场（α = 0）。
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7.2.2 数值结果

我们采用动力学自旋 Bloch 方程研究波纹状石墨烯中的自旋弛豫。通过求解动力学

自旋 Bloch 方程，我们可以从沿着 n 方向的自旋极化的时间演化得到该方向的自旋弛

豫时间 τs。在我们的计算中，除非特别说明，自旋的初始极化为 P (0) = 10 %，自旋

极化方向 n 沿着 z 轴，曲率为 κ = 0.01 nm−1，电子浓度 ne = 7 × 1011 cm−2，杂质密

度 ni = 2 × 1012 cm−2 以及外加磁场 B = 0。对于沿着 z 方向的自旋弛豫，与 b 的方向

（由 α 角决定）无关。

7.2.2.1自旋弛豫的温度依赖

我们首先研究自旋弛豫的温度依赖。图 7-9给出了不同曲率 κ下自旋弛豫时间 τs 随

温度 T 的依赖。在所研究的整个温度范围内，电子的平均自由程 l在 25 nm左右［对应

的迁移率在 2.6×103 cm2/(V s)左右］，如图 7-9所示（尺度见左图的右边刻度）。因而

电子的平均自由程总小于波纹的尺度。图 7-9表明，当温度 T ≤ 100 K 时，自旋弛豫时

间 τs 在微秒量级。但是，当温度 T 超过 100 K 时，τs 迅速下降，在 200-300 K 时达到

几百 ps。然而，当温度继续升高到超过室温时，τs 开始随着 T 的升高而增加。因而，

随着温度的升高，自旋弛豫时间有个最小值。从图中还可以看出，曲率 κ 越大，τs 达

到最小值所需要的温度越高。另外，当 T = 50 K 以及 T > 250 K 时，τs 与 κ−2 成正

比。但是，在中间的温度区 100 < T < 250 K，在不同的 κ 下，自旋弛豫时间几乎一

样。这些现象理解如下。

我们首先关注 κ = 0.01 nm−1 的情形。当温度 T ≤ 100 K 时，谷间的电声散射可

以忽略 [246]，两个能谷内的自旋独立的弛豫。这种情况下自旋弛豫由 Rashba 型的自

旋轨道耦合决定。类 Zeeman 项提供一个平面内的有效磁场，混合面内和面外的自旋弛

豫 [503]。在上一节的研究中，我们知道，在只有 Rashba 自旋轨道耦合和强的电子－

杂质散射时，τ⊥ = τ||/2 = ~2/(4ζ2κ2τp)，这里 τ⊥（τ||）是平面外（内）的自旋弛豫时

间，τp 是动量散射时间 [247, 450]。因而在存在平面内有效磁场的情况下，沿着 z 轴的

自旋弛豫时间为 τs = 2/(τ−1
⊥ + τ−1

|| ) = ~2/(3ζ2κ2τp)。利用 τp = l/vf，在 T = 50 K 时可

以估算出 τs ≈ 2.4 µs，正如图中所示。当温度 T 升高时，谷间的电子－K-A′
1 光学声子

散射变得重要，它连同两个谷内相反的有效磁场打开另一个自旋弛豫的通道。根据前面

介绍的简单模型，在弱的谷间散射极限 ωτv ≥ 1（对于此处的具体情况 ω = 2ζ ′κ/~），
我们有 ∑

µ

Sµ(t) =
2S0e

−t/τv√
1 − (ωτv)−2

sin(
√
ω2 − τ−2

v t+ φ). (7.40)

当 S0 与有效磁场方向垂直的时候，φ = arctan
√
ω2τ 2v − 1。这个解表明自旋弛豫时间仅

仅由谷间的散射决定，也就是说，τs = τv。因而，在弱的谷间散射极限下，τs 随着温度

的升高（谷间散射的增强）而减小。但是，在强的谷间散射极限下，如同方程 (7.36) 所

示，τs = 2/(ω2τv)，自旋弛豫时间随着温度的升高而变长。随着温度的升高，谷间散
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图图图 7-9: 实线，短划线和点线分别表示在不同的曲率 κ 下自旋弛豫时间的温度依赖。链状

线（尺度在图的右边）代表平均自由程的温度依赖。电子浓度 ne = 7 × 1011 cm−2，杂质浓
度 ni = 2 × 1012 cm−2。左图的计算中电子－光学声子散射矩阵元采用的是文献 [246] 中附录部
分给出的电子－光学声子散射的矩阵元，该矩阵元有误，是正确的形式的 1/2。右图是在更正的
电子－光学声子散射矩阵元（乘上 2 倍后）下对左图的修正。在文中的具体论述中，我们所根
据的是利用文献 [246] 中附录部分给出的电子－光学声子散射的矩阵元计算得到的结果。

射从弱到强的过渡由 τ−1
v ≈ ω = 2ζ ′κ/~ 决定。在过渡点，τs ≈ τv ≈ ~/(2ζ ′κ)，估算值

为 170 ps，正如图中的数值计算结果所显示的。

基于以上的分析，我们知道，在没有谷间散射的极限下 τs = ~2/(4ζ2κ2τp)，以及在
强的谷间散射的极限下 τs = ~2/(2ζ ′2κ2τv)。在两种极限下，都有 τs ∝ κ−2。但是，在弱

的谷间散射极限下，τs 由谷间散射时间 τv 决定，而对 κ 不敏感。另外，自旋弛豫时间

对温度的非单调依赖的转折点由 τ−1
v ≈ 2ζ ′κ/~ 决定，因而随着曲率 κ 的增大而向高温

度方向移动。这些性质在图 7-9 中由具有不同 κ 值的曲线体现出来。

7.2.2.2谷间散射和自旋轨道耦合对自旋弛豫的影响

谷间散射包含库仑散射和电声散射。但是，在这个研究所揭示的自旋弛豫通道中扮

演重要角色的是谷间的电声散射。这是因为我们考虑的谷间库仑散射不会造成电子在两

能谷间的转移。由于两个能谷中心大的动量差，能够在两个能谷间造成电子转移的库仑

散射非常微弱因而没有给予考虑。

作为比较，在图 7-10 左图中，我们在包含不同的谷间散射的情形下画出了自旋

弛豫时间对温度的依赖。可以看见，在整个研究的温度范围内，谷间库仑散射不重

要，而谷间的电声散射对自旋弛豫有明显的影响。特别的，当谷间的电声散射被排除

后，τs 对 T 变得不敏感。这是因为在几乎独立的能谷中，τs = ~2/(3ζ2κ2τp)，而 τp 由

电子－杂质散射所支配 [246,291]。
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图图图 7-10: 左图：包含不同的谷间散射的情况下，自旋弛豫时间对温度的依赖。实线：包含谷

间的电子－电子（e-e）和电子－声子（e-p）散射；短划线：没有谷间的电子－电子散射；链
形线：没有谷间的电子－声子散射；点线：没有谷间的电子－电子和电子－声子散射。电子
浓度 ne = 7 × 1011 cm−2，杂质浓度 ni = 2 × 1012 cm−2 以及曲率 κ = 0.01 nm−1。右图：
真实情况（ζζ ′ 6= 0），没有类 Zeeman 项的情况（ζ ′ = 0），以及没有 Rashba 型自旋轨道
耦合（ζ = 0）的情况下自旋弛豫时间对温度的依赖。电子浓度 ne = 7 × 1011 cm−2，杂质浓
度 ni = 2 × 1012 cm−2 以及曲率 κ = 0.01 nm−1。

在图 7-10 右图中，我们进一步比较了真实情况（ζζ ′ 6= 0）和没有类 Zeeman 项的

情况（ζ ′ = 0），以及没有 Rashba 型自旋轨道耦合（ζ = 0）的情况下的自旋弛豫，

以揭示两种自旋轨道耦合对自旋弛豫的影响。当类 Zeeman 项被排除时，两个能谷

是简并的而且 τs = τ⊥ = ~2/(4ζ2κ2τp) [247, 450] 。图 7-10 右图中的点线很好的满足

这个关系。当 Rashba 型的自旋轨道耦合被排除时，自旋弛豫由两个能谷里相反的有

效磁场联合谷间的散射导致。在低温下，谷间散射被压制，τs 接近于无穷大。通过

将 ζ = 0 和 ζ ′ = 0 的两条曲线与 ζζ ′ 6= 0 的真实情况比较，可以发现，对于真实情形，

在 T ≤ 100 K 时，自旋弛豫由 Rashba 型自旋轨道耦合主导，在 T > 100 K 时，自旋弛

豫由类 Zeeman 项主导。

7.2.2.3不同杂质和电子浓度下的自旋弛豫

我们在更高的杂质浓度 ni = 3 × 1012 cm−2 下计算了自旋弛豫，以研究杂质浓度对

自旋弛豫的影响。在这个杂质浓度下，电子的平均自由程 l 进一步变小（和图 7-9 中所

示的值相比）。在图 7-11 左图中，我们画出了两个杂质浓度，ni = 3 × 1012 cm−2 以

及 ni = 2 × 1012 cm−2 下动量散射率的比率［记为 η(τ−1
p )］和自旋弛豫时间的比率［记

为 η(τs)］对温度的依赖关系。可以看见，在整个温度范围内，η(τ−1
p ) 基本维持在 1.5，

因为电子－杂质散射主导 τp。而 η(τs) 在 T = 50 K 时是 1.5，然后随着温度的升高迅

速下降到 1。这是因为只有当 τ−1
v . τ−1

⊥ （T < 150 K）时，自旋弛豫才对谷内的散射敏
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感。特别地，当 T = 50 K 时，τs ∝ τ−1
p ，η(τs) = η(τ−1

p ) = 1.5。当 T ≥ 150 K 时，自旋

弛豫对谷内散射不敏感，因而对杂质浓度的变化无依赖。
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图图图 7-11: 左图：两种杂质浓度，ni = 3 × 1012 cm−2 以及 ni = 2 × 1012 cm−2 下，动量

弛豫率［短划线，标记为 η(τ−1
p )］和自旋弛豫时间（实线，标记为 η(τs)）的比。电子浓

度 ne = 7 × 1011 cm−2 以及曲率 κ = 0.01 nm−1。右图：不同电子浓度下自旋弛豫的温度依赖。
实线：ne = 7 × 1011 cm−2；短划线：ne = 1.4 × 1012 cm−2。杂质浓度 ni = 3 × 1012 cm−2 以
及 κ = 0.01 nm−1。

虽然改变杂质浓度只对低温下（T < 150 K）的自旋弛豫有影响，但是电子浓度

的改变会在很大的温度范围内影响自旋弛豫，因为谷内和谷间的散射都依赖于电子

的浓度。实际上，随着电子浓度的升高，谷内的电子－杂质散射强度减弱而谷间的

电子－声子散射加强。因而，随着电子浓度的增加，只要条件 l � ξ 仍然满足，自

旋弛豫时间 τs 在弱的谷间散射区变小（当 T ≤ 100 K 时，τs ∝ τ−1
p ；当 100 < T ≤

250 K 时，τs = τv），而在强的谷间散射区变大（当 T > 250 K 时，τs ∝ τ−1
v ）。我们

在更高的电子浓度 ne = 1.4 × 1012 cm−2（杂质浓度取为 ni = 3 × 1012 cm−2）下计算了

自旋弛豫。对于这种情形，在温度 T = 50 K 时，电子具有最大的平均自由程 30 nm。

在图 7-11 右图中，我们把在该高电子浓度下的自旋弛豫和 ne = 7 × 1011 cm−2 以

及 ni = 3 × 1012 cm−2 情形下的自旋弛豫做了比较。确实发现，随着电子浓度的增

加，τs 在 T < 250 K 时减小，在 T ≥ 250 K 时变大。

当电子浓度进一步增大以致于 l ≥ ξ 时，这里讨论的自旋弛豫机制不再有效，而自

旋轨道耦合的涨落导致的自旋翻转散射对自旋弛豫有贡献 [252, 267, 269, 291]。当后者重

要时，自旋弛豫时间在 10 ns 的量级而且对温度不敏感 [269,319]。
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7.2.2.4在有无垂直外加磁场下自旋弛豫的各向异性

上面的研究局限在 z 方向的自旋弛豫。事实上，由于平面内沿着 b 方向的有

效磁场，在垂直于 b 的各个方向上的自旋弛豫时间是相同的。同时，根据前面的简

单模型，沿着 b 方向没有自旋弛豫。但是，由于 Rashba 自旋轨道耦合，在 b 方向

上有指数的自旋弛豫，弛豫时间 τs ≈ τ|| （τ|| 可以利用关系 τ|| = 2τ⊥ 从图 7-10 右

图中的点线所给出的 τ⊥ 得到）。这个自旋弛豫时间在微秒的量级，而且对温度不

敏感。由于平行和垂直于 b 方向的自旋弛豫的不同，自旋弛豫在石墨烯平面内显

现出各向异性。当初始的自旋极化方向 n 偏离 b 一个角度 θn,b 时，沿着 n 方向

的自旋极化以 P (t) = P (0)[cos2 θn,be
−t/τ|| + sin2 θn,bf(t)] 的形式弛豫。这里，根据方

程 (7.40) 和 (7.36)，在弱的谷间散射区 τ−1
⊥ � τ−1

v ≤ ω（100 < T < 250 K），f(t) =
e−t/τv√
1−(ωτv)−2

sin(
√
ω2 − τ−2

v t + φ)；而在强的谷间散射区 τ−1
v � ω（T > 250 K），f(t) =

e−ω2τvt/2。
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图图图 7-12: 在有（实线）和没有（短划线）沿着 z 方向的外加磁场的情况下，石墨烯平面内各个

方向的自旋弛豫时间的温度依赖。有方框（空心圆圈）的实线：在有沿着 z 方向的 10 mT 磁
场的情况下，平行（垂直于）b 方向的自旋弛豫。有实心圆圈（三角）的短划线：在没有外
加磁场的情况下，平行（垂直于）b 方向的自旋弛豫。有十字叉的点线代表参量 τ0s 的温度
依赖，τ0s 由没有外加磁场情形下平行和垂直于 b 方向上的自旋弛豫率的平均得到。电子浓
度 ne = 7 × 1011 cm−2，杂质浓度 ni = 2 × 1012 cm−2 以及 κ = 0.01 nm−1。

通常，实验上，石墨烯中的自旋弛豫由 Hanle 效应测量研究 [237–239, 285–288,

463]。在这种测量中，一个小的磁场 B （最多在 100 mT 量级）被施加在垂直于石

墨烯平面的方向上。在这个磁场下，石墨烯平面内各个方向的自旋弛豫被混合。

在这里被研究的波纹状石墨烯中，在强的谷间散射区（T > 250 K），在平行和垂

直于 b 方向的自旋弛豫都具有指数形式，且弛豫率分别为 τ−1
|| 和 ω2τv/2。因而，

当 B > ~|τ−1
|| − ω2τv/2|/(2gµB) （室温下大约为 10 mT），在石墨烯平面内的各个方向
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自旋弛豫具有统一的速率 τ−1
s = (τ−1

|| + ω2τv/2)/2 ≈ ω2τv/4 [503] 。但是，在弱的谷间

散射情形下（T < 250 K），情况不一样，因为在垂直于 b 的方向上有自旋进动［参

考方程 (7.40)］。我们施加 10 mT 的垂直磁场，数值计算了在平行（θn,b = 0）和垂直

（θn,b = π/2）于 b 方向上不同温度下的自旋弛豫。在有和没有外加磁场的情况下，沿

着这两个方向的自旋弛豫时间的温度依赖被画在图 7-12 中。作为对比，我们也画出了

参量 τ 0s 的温度依赖。τ
0
s 由没有外加磁场情形下平行和垂直于 b 方向上的自旋弛豫率的

平均得到。可以看见，由于外加的垂直磁场，在温度 T > 250 K 时，自旋弛豫在石墨烯

平面内变得各向同性，且 τ−1
s ≈ ω2τv/4。但是，当 T < 250 K 时，这个各向异性被强烈

压制但是还没有被完全排除。因而，不管角度 α 以及测量的方向如何，在低迁移率的波

纹状的石墨烯样品中，由 Hanle 效应所测量得到的自旋弛豫时间随着温度会有明显的非

单调依赖，且在 200-300 K 附近有最小值。

7.2.3 小结

在这个小节中我们研究了低迁移率波纹状石墨烯中的自旋弛豫。电子的平均自由

程小于波纹的尺度，因而自旋弛豫由弯曲导致的局域的自旋轨道耦合决定。弯曲不仅

导致 Rashba 型的自旋轨道耦合，还提供了类 Zeeman 项，它在两个能谷里扮演方向

相反的静磁场的角色 [319]。我们的研究表明，这个类 Zeeman 项，连同谷间的电子

－K-A′
1 光学声子散射，在高温下（T > 100 K）提供有效的自旋弛豫通道。这个自旋弛

豫通道导致垂直于类 Zeeman 项提供的有效磁场方向的自旋弛豫对温度的非单调依赖，

并且使自旋弛豫时间在 200-300 K 附近有 100 ps 量级的最小值。但是，Rashba 自旋轨

道耦合主导沿着类 Zeeman 项提供的有效磁场方向的自旋弛豫。在该方向上自旋弛豫时

间对温度不敏感，具有微秒量级。在实验上的 Hanle 效应测量中，在垂直于石墨烯平面

的外加磁场下，平面内弛豫的各向异性被大大压制。在实际的样品中，石墨烯的波纹状

涨落也许不会和这里提出的样品一样具有好的周期性，因而观察到的自旋弛豫是低迁移

率样品中弯曲形貌下的相干平均 [271]。

需要注意的是，这里揭示的自旋弛豫通道只在电子的平均自由程小于波纹的尺度的

样品中才有用。对于电子平均自由程远远大于波纹尺度（或者涨落的自旋轨道耦合的关

联长度）的石墨烯样品 [269, 291, 319]，这个机制消失，而由于随机自旋轨道耦合的涨落

导致的自旋翻转散射将起作用 [252, 267, 269]。这里研究的自旋弛豫机制在碳纳米管中也

存在，但是在 Semenov 等人的工作中 [581] 并没有考虑，因为谷间的散射被没有包含进

来。

我们对 Avsar 等人在低迁移率的波纹状石墨烯样品中观察到的自旋弛豫 [463] 做一

下讨论。在他们的样品中，电子的浓度为 7.5×1011 cm−2。当温度从 5上升到 300 K，通

过 Hanle效应测得的平面内自旋弛豫时间缓慢的从 130 ps增加到 150 ps [463]。Avsar等

人估算了局域的自旋轨道耦合对自旋弛豫的贡献，发现和实验观测值比起来可以忽略

（参见文献 [463] 的补充材料）。但是，他们仅仅考虑进了 Rashba 型的自旋轨道耦
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合，而由它导致的自旋弛豫时间自然的要比实验测量长很多，上一节中已有论述。我们

这里揭示的自旋弛豫通道对 200-300 K 附近的自旋弛豫提供了一种贡献。如果要理解实

验上在整个大的温度范围内（尤其是谷间电声散射可以忽略的低温）的数据，其它因

素，比如能够导致谷间散射的短程杂质，由于衬底和附着原子导致的随机增强的自旋轨

道耦合 [247,291,315–317,450]，可能需要考虑进来。

最近，Wang 和 Wu 在双层石墨烯中的研究发现，在门电压下最低导带电子的自旋

轨道耦合本身就能够在两个能谷中提供方向相反的有效磁场 [483]。因而，这里所研究

揭示的自旋弛豫通道在门电压下的双层石墨烯中很自然地存在，对样品并没有特别的要

求。Wang 和 Wu 的研究表明这种自旋弛豫通道在双层石墨烯中非常重要。

最后需要指出的是，文献 [246] 中附录部分给出的电子－光学声子散射的矩阵元有

误，正确的形式是在原来的基础上乘以 2。由于在我们这个研究中正是谷间的电子－光

学声子散射在谷间的非均匀扩展下导致有效的自旋弛豫，因此这个错误对我们的数值结

果会有影响，但是对整个物理现象不会有影响。我们在正确的电声散射矩阵元下重新计

算了图 7-9 左图中不同曲率下自旋弛豫时间对温度的依赖，并将结果给在图 7-9 的右图

中。我们发现，在正确的电声散射矩阵元下（相对来说谷间电声散射加强了），自旋弛

豫时间在温度依赖中的最低点向低温区移动，但是其幅度基本保持不变，因为它由谷间

的方向相反的有效静磁场决定。对于本节研究中后面所呈现的结果，我们没有定量的给

出更正，所有的讨论基于最初计算的结果。
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8.1 研究背景

在第 3 章中，我们介绍了不少对石墨烯中自旋弛豫的实验研究。这些实验本质上都

是对自旋输运的测量 [237–239,285–288,363,455,456,470,471,473,478]。其中绝大部分是

在非局域的自旋阀结构中施加外磁场引入 Hanle 效应，然后由非局域的磁阻信号对磁场

的依赖反推出自旋弛豫时间 τs 和扩散系数 D。人们从这两个量出发，利用无磁场下的

漂移扩散模型给出的简单公式，Ls =
√
Dτs，得到石墨烯中的自旋扩散长度。有极少数

实验在不加外磁场的情况下调节四端非局域自旋阀结构中中间两个铁磁电极的间距，从

非局域的电压对这个间距的依赖直接得到自旋扩散长度 [237–239]。此外，Dlubak 等人

利用两端的局域自旋阀结构的磁阻效应测量了 SiC 衬底上石墨烯中的自旋输运。以上这

三种实验测量手段在章节 1.3.2 中给了介绍。

对 SiO2 衬底上石墨烯的输运测量都给出 µm 量级的自旋扩散长度 [237–239, 285–

288, 363, 455, 456, 478] 。相对应地，自旋弛豫时间在 100-1000 ps 的量级。在 SiO2 衬底

上石墨烯的磁输运测量中，电子的迁移率一般在 103 cm2/(V s) 的量级。对于其他衬底

上的自旋输运的测量，在章节 3.1.1.8 中已经有过介绍。虽然对石墨烯里的自旋输运的

实验测量很多，但是目前理论上的研究却非常少。在这一章里我们从理论上研究石墨烯

里的自旋输运。尽管石墨烯中的自旋弛豫机制还没有完全清楚，而且如章节 7.1.4 所介

绍的，最新的实验进展倾向于排除掉 DP 机制 [455,456]，但是在我们的这个研究中，我

们基于 Riverside 组 Pi 等人的表面掺 Au 实验的样品 [286]，认为在这个样品中主导的

机制仍然是 DP 机制，并且在这个机制下研究石墨烯中的自旋输运。

我们假定涨落的衬底和随机的附着原子从平均的意义上极大增强了 Rashba 自旋轨

道耦合。对于石墨烯，由于 Rashba 自旋轨道耦合具有如下的形式［方程 (2.70)］，

Ωk = αR(− sin θk, cos θk, 0), (8.1)

因而在没有外加磁场的情况下，自旋在空间的进动频率为

ωk = 2Ωk/∂kxεk = 2αR(− tan θk, 1, 0)/(~vF), (8.2)

它依赖于动量 k 的幅角 θk，而不依赖其模长。这表明只要系数 αR 固定，自旋

在空间进动的非均匀扩展对温度和电子浓度都不敏感。此外，平均的自旋进动频
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率 〈ωk〉 = 2αR

~vF
(0, 1, 0) 显示出强的各向异性，因而导致自旋扩散对于注入的自旋极化

方向的各向异性。在这个研究中，我们首先拟合 Pi 等人对石墨烯的表面掺金的实

验 [286]，得到随着 Au 浓度变大而线性的从 0.15 增大到 0.23 meV 的自旋轨道耦合系

数。在这个强的自旋轨道耦合下，计算得到的自旋扩散和输运的长度与实验值可比。我

们发现，在强散射极限下（电子－杂质散射主导），自旋扩散由 Rashba 自旋轨道耦合

强度唯一决定，而对温度、电子浓度以及散射不敏感。我们对沿着自旋注入方向施加的

电场、电子浓度以及注入的自旋的极化方向对自旋输运的影响都加以了研究和讨论。

8.2 模型

我们研究 SiO2 衬底上的 n 型掺杂的石墨烯。假设衬底的厚度为 a = 300 nm，因

而沿着 z 方向的电场为 Ez = Vg/a，其中 Vg 是门电压。z 方向垂直于石墨烯平面。自

旋从 x = 0 处注入，沿着 x 方向扩散或者输运。如果施加电场，则其沿着 x 方向，也

即，E = Ex̂。在文献 [246, 247] 给出的基下［参考方程 (2.69) 和那里的讨论］，电子的

哈密顿量为

H =
∑
µkss′

[
(εk − λI + eEx)δss′ + Ωk · sss′

]
cµks

†cµks′ +Hint. (8.3)

Rashba 有效磁场 Ωk［方程 (8.1)］的系数 αR = ζEz + η，其中第一项来自于电场的贡

献，第二项来自于衬底（包括可能的本身就存在的附着原子）和表面化学掺杂的引入的

附着 Au 原子的贡献。系数 ζ ≈ 5 × 10−3 meV·nm/V [247, 316]。µ 标记不同的能谷。在

这里，相互作用哈密顿量 Hint 包含电子－杂质 [573, 584]、电子－声子 [575–577]、以及

电子－电子库仑散射 [246, 584]。我们没有考虑由于 Rashba 自旋轨道耦合的涨落导致的

自旋翻转散射。

由于石墨烯 Dirac 点附近的线性能谱，描述该点附近的电子的动力学自旋 Bloch 方

程 [11] （参考方程 4.1）中的扩散项为

∂ρµk(x, t)

∂t

∣∣∣∣
dif

= − ∂εk
~∂kx

∂ρµk(x, t)

∂x
= −vF cos θk

∂ρµk(x, t)

∂x
. (8.4)

散射项和相干进动项的具体表达式在文献 [246] 中给出。

下面，我们首先通过拟合 Pi 等人的关于自旋弛豫的实验数据 [286] 来得到他们的样

品中杂质和 Rashba 自旋轨道耦合系数对化学掺杂的依赖关系，然后利用这些信息先后

从只包含电子－杂质散射的解析角度和包含所有散射的数值角度来研究石墨烯中的自旋

扩散和输运。

155



8.3 自旋弛豫

8.3 自旋弛豫

我们拟合 Pi 等人实验得到的自旋弛豫时间和扩散系数对化学掺杂的依赖关系［文

献 [286] 中的图 3(c)］来确定：(I) 存在于衬底中的杂质和化学掺杂引入的金原子杂

质的有效浓度，以及这两种杂质和石墨烯的有效距离；(II) Rashba 自旋轨道耦合系

数 αR 对化学掺杂的依赖。根据实验，电子浓度控制为 Ne = 2.9 × 1012 cm−2，温度

为 T = 18 K [286]。电子自旋在 x-y 平面内极化，极化度假设为 P0 = 0.05。我们在

时间域数值求解动力学自旋 Bloch 方程以拟合实验。为了拟合实验上给出的扩散系

数 D，我们在平面内施加了小电场后通过数值计算得到迁移率 µe [246]，然后利用公

式 D =
√
πNe

2e
~vFµe （参考附录 ??）数值上得到扩散系数。
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图图图 8-1: 左图：(a) 三角的链状线：计算得到的扩散系数对 Au 的沉积时间的依赖关系，Au 原
子的密度被假设随着时间以 5×1011 atom/(cm2·s) [286] 的速率线性增加。实心方框的短划线：
在 Au 的浓度随着沉积时间以实线（刻度在右边）变化时，计算得到的扩散系数对 Au 的沉积时
间的依赖关系。叉：Pi 等人的实验数据 [286]。(b) 实心方框的短划线：在 αR 随着沉积时间以
图中空心方框的实线（刻度在右边）变化时，计算得到的自旋弛豫时间随着沉积时间的依赖关
系。叉：Pi 等人的实验数据 [286]。(b) 中的插图：αR 随着 Au 浓度的依赖关系。右图：(a) 自
旋输运长度 l′x,y,z，(b) 自旋进动频率 ω′，以及 (c) 相位角 φ′ 对 E 的依赖。

我们首先利用文献中提供的没有表面掺杂时的扩散系数 D ≈ 0.059 m2/s [286] 得到

衬底中杂质的信息。单独一个扩散系数不足以让我们同时定出衬底中杂质的有效浓度

和距离石墨烯的有效距离。但是，这些并不重要，我们只需选择两个合适的参数，比

如，衬底杂质浓度 Ns = 2.1 × 1012 cm−2 以及杂质层到石墨烯的有效距离 ds = 0.7 nm,

来保证 D ≈ 0.059 m2/s。表面化学掺杂在石墨烯表面以 5×1011 atom/(cm2·s) 的速率沉
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积 Au 原子 [286]。通过拟合 D 对沉积时间（附着的金原子的浓度）的依赖 [286]，我们

得到附着的 Au 原子离石墨烯的距离为 dAu = 0.2 nm。但是，当沉积时间超过 4 s 后，

拟合与实验数据符合得不好［比较图 8-1 左图 (a) 中的拟合数据（带三角的链线）和实

验数据（叉）］。这表明在沉积进行了一段时间后，附着原子的有效浓度不再随着时间

线性增加。因此，当掺杂时间超过 4 s，我们选择合适的附着原子浓度来重复出实验上

的扩散系数。在图 8-1 左图 (a) 中，带空心框的实线（刻度在图的右边框）代表 Au 浓

度对沉积时间的依赖，而带实心框的短划线代表计算得到的扩散系数对沉积时间的依

赖。

在得到了两种杂质的信息后，我们在不同的沉积时间拟合自旋弛豫时间 τs 来得

到该处的自旋轨道耦合系数 αR。在图 8-1 左图 (b) 中，我们以空心框的实线（刻度

在图的右边）表示拟合得到的 αR 对沉积时间的依赖，同时以实心框的短划线表示计

算得到的自旋弛豫时间对沉积时间的依赖。在图 8-1 左图 (b) 的插图中，我们进一

步画出了自旋轨道耦合系数 αR 对 Au 的浓度 NAu 的依赖。可以看见，在 NAu 不

是太大的时候，αR 随着它近似线性的增大。拟合得到的 αR 和 Ertler 等人在考虑进

附着原子的影响时所估算得到的值，0.3 meV [247]，是可比的。同时，我们注意到，

在 NAu = 0 时，τp =
√
Neπ

~
evF
µe = 0.12 ps [585]，αRτp/~ 具有最大值 0.027�1。因此，

电子系统处在强散射区（电子－杂质散射占主导），更不用说温度升高或者进行表面

化学掺杂了。需要指出的是，在实验中，门电压 Vg 被调节，以保证在化学掺杂的过

程中 Ne 保持不变，因为附着原子也会电离从而对石墨烯贡献电子 [286]。但是，Vg 不

超过 200 V，而且 ζEz = ζVg/a 至少比 αR 小两个量级。因此 αR ≈ η，仅仅由附着

的 Au 原子和衬底决定。当 NAu = 0 时，η = 0.153 meV，单纯由衬底贡献。

8.4 自旋扩散和输运：只有弹性散射时的解析研究

8.4.1 自旋扩散

在这一小节，我们在只有电子－杂质散射的情况下，从解析上研究石墨烯中的自旋

扩散。没有额外的施加电场。整个解析求解的过程和章节 4.2.1 里所给的过程完全类似

（具体过程可参考文献 [450]），只不过要注意这里的电子具有线性能谱，Rashba 自旋

轨道耦合不依赖动量的模长，以及还有一个谷简并度。我们在这里只把结果再呈现一

遍。在下面的方程中，ρlµk(x) = 1
2π

∫ 2π

0
dθkρµk(x)e−ilθk 而 ρµk(x) ≡ ρµk(x, t = +∞)，以

及 S0
µk(x) = Tr[ρ0k(x)s]。
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对于注入的自旋极化沿着 x 方向的情况，边界条件为 (I) S0
µk(0) = (S0

µk(0), 0, 0) 以

及 S0
µk(+∞) = 0，我们有解

S(x) = S(0)e−x/lx


√

1 + ∆2 sin(ωx+ φ)

0

c1 sin(ωx)

 . (8.5)

对于注入的自旋极化沿着 y 方向的情况，边界条件为 (II) S0
µk(0) = (0, S0

µk(0), 0) 以

及 S0
µk(+∞) = 0，解为

S(x) = S(0)e−x/ly

 0

1

0

 . (8.6)

对于注入的自旋极化沿着 z 方向的情况，边界条件为 (III) S0
µk(0) = (0, 0, S0

µk(0)) 以

及 S0
µk(+∞) = 0, 解为

S(x) = S(0)e−x/lz

 c2 sin(ωx)

0

−
√

1 + ∆2 sin(ωx− φ)

 . (8.7)

在上面的方程中 S(0) = 1
π

∫ +∞
0

dkkS0
µk(0)（考虑进了谷简并度），以及

lx = lz =

√
7

(2
√

2 − 1)
√

1 + 2
√

2

~vF
αR

, (8.8)

ly =
~vF
2αR

, (8.9)

ω =

√
1 + 2

√
2
αR

~vF
. (8.10)

其中 c1、c2、∆ 以及 φ 在章节 4.3.1 中已经给出。注意到在这个简单的近似模型中，自

旋进动频率 ω ≈ 1.96 αR

~vF
，比 |〈ωk〉| = 2αR

~vF
稍微小一些。

从方程 (8.5)-(8.7) 可以看出在强散射极限下，自旋扩散不仅对散射不敏感，而且与

温度 T 和电子浓度 Ne 无关。然而，系数 αR 可能依赖于 T 和 Ne。为简单起见，我们

假设 αR 与 T 和 Ne 无关。因此，在强散射极限，自旋扩散仅仅由 αR 决定，它受化学

掺杂的调制。方程 (8.5)-(8.7) 表明自旋扩散对注入的自旋极化方向有强的各向异性。对

于注入的自旋沿着 x和 z 方向极化的情形，自旋信号一方面在幅度上体现指数的衰减，

另一方面在 x-z 平面内进动。两种情况下的解具有相同的进动频率 ω，除了一个相位上

的差别。但是，当注入的自旋沿着 y 方向极化时，自旋信号仅仅指数的衰减而没有进
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动。也就是说，自旋极化被束缚在 y 方向。这些现象是由于扩散的电子感受到的平均有

效磁场是沿着 y 方向，即 〈ωk〉 = 2αR

~vF
(0, 1, 0) 造成的。在非局域的自旋阀实验中，自旋

扩散长度可以通过测量随自旋注入和探测的铁磁电极间的距离的增加而指数衰减的非局

域的电压信号得到 [238, 239]。在这些实验中，铁磁电极的磁矩恰好沿着 y 方向，因而

注入的和探测的都是沿着 y 方向的极化。在这种构型下，探测端的电压信号随着铁磁电

极距离增大而指数衰减的特点被很好的观察到。但是，当注入的自旋极化沿着 x-z 平面

时，我们期待空间上自旋信号的进动被探测到。

除了自旋进动的各向异性，自旋扩散长度也显现出各向异性，即 lx = lz ≈
1.48ly，其中 ly = ~vF/(2αR)。事实上，当注入的自旋极化的方向沿着 x-z 平面内

的任何一个方向时，自旋扩散长度都等于 lx（lz）［在这种情况下，S(x) 的解是方

程 (8.5) 和 (8.7) 的组合］。但是，基于广泛应用的两分量漂移－扩散模型给出的结

果 [8, 58, 59, 330, 586]，ls =
√
Dτs，由时间域自旋弛豫的各向异性 τx = τy = 2τz =

~2/(2α2
Rτp) 以及关系 D = v2Fτp/2，人们会很容易以为自旋扩散长度具有 lx = ly =√

2lz = ~vF/(2αR) 形式的各向异性。事实上，只有当注入的自旋沿着 y 方向极化时，自

旋在空间没有进动，两分量的漂移－扩散模型才给出和动力学自旋 Bloch 方程一致的结

果，也即 ly = ~vF/(2αR)（在忽略自旋关联后，从动力学自旋 Bloch 方程可以得到两分

量的漂移－扩散方程，见附录 ??）。动力学自旋 Bloch 方程和两分量的漂移－扩散模

型给出的自旋扩散在各向异性上的不一致强烈表明了两分量的漂移－扩散模型的不足。

由于没有考虑进自旋的相干，两分量的漂移－扩散模型不仅不能给出在没有外加磁场时

自旋在实空间的进动，而且还不正确地从时间域里自旋弛豫的各向异性推导出自旋扩散

上的各向异性。在这里，们强调时间域里的自旋弛豫和空间域里的自旋扩散的不同的各

向异性性质是由于两种情况下非均匀扩展很不一样造成的。在空间域支配自旋扩散的

非均匀扩展来自动量依赖的 ωk，而时间域里支配自旋弛豫的非均匀扩展来自动量依赖

的 Ωk。

8.4.2 自旋输运

我们进一步在 x 方向施加小的电场，研究自旋的输运。在解析上我们仍然只考虑强

的电子－杂质散射。对应于方程 (4.38) 但是包含了电场驱动项的 ρ0µk(x) 的二阶微分方

程为

∂2xρ
0
µk(x) + 2iγ[sy, ∂xρ

0
µk(x)] − γ2[sx, [sx, ρ

0
µk(x)]] − γ2[sy, [sy, ρ

0
µk(x)]] − eE∂x∂εkρ

0
µk(x)

− iγeE[sy, ∂εkρ
0
µk(x)] = 0. (8.11)
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这里 γ = αR/(~vF)。需要指出的是，为了得到上面的方程，在原始的动力学自

旋 Bloch 方程中，我们在小电场下对电场驱动项做了如下近似，

eE

~
∂ρµk(x)

∂kx
=
eE

~
∂ρµk(x)

∂εk

∂εk
∂kx

≈ eEvF cos θk
∂ρ0µk(x)

∂εk
. (8.12)

当电场强度很大以至于在电场的驱动下 ρµk(x) 具有明显的各向异性时，上面的处理不

再合适。从方程 (8.11) 可以得到自旋极化矢量 S0
µk(x) 满足的二阶微分方程

 ∂2x − eE∂x∂εk − 4γ2 0 −4γ∂x + 2eEγ∂εk
0 ∂2x − eE∂x∂εk − 4γ2 0

4γ∂x − 2eEγ∂εk 0 ∂2x − eE∂x∂εk − 8γ2


 S0

µkx(x)

S0
µky(x)

S0
µkz(x)

 = 0.

(8.13)

在有了求解方程 (4.39)的经验后，我们假设 S0
µk(x)具有形如 S0

µk(x) = S0
µk(0)T(x)的

解。因此 S(x) = S(0)T(x)。将上面的方程对 µ 和 k 求和，并且利用技巧

∫ +∞

0

dkk[∂εkS
0
µk(0)]T(x) = −

∫ +∞
0

dεkS
0
µk(0)

~2v2F
T(x) = −

1
β

ln 1+e
βµ↑

1+e
βµ↓

S(0)~2v2F
S(x), (8.14)

我们可以得到 S(x) 满足的方程为 ∂2x + γE∂x − 4γ2 0 −4γ∂x − 2γ2E
0 ∂2x + γE∂x − 4γ2 0

4γ∂x + 2γ2E 0 ∂2x + γE∂x − 8γ2


 Sx(x)

Sy(x)

Sz(x)

 = 0, (8.15)

其中 E = eE
S(0)παRβ~vF

ln 1+e
βµ↑

1+e
βµ↓。µ↑ 和 µ↓ 分别是自旋平行（反平行）于自旋极化方向的

电子的化学势。在上一节中所给出的三种边界条件下，S(x) 具有和方程 (8.5)-(8.7) 相同

形式的解，除了一些参量现在变为

l′x = l′z =
1

E/2 + F (E)

~vF
αR

, (8.16)

l′y =
1

E/2 +
√

4 + E2/4

~vF
αR

, (8.17)

ω′ = G(E)
αR

~vF
, (8.18)
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c′1 = −1
2

√
E4+48E2+512√

E2+7F (E)+5G(E) , c
′
2 = 1

2

√
E4+48E2+512√

E2+7F (E)+3G(E) , ∆′ = 5F (E)−
√
E2+7G(E)√

E2+7F (E)+5G(E) 以及 φ′ = arctan 1
∆′。

在上面的方程中，

F (E) =

√
E4 + 48E2 + 512 + E2 − 8

16
√

2
√
E2 + 7

√√
E4 + 48E2 + 512 − E2 + 8, (8.19)

G(E) =

√
1 − E2/8 +

√
E4 + 48E2 + 512/8. (8.20)

注意到当电场不存在也即 E = 0 时，上面的解回到前面所给出的无电场下自旋扩散的

解。

在绝大多数情况下，石墨烯中的电子是高度简并的。在强简并，小极化下，E ≈
eE

αRkF
，其中 kF =

√
πNe 是无自旋极化的浓度为 Ne 的电子的费米动量。和无电场时的

自旋扩散不一样，在有电场时的自旋输运对电子浓度有依赖，因为 E 依赖于电子的浓
度。在非简并极限下，E ≈ eEβ~vF

αR
，自旋输运对温度而不是浓度敏感。另外，此时方

程 (8.17) 变为

l′y =
[
eEβ/2 +

√
e2E2β2/4 + 1/l2y

]−1

, (8.21)

这里 ly 是前面给出的没有电场时候的自旋扩散长度。这个结果和两分量的漂移－扩散

模型所给出的结果是一致的，因为这种情况下自旋极化在实空间没有进动。

在图 8-1 右图中，我们画出了 l′x,y,z, ω
′ 以及 φ′ 对 E 的依赖。从图 8-1 右图 (a) 可

以看出，随着 E (E ≈ eE
αRkF

) 的增加，自旋输运长度减小。一方面，这意味着，当电子

浓度固定时（比如，Ne = 1012 cm−2，那么 E 从 −8 变到 8 时，对应电场从 −2.2 变

到 2.2 kV/cm），通过增加平行（反平行）于自旋注入方向的电场的强度，自旋输运可

以被压制（加强）。另一方面，这也意味着，当平行（反平行）于自旋注入方向的电

场固定时，自旋输运可以通过增加电子浓度来加强（压制）。图 8-1 右图 (b) 和 (c) 表

明自旋进动频率 ω′ 和相位 φ′ 随着 E 变化非常微弱（变化量 ∼2 %）。事实上，如

果 |E| 变得更大，ω′ 和 φ′ 会迅速稳定（ω′ 趋近于 2αR

~vF
，而 φ′ 趋近于 π/2）。因此，自

旋在输运过程中的自旋进动样式（频率和相位）对电场或者电子浓度都不敏感。

8.5 自旋扩散和输运：数值结果

为了将所有的不同散射以及大的电场考虑进来，我们完全数值的求解了动力学自

旋 Bloch 方程。初始条件设为

ρµk(0, 0) =
F 0
k↑ + F 0

k↓

2
+
F 0
k↑ − F 0

k↓

2
n̂ · s, (8.22)

ρµk(x > 0, 0) =
FL
k↑ + FL

k↓

2
, (8.23)∑

µk

Tr[ρµk(0, 0)n̂ · s]/
∑
µk

Tr[ρµk(0, 0)] = P0, (8.24)
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以及双边的注入条件 [276,493] 为

ρµk(0, t)|kx>0 =
F 0
k↑ + F 0

k↓

2
+
F 0
k↑ − F 0

k↓

2
n̂ · s, (8.25)

ρµk(L, t)|kx<0 =
FL
k↑ + FL

k↓

2
. (8.26)

这里，左边界 x = 0处注入的自旋的极化沿着 n̂方向，具有极化度 P0 = 0.05。x = L代

表右边界，且 L 远远大于自旋扩散或输运的长度。F 0,L
k↑,↓ 是两个边界处的无电场情况

下的费米分布。当有电场存在时，F 0,L
k↑,↓ 则代表漂移的费米分布 [246]。在上面的解

析解中，边界条件实际上被近似成了单边注入的情形。这个近似在强散射区是很好

的 [276]。通过数值求解动力学自旋 Bloch 方程，可以得到稳态下沿着 n̂ 方向自旋极化

的空间分布 P (x) =
∑

µk Tr[ρµk(x,+∞)n̂ · s]/
∑

µk Tr[ρµk(x,+∞)]。从这个分布，可以

得到自旋沿着 x 方向的扩散或输运的长度。
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图图图 8-2: 左图：在注入的自旋极化分别沿着 x，y和 z方向时，稳态下自旋极化的绝对值 |P |随位
置 x的分布。方框、圆圈和三角是在 T = 18 K，Ne = 2.9×1012 cm−2，Ns = 2.1×1012 cm−2以
及 NAu = 0 条件下的数值解。实线、短划线和链线分别是从方程 (8.5)-(8.7) 得到的，分别对
应 P (x) = Sx(x)/Ne，Sy(x)/Ne 以及 Sz(x)/Ne。右图：在注入的自旋极化 n̂ = x̂, ŷ 以及 ẑ 的
情形下，自旋扩散长度对沉积时间的依赖。作为对比，动力学自旋 Bloch 方程给出的结果（实
线）和两分量漂移－扩散模型给出的结果（链线）都给出来了。

8.5.1 自旋扩散的各向异性

正如解析解所表明的那样，自旋扩散对注入的自旋极化的方向有明显的各向异

性依赖。在图 8-2 左图中，我们在注入的自旋极化分别沿着 x，y 和 z 方向时，画

出了稳态下自旋极化的绝对值 |P | 在实空间的分布。这时假设没有掺金，NAu = 0 以

及 αR = 0.153 meV。方框、圆圈以及三角是从数值求解动力学自旋 Bloch方程得到的结
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果，而实线、短划线以及链线是由方程 (8.5)-(8.7)给出的结果。当 αR = 0.153 meV时，

解析模型给出 lx = lz ≈ 3.18 µm, ly ≈ 2.16 µm 以及 ω ≈ 0.45 µm−1。图 8-2 左图很

清楚地表明了自旋扩散的各向异性。注意到简单的解析模型几乎完美地重复出了完整

的数值解（除了对注入的自旋极化沿着 x 和 z 方向的情形，数值解给出的自旋进动

频率更接近 2 αR

~vF
而非解析解给出的 1.96 αR

~vF
）。事实上，数值上更多的计算表明当温

度 T 从 18 增到 300 K 或者浓度 Ne 从 0.5 增到 2.9 × 1012 cm−2 时，数值解的变化非

常微弱。这和解析解给出的结论是一致的，也即，在强散射区，石墨烯中的自旋扩散

对温度和电子浓度不敏感。因此，在强散射极限，我们可以用唯一的参数 αR，利用方

程 (8.5)-(8.7) 很好地描述自旋的扩散。

8.5.2 自旋扩散对化学掺杂的依赖

在图 8-2 右图中，我们分别在 n̂ = x̂，ŷ 以及 ẑ 的情形下给出了自旋扩散长度

对 Au 的沉积时间的依赖。自旋扩散长度由方程 (8.8)-(8.9) 直接给出。可以看见，随着

化学掺杂时间的增加，αR 增大，而自旋扩散长度减小。作为比较，我们也画出了由两

分量的漂移－扩散模型给出的自旋扩散长度，lx = ly =
√

2lz =
√
Dτx，对沉积时间的依

赖（链状线）。其中 D 和 τx 在图 8-1 左图 中给出。两组解的比较表明，只有当注入的

自旋沿着 y 方向极化时，两分量的漂移－扩散模型才给出和动力学自旋 Bloch 方程一样

的解，正如前面的解析研究中所揭示的。

8.5.3 散射对自旋扩散的影响

我们研究的电子系统始终处在强的散射极限，因而自旋扩散对散射不敏感。但

是，在弱的散射极限，自旋扩散的性质可能会不一样。为了研究从弱散射极限到强散

射极限的自旋扩散性质，我们人为假设衬底里的杂质浓度可以在 0 到 1012 cm−2 的范

围内变化。同时，我们也没有进行化学掺杂，αR 取为常数 0.153 meV。我们取 T =

50 K，Ne = 5×1011 cm−2 以及 n̂ = ŷ。在图 8-3左图中，我们用短划线代表自旋扩散长

度 ly 对杂质浓度的依赖。作为比较，对应的，我们也用实线画出了自旋弛豫时间 τy 对

杂质浓度的依赖（刻度在图的右边）。可以看见，随着 Ns 的增加，ly 在弱散射极限

（Ns . 0.05 × 1012 cm−2）明显地变小，之后达到稳定值不随 Ns 变化。τy 则先在弱散

射区下降（细节参见插图），然后在强散射区随着杂质浓度几乎线性增大 [11]。两分

量的漂移－扩散模型给出的关系，ly =
√
Dτy，在这里能够解释自旋扩散长度对杂质浓

度 Ns 的依赖：当 D ∝ τp ∝ 1/Ns 时，τy 在弱散射区随着 Ns 的增加而减小，但是在强

散射区正比于 Ns；因而 ly 首先随着 Ns 减小，而后对 Ns 不敏感（在之前的解析解中

已经指出过）。
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图图图 8-3: 左图：自旋扩散长度（短划线）和自旋弛豫时间（刻度在右边的实线）对衬底杂
质浓度的依赖。插图显示了在小杂质浓度范围内实线的细节。注入的自旋沿着 y 方向极
化。T = 50 K，Ne = 5 × 1011 cm−2 以及 αR = 0.153 meV。右图：不同的电场强度下，稳
态的自旋极化的绝对值 |P | 对空间位置 x 的依赖。自旋输运长度 lz 对电场的依赖也被画出，
其坐标刻度在图的右手边和上边。其中方框由数值计算得到，而双点链状线由方程 (8.16) 给
出。T = 300 K，Ne = 1012 cm−2，Ns = 2.1 × 1012 cm−2 以及 NAu = 0。

8.5.4 电场下的自旋输运

最后我们研究在 x 方向施加电场后的自旋输运。我们取 T = 300 K，Ne =

1012 cm−2，Ns = 2.1 × 1012 cm−2 以及 NAu = 0。注入的自旋沿着 z 方向极化。在

图 8-3 右图中，我们画出了不同电场强度下 |P | 对位置的依赖以及 lz 的电场依赖（方

框，坐标尺度在图的右边和上边）。可以看见，当电场 E 变化时，自旋进动的样式基

本没有变化。但是当沿着 −x (x) 方向的电场强度增加时，自旋输运的长度增加（减

小） [276,330]。这些结果和前面的解析解是一致的。作为对比，我们进一步用双点短划

线画出了由方程 (8.16) 给出的 lz 对 E 的依赖关系（坐标尺度在图的右边和上边）。可

以看见，解析模型可以比较好的描述低电场强度下的自旋输运。

我们还研究了自旋输运对电子浓度的依赖。在图 8-4 的 (a) 和 (b) 中，我们分别画

出了平行（E = 0.3 kV/cm）和反平行（E = −0.3 kV/cm）于自旋注入方向的电场下自

旋输运长度对电子浓度的依赖。方框来自于数值计算，而曲线来自于方程 (8.16)。可以

明显地看到，当电场方向相反时，自旋输运对浓度的依赖具有相反的趋势。
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2.1 × 1012 cm−2 以及 NAu = 0。

8.6 小结以及判定石墨烯中主要的自旋弛豫机制的可能方

案

这一章里，我们利用动力学自旋 Bloch 方程方法研究了 SiO2 衬底上石墨烯里的自

旋扩散和输运。我们假设衬底（包括可能原生存在的附着原子）贡献强的 Rashba 自

旋轨道耦合，它比受垂直门电压调制的那部分要强得多。通过表面化学掺杂 Au 原

子，Rashba 自旋轨道耦合系数 αR 进一步增大 [286]。通过拟合扩散系数和自旋弛豫时

间对化学掺杂的依赖，我们得到杂质的信息以及 αR 对化学掺杂的依赖。我们的拟合发

现随着附着原子 Au 的浓度的增大，αR 接近线性的从 0.15 增大到 0.23 meV。利用通

过拟合得到的必要的参量，我们从解析和数值上研究了该样品中的自旋扩散和输运。

我们的研究表明，在强散射极限下，自旋扩散仅仅由 Rashba 自旋轨道耦合系

数 αR 决定。当注入的自旋极化方向沿着 x-z 平面时（x 是输运方向， z 垂直于石墨烯

平面），自旋极化边进动边衰减，且具有相同的自旋扩散长度；但是当自旋极化方向沿

着 y 方向时，自旋进动消失。这些性质是不包含自旋相干项的两分量的漂移－扩散模型

所不能给出的。我们还研究了在沿着自旋注入方向施加了电场后的自旋输运。施加电场

后，对于注入的自旋极化沿着 x 和 z 方向的情形，自旋极化在空间的进动形式几乎不

变，但是自旋的输运长度在电场方向与自旋注入方向反平行（平行）时增大（减小）。

此外，在有电场的情况下，自旋的输运依赖于电子浓度和温度，和无电场时的自旋扩散
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的情形不一样。当电场方向与自旋注入方向平行（反平行）时，增加电子浓度会使自旋

输运加强（压制）。

我们上面的研究基于 DP 的弛豫机制。在特定的情况，比如 Riverside 小组 Pi 等人

掺金实验的样品中，目前比较合理的理解确实是基于 DP 机制。但是，正如在第 3 章

所指出的，最近很多实验上的迹象却倾向于排除 DP 机制。因此，我们有必要在随

机 Rashba 场导致的自旋翻转散射占主导的情况下考察石墨烯中自旋输运的性质。基

于 DP 机制和这种类 EY 机制下自旋输运性质的不同，我们有可能提供从实验上确定石

墨烯中占主导的自旋弛豫机制的方案。

我们排除掉 DP 机制，在石墨烯中研究随机 Rashba 场提供的自旋翻转散射下的自

旋扩散。包含了自旋守恒的电子－杂质散射和自旋翻转散射的动力学自旋 Bloch 方程在

稳态下可以写为

vF cos θk
∂ρk(x)

∂x
+

2π

~
∑
k′

|Uk−k′|2Ikk′δ(εk − εk′)[ρk(x) − ρk′(x)]

+
2π

~
∑
k′

Ck−k′δ(εk − εk′)[ρk(x) − Vkk′ρk′(x)Vk′k] = 0. (8.27)

定义自旋极化矢量 Sk(x) ≡ Tr[ρk(x)s]，并且做关于角度 θk 的傅立叶变换，我们得到方

程

vF
2
∂x
∑
l0=±1

Sl+l0
kx (x) + (

1

τ lk
+

1

τ 0ks
)Sl

kx(x) +
∑
l0=±1

Sl+2l0
kx (x) + il0Sl+2l0

ky (x)

2τ l+l0
ks

= 0, (8.28)

vF
2
∂x
∑
l0=±1

Sl+l0
ky (x) + (

1

τ lk
+

1

τ 0ks
)Sl

ky(x) +
∑
l0=±1

il0Sl+2l0
kx (x) − Sl+2l0

ky (x)

2τ l+l0
ks

= 0, (8.29)

vF
2
∂x
∑
l0=±1

Sl+l0
kz (x) + (

1

τ lk
+

2

τ 0ks
)Sl

ky(x) = 0. (8.30)

在上面的方程中，τ lks 和 τ lk 由方程 (7.18) 和 (7.19) 给出。在强散射极限，保留 l =

0，±1 的三阶，并且考虑到 τ±1
k /τ 0ks � 1（τ 0ks ∼ 自旋弛豫时间，在 10-1000 ps 的量级；

而 τ±1
k ∼ 动量弛豫时间，在 0.01-0.1 ps 的量级），我们得到 S0

k(x) 所满足的方程

v2Fτ
1
k

2
∂2xS

0
kα − 1 + δαz

τ 0ks
S0
kα = 0, (8.31)

其中 α = x，y，z。这个结果表明，不管注入的自旋极化沿什么方向，自旋极化信号在

扩散过程中不会有空间上的进动，只有指数衰减，且具有扩散长度

lx = ly =
√

2lz, (8.32)
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其中 lz = vf
√
τ 1k τ

0
ks/2。考虑到在自旋翻转散射下石墨烯中沿着 z 方向的自旋弛豫时间

为 τz = τ 0ks/2［方程 (7.25)］以及扩散系数 D = v2Fτp/2 （附录 ??），因而实际上我们

有 lz =
√
Dτz。我们还发现，当自旋极化在空间没有进动的时候，自旋扩散长度及其关

于注入方向的各向异性和漂移扩散模型给出的是一致的。

从上面的结果以及前面对 DP 机制下石墨烯中自旋输运的研究可以发现，类 EY 机

制和 DP 机制下的自旋扩散性质很不一样。这些不同之处可以用来从实验上帮助确

定主要的自旋弛豫机制。石墨烯中的大部分自旋输运实验都在 z 方向施加了外磁场

进行 Hanle 效应的测量。这个外磁场会使问题复杂化。比如，DP 机制下自旋极化沿

着 x 和 y 方向时候的自旋输运的各向异性会因 z 方向的磁场而降低；类 EY 机制下原

本在空间上不会发生进动的自旋极化也会因为这个外磁场而发生进动。因此，为了让两

种机制主导下的自旋输运的特有性质的差别更明显，以帮助确定主要的弛豫机制，我们

不推荐做 Hanle 效应的测量。我们建议在非局域的四端自旋阀结构中，做非局域的电

压对中间两个铁磁电极的间距的依赖性质的测量［图 3-5(a) 的示意］ [238, 239]，但是

要将铁磁体的极化方向调整为和自旋输运的方向一致（示意图见图 8-5 ）。在这种构型

下，如果 DP 的自旋弛豫机制主导，那么应该能观察到非局域的电压随着中间两个铁磁

电极的间距的变长而振荡衰减的信号；而如果是类 EY 的自旋弛豫机制主导，那么非局

域的电压随着中间两个铁磁电极的间距的变长只有衰减，而没有振荡。

图图图 8-5: 非局域的四端自旋阀结构中，做非局域的电压对自旋输运距离的依赖的测量的示意图。
铁磁体的极化方向调整为和自旋输运的方向一致。
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9.1 研究背景

从章节 2.3 的介绍中我们知道，三维拓扑绝缘体的表面态具有自旋螺旋性。这种

性质已经通过自旋－角度分辨的光电子谱实验验证 [154, 390]，但是还没有在输运实验

中给出清楚的证据。部分原因在于，在输运中体态和表面态的载流子通常都会贡献电

导，很难进行区分。此外，在输运中如果采用铁磁注入，来自铁磁电极的漏场也可能

会对输运造成影响。为了克服这些困难以验证拓扑绝缘体表面态的自旋－动量锁定性

质，通过 Si 向拓扑绝缘体的表面注入自旋极化的电子的输运方案最近被提出来 [587]。

尽管在实验上还有困难，但是理解拓扑绝缘体表面的电荷和自旋的输运性质是非常

必要的。事实上，这个问题在理论上已经有了一些初步的研究。这些研究发现，在

电场的驱动或者浓度梯度造成的扩散下，由于自旋－动量的锁定，可以产生横向的自

旋极化 [149, 588, 589]，其幅度正比于电场强度和动量散射时间 [149, 589]。此外，同样

是由于自旋－动量锁定，在电场撤掉后，自旋极化在动量弛豫时间的尺度内就弛豫掉

了 [588, 590]。但是，这些研究所考虑的电场非常小（∼0.1 kV/cm [149, 589]，在这小电

场下电子处在近平衡态），而且费米面处在导带中很高的位置从而将完全占据的价带忽

略 [149, 588–590]。此外，即使是在 Culcer 等人的基于动力学方程的微观研究中，也只

有电子－杂质散射被考虑 [589]。可能会比较重要的电子－声子散射 [591]，以及电子－

电子库仑散射，都没有被包含进来。

高电场下（达到几个 kV/cm）拓扑绝缘体表面远离平衡 [506, 592] 的电荷和自旋的

输运目前还很少被研究。在这一章中，我们在 Bi2Se3的表面上研究这个问题。Bi2Se3在

布里渊区中心有约 300 meV 的直接带隙。虽然通常情况下由于 Se 的空位的影

响，Bi2Se3 是 n 型的，但是在 Ca 的反掺杂下，电子浓度可以被调节 [150,389,593]。在

这个系统中，除了极低温的情形，电子－表面光学声子散射占主导。我们的研究发现，

由于导带和价带里自旋的混合，电场不仅在各个带中加速电子，而且还导致带间的进

动。在电场存在的情况下，电子可以通过带间电声散射和带间进动从价带转移到导带。

当电场很强的时候，各个带的电子浓度随着电场线性变化。由于自旋－动量锁定，电场

导致横向的自旋极化，其大小正比于动量散射时间（和已有的研究一致）。当电场很小

的时候，这个自旋极化对电场线性依赖。此外，在高温下，电场导致的自旋极化的大小

与温度成反比，而对电子浓度不敏感。由于大的相对的静态介电常数，库仑散射很弱，

不能在电场下建立具有统一的热电子温度的漂移费米分布。在系统达到平衡后去掉电
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场，热化的载流子逐渐冷却到平衡态，这个能量弛豫所需要的时间是 100-1000 ps。与

此同时，自旋极化在动量散射的时间尺度内弛豫掉，只需要 0.01-0.1 ps 的时间。

9.2 模型

我们设定 z 轴沿着 Bi2Se3 的 (001) 方向。在 Γ 点附近，低能的 (001) 表面态

用 Rashba 自旋轨道耦合 [66] 描述 [146,398,399]，

H0 = ~vf (k× ẑ) · σ. (9.1)

这里费米速度 vf ≈ 5 × 105 m/s [146, 151]。单电子哈密顿量的本征态记为 |k±〉 =
1√
2
(±ie−iθk | ↑〉 + | ↓〉)（θk 是动量 k 的幅角），相应的本征能量为 εk± = ±~vfk，分别

代表导带和价带的色散关系。

在我们研究的系统中，电子处在 vf〈kτk〉 � 1 （τk 是动量散射时间）的弱散射区。

我们应用动力学自旋 Bloch 方程来研究电荷和自旋的动力学。在 {|k+〉, |k−〉} 构成
的 helix 自旋空间 [570]，动力学自旋 Bloch 方程可以写为［参考方程 (4.14)］ [11, 570]

∂tρk(t) + i[vfkσz, ρk(t)] − (eE/~)∂kxρk(t) − (eE/~)[U †
k∂kxUk, ρk(t)] + ∂tρk(t)

∣∣
scat

= 0.

(9.2)

这里 ρk(t) 是 helix 自旋空间的 2× 2 的密度矩阵。注意在 helix 自旋空间，沿着 x 方向

的电场 E = Ex̂ 有两项贡献：等号左边的第三项在每个带内加速电子，而第四项，其中

Uk =
1√
2

(
ie−iθk −ie−iθk

1 1

)
(9.3)

以及 U †
k∂kxUk = i sin θk

2k
(1 − σx)，导致带间的进动。这个电场导致的带间进动来自导带

和价带的自旋混合。事实上，这个效应在石墨烯中也存在，因为石墨烯中导带和价带

的赝自旋是混合的。Balev 等人在对石墨烯的研究中指出了这一点 [594]。但是在他们

的研究中，电场很低（∼0.01 kV/cm），带间的关联被忽略了，电场的进动效应也没考

虑 [594]。在这里，我们保留电场的进动项，而且会发现它对输运性质有重要的影响。

动力学自旋 Bloch 方程中的散射项可以写为

∂tρk(t)|scat = Sk(>,<) − Sk(<,>) + S†
k(>,<) − S†

k(<,>), (9.4)

169
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这里 Sk(>,<) = Sep
k (>,<) + Sei

k (>,<) + See
k (>,<)，分别来自电子－表面光学声子，电

子－杂质，以及电子－电子散射。其中，

Sep
k (>,<) =

π

~
∑
k′η1η2

|gk−k′|2Λk,k′ρ>k′(t)Tη1Λk′,kTη2ρ
<
k (t)[N<

0 δ(εk′η1 − εkη2 − ~ω0)

+N>
0 δ(εk′η1 − εkη2 + ~ω0)], (9.5)

Sei
k (>,<) =

πni

~
∑
k′η1η2

|Dk−k′|2Λk,k′ρ>k′(t)Tη1Λk′,kTη2ρ
<
k (t)δ(εk′η1 − εkη2), (9.6)

See
k (>,<) =

π

~
∑
k′η1η2

Λk,k′ρ>k′(t)Tη1Λk′,kTη2ρ
<
k (t)

∑
qη3−η6

V r
k−k′(εqη3 − εq+k′−kη4)

× V a
k−k′(εqη5 − εq+k′−kη6)Tr[Λq,q+k′−kTη6ρ

<
q+k′−k(t)Tη4Λq+k′−k,qTη3ρ

>
q (t)Tη5 ]

× δ(εk′η1 − εkη2 + εqη5 − εq+k′−kη6). (9.7)

在上面的方程中，Λk,k′ = U †
kUk′，Tηi = 1

2
(1 + ηiσz)（ηi = ±）。N0 是表面光学声子的

玻色分布，声子的能量是 ~ω0 = 7.4 meV [591]。电子－表面光学声子的散射矩阵元

|gq|2 ≈ (λ1 + λ2q)
2~/(2MAω0), (9.8)

这里 M 是离子实的质量，A 是原胞的面积［~2/(MA) = 4 × 10−3 meV］，λ1 ≈
5 eV·nm 以及 λ2 ≈ 1.6 eV·nm2 [591]。在我们的研究中，所涉及的最大的动量变

化 q 在 0.1-1 nm−1 的量级，因而在大的 λ1 下，|gq|2 对动量的依赖很微弱。电子－
杂质散射的矩阵元 |Dq|2 = |ZiV

0
q e

−qd/ε(q, 0)|2，我们假设杂质的电荷数 Zi 为 1，同时

和 Culcer等人一样将杂质到表面二维电子气的有效距离 d近似为零。V 0
q = 2π~vfrs/q，

其中 rs = e2/(4πε0κ0~vf )。对于 Be2Se3，文献给出的相对的静态介电常数在 50∼ 200 之

间变化 [595,596]。和文献 [155,589]一样，我们取 κ0 = 100。在方程 (9.7)中，V r
q (~ω) =

V 0
q /ε(q, ω) 以及 V a

q (~ω) = V r
q
∗(~ω)，分别是动态屏蔽下的推迟和超前库仑势。RPA 动

态屏蔽 ε(q, ω) = 1 − V 0
q Π(q, ω) [584,589,597]，其中

Π(q, ω) =
∑
kη1η2

fkη1 − fk+qη2

~ω + εkη1 − εk+qη2 + i0+

1 + η1η2 cos(θk − θk+q)

2
. (9.9)

在 n 型简并（本征非简并）情形，在长波和静态极限下，将上面方程中的电子分布取为

平衡的费米分布，则有Π(0, 0) = −kf/(2π~vf ) [589]［Π(0, 0) = −kBT ln 4/(2π~2v2f )且 ε(0, 0) =

1 + qs/q，其中 qs = rskf（qs = rskBT ln 4/~vf）。特别地，对于本征的情形，由于大的
费米速度和小的 rs（对应于 κ0 = 100，rs ≈ 0.044），屏蔽非常弱，我们可以进一步近

似 ε(0, 0) ≈ 1。这些关于屏蔽的近似在下面的解析研究中计算电子－杂质的动量散射率

的时候会用到。
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通过求解电场下的动力学自旋 Bloch 方程，我们研究 Bi2Se3 表面的电荷和自旋

的输运。两个带中电子和空穴的浓度分别为 ne =
∑

k fk+ 和 nh =
∑

k(1 − fk−)。

在 collinear 自旋空间，电场导致的自旋极化为

S̃ =
∑
k

S̃k =
~
2

∑
k

Tr[ρ̃kσ], (9.10)

这里 ρ̃k = UkρkU
†
k 是 collinear 自旋空间的电子密度矩阵。由于 Rashba 自旋轨道耦合，

电场下沿着 x 方向电流为

j̃x = evf
∑
k

Tr[ρ̃kσy] = 2evf S̃y/~, (9.11)

和电场导致的自旋极化成正比。这是因为 x 方向的流算符 ĵx = evfσy。从电场下系统达

到的平衡态出发，去掉电场，我们可以进一步研究热化了的载流子的冷却和自旋极化的

弛豫。下面，我们先在低电场区解析研究，然后在高电场区数值研究。

9.3 低电场下只有弹性散射的解析研究

在小电场（eE〈τk〉 � ~〈k〉）下，动力学自旋 Bloch 方程可以在只有弹性散射比如

电子－杂质散射的情况下解析求解。由于表面光学声子的低能量，我们也可以把电子－

光学声子散射做弹性散射近似。因此，在有电子－杂质和电子－声子散射的情况下，散

射项可以简化为

∂tρk(t)
∣∣
scat

=
k

8π~2vf

∫ 2π

0

dθk′
[
ni|Dk−k′|2 + (2N0 + 1)|gk−k′ |2

]{
2
[
1 + cos(θk − θk′)

]
×
[
ρk(t) − ρk′(t)

]
+ i sin(θk − θk′)

[
ρk(t) − ρk′(t), σx

]}∣∣∣
k′=k

. (9.12)

注意到在这个方程中，|θk − θk′| = π 的项的贡献为零，表明了能量守恒散射中背散射的

禁戒。

对动力学自旋 Bloch 方程做关于 θk 的傅立叶变换，并定义

Sl
k(t) ≡ 1

2π

∫ 2π

0

dθke
−ilθkTr[

~
2
ρk(t)σ], (9.13)

我们有

∂tS
l
k(t) + 2vfkS

l
k(t) × ẑ +

Sl
k(t)

τ l1k
− iSl

k(t) × x̂

τ l2k
− eEδl,±1∆

1
kẑ

4
− ieElδl,±1∆

0
kk

−1ŷ

4
= 0.

(9.14)
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这里 ∆0
k = fk+(0) − fk−(0)，∆1

k = ∂k∆0
k，以及动量散射率

1

τ l1k
=

k

4π~2vf

∫ 2π

0

dθ[ni|Dq|2 + (2N0 + 1)|gq|2](1 + cos θ)(1 − cos lθ), (9.15)

1

τ l2k
=

k

4π~2vf

∫ 2π

0

dθ[ni|Dq|2 + (2N0 + 1)|gq|2] sin θ sin lθ. (9.16)

为了得到方程 (9.14)，在小电场下，我们将方程 (9.2) 中正比于电场 E 的项中的密

度矩阵 ρk(t) 用初始时刻平衡态下的密度矩阵 ρk(0) = diag{fk+(0), fk−(0)} 代替。这
里 fk±(0) = 1/{exp[β(εk± − µ)] + 1} 是费米分布，β = 1/(kBT ) 而 µ 是化学势。同时，

我们还在长波和静态极限下处理屏蔽使得 |Dq|2 只依赖于 q （q = 2k sin θ
2
）的模而不依

赖于其方向。在简并和非简并极限下，|Dq|2 ∝ k−2，因而由电子－杂质散射决定的动量

散射率 ∝ k−1。但是，对于电子－声子散射，|gq|2 ≈ |g0|2 ≡ |gq=0|2，动量散射率 ∝ k。

9.3.1 电场导致的自旋极化

保留方程 (9.14) 中关于 Sl
k 的 l = 0, ±1 的最低三阶，我们可以得到稳态的解

S0
k(+∞) = (0, 0, ~∆0

k/2), (9.17)

S±1
kx (+∞) =

∓ieE
8vfk

(∆0
kk

−1 + ∆1
k), (9.18)

S±1
ky (+∞) =

±ieE
16(vfk)2τk

(∆0
kk

−1 + ∆1
k), (9.19)

S±1
kz (+∞) =

eEτk
4

[
∆1

k +
∆0

kk
−1 + ∆1

k

4(vfkτk)2

]
, (9.20)

这里 τk ≡ τ 11k = τ 12k。在弱散射极限 vf〈kτk〉 � 1下，S±1
k (+∞)可以被近似为 S±1

k (+∞) ≈
eEτk∆1

kẑ/4。稳态解 S0
kz(+∞) = S0

kz(0) 意味着在这个小电场的解析框架下，各个带内

的电子浓度保持不变。

现在我们考察稳态下 collinear 自旋空间的自旋极化。根据方程 (9.10)，自旋极化

为 S̃ = 1
2π

∫∞
0
dkkS̃0

k，其中

S̃0
k = (−ImS1

kz + ReS1
ky,−ImS1

ky − ReS1
kz,−S0

kx). (9.21)

利用 S0,1
k (+∞) 的解，我们有

S̃0
k(+∞) ≈ −eEτk∆1

kŷ/4. (9.22)

因此，总的自旋极化 S̃(+∞) ≈ eE〈τk〉 ln(2 + eβµ + e−βµ)ŷ/(8πβ~vf )，其中〈τk〉 ≡∫ +∞
0

dkk∆1
kτk/

∫ +∞
0

dkk∆1
k 。对于本征的非简并情形，µ = 0，S̃(+∞) ≈ eE〈τk〉 ln 4

8πβ~vf
ŷ。
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对于 n 型的简并情形，S̃(+∞) ≈
eEτkf kf

8π
ŷ，其中 kf 是费米动量。对于简并情况，

我们得到的自旋极化和文献 [149] 中所给的一致。这些结果表明，在小电场下，由

于 Rashba 自旋轨道耦合导致的动量－自旋锁定，横向的自旋极化得以产生，其大小正

比于电场和动量散射时间。

我们进一步借助方程 (9.15)-(9.16)，在本征的非简并和 n 型的简并情形下分别研

究动量散射时间。对于本征情形，由电子－杂质和电子－声子散射贡献的动量散射时

间分别为 〈τ eik 〉 ≈ 8β~ne/(πr
2
sni ln 4) 和 〈τ epk 〉 ≈ 4β~3v2f/[(2N0 + 1)|g0|2 ln 4]。对于 n 型

情况，在费米面上 τ eikf ≈ kf/[πr
2
svfniI(rs)] 以及 τ epkf ≈ 4~2vf/[(2N0 + 1)|g0|2kf ]。这

里 I(rs) ≡
∫ 2π

0
dθ sin2 θ/(2 sin θ

2
+ rs)

2。为了计算电声散射贡献的动量弛豫时间，我们忽

略了 |gq|2 弱的动量依赖，将其近似为 |g0|2。

最后总的来说，受电子－杂质散射限制的自旋极化，对于本征的非简并情形，

为 S̃ei(+∞) ≈ eEne

π2r2svfni
ŷ，而对于 n 型的简并情形，为 S̃ei(+∞) ≈ eEne

2πvf r2sI(rs)ni
ŷ。但是，

由电子－声子散射限制的自旋极化，不管是非简并的还是简并的情形，都有 S̃ep(+∞) ≈
eE~2vf ŷ/[2π|g0|2(2N0 + 1)]。考虑进这两种散射，电场在 y 方向诱导的自旋极化为

S̃y(+∞) ≈ [1/S̃ei
y (+∞) + 1/S̃ep

y (+∞)]−1 =
E · 1012 cm/kV

α1(2N0 + 1) + α2ni/ne

~ · cm−2, (9.23)

其中 α1 ≈ 13。对于本征的非简并情形（n 型的简并情形），α2 ≈ 0.6 (1)。非常有

趣的是，当电子－声子散射主导时，电场诱导的自旋极化只对温度敏感。特别地，

在 T � ~ω0/kB ≈ 90 K 的高温下，我们有 S̃y(+∞) ∝ T−1，对电子浓度不敏感。由于

大的相对的静态介电常数，只有当杂质浓度足够高（比如，ni & 10ne）以及温度低的时

候，电子－杂质散射才和电子－声子散射可比，从而导致自旋极化对杂质/电子浓度的

依赖。

9.3.2 无电场下的自旋弛豫

我们接着从上面得到的稳态出发，关掉电场，研究自旋的弛豫。从 helix 表象下的

初态 S0,1
k (0) = S0,1

kz (0)ẑ 出发，我们从方程 (9.14)（去掉电场相关的项）求解 S0,1
k (t) 的时

间演化。接着根据方程 (9.21)，我们得到 collinear 表象下的自旋极化 S̃0
k(t) = S̃0

ky(t)ŷ，

其中

S̃0
ky(t) = S̃0

ky(0)e−t/τk

[
1 − c−2

k (1 − ck sin
ckt

τk
− cos

ckt

τk
)

]
. (9.24)

这里 S̃0
ky(0) = −S1

kz(0) 以及 ck =
√

(2vfkτk)2 − 1。在弱散射极限下 ck � 1，因

而 S̃0
ky(t) ≈ S̃0

ky(0)e−t/τk，表明自旋极化在动量散射的时间尺度内弛豫。这个特性

和 Schwab 等人 [588] 以及 Burkov 和 Hawthorn [590] 所指出的是一致的。
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9.4 数值结果

上面的解析解只对小的电场区适用。为了讨论大电场的情况，以及严格地考虑所有

的散射，我们数值求解动力学自旋 Bloch 方程。在我们的计算中，我们首先沿 x 方向

施加电场研究电荷和自旋的输运，然后在达到稳态后关掉电场，考察热化的电子的冷却

和诱导的自旋极化的弛豫。我们考虑本征的非简并情况以及 n 型的简并情况。对于前

者，我们的研究从 µ = 0 的初态出发，对于后者，我们的研究从给定电子浓度 ne(0) 的

初态出发。ne(0) 被选择为 1011 cm−2 的量级或者更小，以避免在高电场下电子进入体

态，同时保证忽略了动量二阶或者三阶项［参考方程 (2.80)］的描述低能电子的有效哈

密顿量能够适用 [399,589]。我们不讨论低温下的本征情形，因为这种情形下载流子浓度

很低，涨落效应 [155] 会变得很重要。这个情况超出我们的研究范围。

9.4.1 电子在两个带间的重新分布

在具有大带隙的半导体中，在静电场下，导带电子和价带空穴的浓度保持不变。

但是，在拓扑绝缘体的表面，由于两个带中的自旋混合，静电场会导致带间的进动

　 [594]，同时由于零带隙，跨带的电声散射很容易发生。因此，在电场的作用下，

电子可以很容易的从价带转移到导带，而电子－空穴的浓度差，ne − nh，由于粒子

数守恒则保持不变。这种电场下电子在两个带间的重新布居在无带隙的石墨烯中也

被研究过 [594]。原则上，库仑散射的俄歇过程（有且仅有一个电子跨带的库仑散

射） [598, 599]，也可能在两个带间导致电子数的重新分布。但是，在 RPA 动态屏蔽

下，这个过程实际上是被禁戒的 [246, 492]。电子在两个带间的重新分布不能由前面的

解析解给出。这是因为解析解中没有包含带间的进动效应［含电场的项中 ρk(t) 被近似

为 ρk(0)］，以及跨带的散射也没有被考虑（由于弹性散射近似）。但是，完整地数值

求解动力学自旋 Bloch 方程，可以体现电子在两带间的重新布居。

我们以 T = 50 K 下 ne(0) = 1010 cm−2 的 n 型简并情况（对应的费米能 εf ≈
12 meV 以及费米动量 kf ≈ 0.035 nm−1）为例，展示电场强度 E = 0.1 kV/cm 下

导带电子浓度的相对变化，ne(t)/ne(0) − 1，随时间的演化。从图 9-1(a) 可以看出，

当带间的进动项以及带间的电声散射都排除的时候，ne(t) 保持不变（链线）。但

是，一旦带间进动项被包含进来，电子可以非常有效地从低能带转移到高能带（点

线）。这个过程是，电子在电场下从价带进动到导带，然后被电场拽到更高的能

态。电子在带间的转移也可以在声子的辅助下实现（短划线）。在 Dirac 点附近

（k < k0 ≡ ω0/vf ≈ 0.022 nm−1），当导带电子被电场驱动到高能态后，价带的电子倾

向于通过吸收声子进入导带。但是，当上面这两个效应同时存在时，它们的效果并不一

定造成电子转移的加强。这是因为，带间的进动倾向于在两个带中造成等量的电子分

布，而带间的电声倾向于使两个带达成热化的费米分布。当带间进动和电场的驱动在两

个带间能有效地转移电子，也即在两个带间造成明显的非平衡（就像这里的情况）时，
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图图图 9-1: E = 0.1 kV/cm，T = 50 K以及 ne(0) = 1010 cm−2 下，ne(t)/ne(0)−1随时间的演化。

在计算中，电子杂质散射没有被包含，而带内电声散射（标记为 intra-ep）一直存在。(a)：链
线是在没有带间进动（标记为 IP）以及带间电声散射（标记为 inter-ep）时的计算，短划线
（点线）只包含了带间电声散射（带间进动），而实线同时包含了带间的进动和带间的电声散
射。双点链线是在包含了带间的进动、带间的电声散射以及库仑散射（标记为 ee）后的计算结
果。(b)：在电声散射人为加强后，ne(t)/ne(0) − 1 随时间的依赖。带间的进动一直存在。实线
是在带内和带间电声散射被乘以因子 χep = 2 后计算得到的结果，而点线（双点链线）是只将带
内（带间）电声散射乘以因子 χep = 2 后计算得到的结果。叉点（刻度在图的上边和右边）是在
稳态下得到的 ne 的相对变化，ne(+∞)/ne(0)− 1，对于从 1 增到 4 的调节因子的依赖曲线。链
线（刻度在图的上边和右边）是函数 [ne(+∞)/ne(0) − 1]|χep=1/χ

2
ep。

导带的电子倾向于放出声子回到价带。因而，和只有带间进动的情形（点线）比起来，

带间散射和带间进动都存在时（实线）的导带电子的稳态浓度反而下降。

正如上面所指出的，带间进动和带间散射打开了电子在两个带间转移的通道。但

是，这个两带系统的稳态由电子系统从电场获得能量的速率和向声子库释放能量的速率

之间的平衡决定。前者由 ∂tεi(t) = Ej̃x(t) ∝ ES̃y(t) 决定［参考方程 (9.11)］。当稳态

偏离平衡不远时，在只有电声散射的情况下我们近似有 ∂tεi(+∞) ∝ E2|g0|−2。电子系

统能量弛豫的主要通道是带内的电声散射。这是因为带间的电声散射被限制在小的动

量范围 k < k0 之内。而且，在这个小的动量上，电声散射非常弱，因为散射率 ∝ k。

一个粗糙的估计给出对于低温低浓度的简并情形，带内电声散射导致的能量弛豫率

为 ∂tεo(t) ∝ |g0|2[ne(t) − ne(0)]。因而在近平衡的稳态，由于 ∂tεi(+∞) = ∂tεo(+∞) 的

要求，我们有

ne(+∞) − ne(0) ∝ E2|g0|−4, (9.25)

基于方程 (9.25)，可以发现，电声散射、尤其是带内的电声散射的增强，会导

致 ne(+∞)/ne(0) − 1 的下降。在图 9-1(b) 中，我们通过进行和 (a) 中类似的、

但是电声散射人为加强了的计算从数值上验证了这一点。实线表明，当总的电声

散射被乘以一个因子 χep = 2 加强后，和真实的情况［图 (a) 中的实线］比起
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来，ne(+∞)/ne(0) − 1 会明显的下降。当只有带内（点线）或者带间（双点链线）

的电声散射被加强时，ne(+∞)/ne(0) − 1 也会下降。但是，当只有带间的电声散

射加强时（双点链线），这个下降并不明显。这表明，由带间电声散射贡献的能

量弛豫确实相对较弱。我们进一步用叉点（刻度在图的右边和上边）给出了稳态

值 ne(+∞)/ne(0) − 1 对从 1 增大到 4 的调节因子 χep 的依赖。可以看见，近似

的，ne(+∞)/ne(0) − 1 ∝ χ−2
ep，满足方程 (9.25)［作为参考，我们在 (b) 中用链线画出

了正比于 χ−2
ep 的函数 [ne(+∞)/ne(0) − 1]|χep=1/χ

2
ep］。

最后我们简要讨论电子－杂质和电子－电子库仑散射对于电子在带间重新布居

的影响。尽管这两种散射都不直接导致系统能量的弛豫，但是他们都会通过限制电

流来限制电场的能量注入效率。杂质对电流的影响是显而易见的，正如这里的方

程 (9.23) 和 (9.11) 所表明的。库仑散射通常被认为是保持电流守恒的。在具有抛物能

谱的半导体中确实如此，那里在库仑散射的过程中，动量和流都是守恒的。但是这里在

线性能谱下，在库仑散射的过程中只有动量是守恒的而流不是守恒的。这个特殊的性质

在具有线性能谱的石墨烯中也同样存在 [600]。事实上，库仑散射的作用可以从我们的

解析研究中推断出来。解析解表明 j̃x ∝ S̃y ∝ τk［方程 (9.11) 和 (9.22)］。在增加了库

仑散射后，动量散射时间 τk 减小，从而使得电流减小。最终，在包含了电子－杂质和

电子－电子库仑散射后，电流以及电场的能量注入速率倾向于降低，使得电子的重新布

居效应倾向于变弱。然而，由于大的相对静态介电常数，电子－杂质以及电子－电子库

仑散射的效应被期望为很弱，它们的效应只有在温度很低电声散射弱的情况下才可能体

现出来。在图 9-1(a) 中，我们用双点链线代表包含了库仑散射后的结果。在这里所考虑

的没有杂质的低温情况下，库仑散射的贡献可见。和没有库仑散射的情况（实线）比起

来，ne 的相对变化下降。

9.4.2 电荷和自旋的输运

接下来，我们分别系统的在低电场区和高电场区研究电荷和自旋的输运。

9.4.2.1低电场区

我们首先关注 E ≤ 0.1 kV/cm 的低电场区，并将数值解和前面 9.3 章节中的

解析解做比较。我们考虑三种情形，(I) T = 50 K 以及 ne(0) = 1010 cm−2 的 n 型情

况，(II) T = 300 K以及 ne(0) = 5×1011 cm−2的 n型情况，以及 (III) T = 300 K和 µ =

0 的本征情况［ne(0) ≈ 0.8 × 1011 cm−2］。对应于这三种情况，在图 9-2(a)-(c) 中，我

们在不同杂质浓度下画出了 ne(+∞)/ne(0) − 1 对电场的依赖（注意三个图中 y-轴的刻

度比例不一样）。对于 50 K 的低温情形 (I)，由于导带中小的初始电子浓度 ne(0) 以及

弱的电声散射，ne 随着电场的增大明显增加。在小的杂质浓度下，ne 随着 E 的变化速

率也增大。此外，在 E 很小时（E < 0.05 kV/cm），ne(+∞)/ne(0) − 1 对 E 近似有

平方依赖，和方程 (9.25) 体现的性质一致。对于情形 (II)，系统高度简并，在我们研究
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的电场范围内电子浓度几乎保持不变（相对变化在 10−3 的量级）。然而，对于本征情

形 (III)，和情形 (II) 比起来，由于导带电子的占据变少，电子的转移变得相对容易一

些。最后，图 9-2(b) 和 (c) 表明，在 300 K 下，杂质的效应可以忽略。
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图图图 9-2: (a)-(c)： 对 应 情 形 (I)-(III)， 不 同 杂 质 浓 度 下 导 带 电 子 浓 度 的 相 对 变
化，ne(+∞)/ne(0) − 1，对电场的依赖关系。n0 = 1010 cm−2。(d)-(f)：对应情形 (I)-(III)，
不同杂质浓度下自旋极化 S̃y(+∞) 随着电场 E 的依赖关系（刻度在图的右边）。

在图 9-2(d)-(f)中，对情形 (I)-(III)，我们分别给出了稳态下的自旋极化 S̃y(+∞)对

电场 E 的依赖。该图表明，50和 300 K的情形比较起来，由于电声散射弱，S̃y(+∞)随

着电场 E 的增加更快。对于 T = 50 K 的情形 (I)，电子杂质散射比较重要，而且 ne 随

着 E 的增大而有效地增加［参考图 9-2(a)］，因而 S̃y(+∞) 对 E 的增长显示出杂质浓

度的依赖以及微弱的电场依赖［参考方程 (9.23)］。但是，对于 300 K 下有强的电声散

射的情形 (II) 和 (III)，S̃y(+∞) 随着 E 线性增大，而且在不同的杂质和电子浓度下显

现出几乎一样的速率。这和前面的解析研究是一致的：当电声散射主导时，自旋极化随

着电场的增大线性增加，其增长速率仅仅由温度决定［参考方程 (9.23) 以及那里的讨

论］。

接下来，我们在低电场比如 E = 0.01 kV/cm 下，将数值计算得到的稳态自旋

极化和解析解进行比较。在这个电场下，(I)-(III) 三种情形都处在近平衡区域。在

图 9-3 中，在所有散射都包含的情况下，我们用三角点表示这三种情况下数值解得的稳

态自旋极化对杂质浓度的依赖。同时我们也用叉点表示没有库仑散射时候的结果。可

以看见，只有在杂质浓度趋向于零而且温度很低的情况下，库仑散射的效应才显现出

来。作为比较，基于方程 (9.23) 的解析计算也在图中用实线画出。可以发现，解析公

式能够体现数值解的绝大部分行为。我们还发现，在电声散射作弹性近似更具有合理
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图图图 9-3: (a)-(c)：对应于情形 (I)-(III)，稳态下电场导致的自旋极化 S̃y(+∞) 随杂质浓度的依
赖。三角点由数值求解完整的动力学自旋 Bloch 方程得到，而叉点是在没有电子－电子库仑散
射（标记为“ee”）情形下计算得到的结果。实线来自解析公式 (9.23) 给出的结果。

性的 300 K 下（kBT � ~ω0），用方程 (9.23) 对数值解的最好拟合给出 α1 = 17。最

后，图 9-3(b) 和 (c) 更清楚的表明，在室温下，即使杂质浓度 ni 达到 2 × 1011 cm−2，

电子－杂质散射仍旧可以忽略。事实上，根据前面的解析解，我们对于所考虑的

三种情形可以估算出动量散射时间：(I) τ eikf = 4.5 ps 和 τ epkf = 2.5 ps，(II) τ eikf =

31.8 ps 和 τ epkf = 0.07 ps，(III) 〈τ eik 〉 = 19.7 ps 和 〈τ epk 〉 = 0.17 ps。在我们的估算中，杂

质浓度取为 ni = 1011 cm−2。这些值定量的表明了高温下电声散射的重要性。

9.4.2.2高电场区

在研究了低电场区并且和解析解做比较后，我们进一步研究高电场区（E 可

达 7 kV/cm）。150 和 300 K 下的本征非简并以及 n 型简并情况都被考虑。对于简并情

形，我们取 ne(0) = 5 × 1011 cm−2。杂质浓度固定在 ni = 1011 cm−2。在我们所研究的

温度范围内，这个杂质浓度对应的电子－杂质散射事实上可以忽略。

我们首先在不同的温度下，展示本征和 n 型情形下稳态导带电子浓度 ne(+∞) 对

电场的依赖。图 9-4 左图表明对于两种情形，除了在 Pauli 阻塞效应很重要的简并情形

的低电场区（E < 2 kV/cm），ne(+∞) 随着电场 E 几乎线性增大。其实，在本征的石

墨烯中，当 E > 0.01 kV/cm 时，导带电子浓度随着电场几乎线性增大的现象也被指出

过 [594]。在这里，我们还注意到，在近线性区，ne(+∞) 随着 E 的增大速率由温度决

定，而对电子浓度不敏感。这种线性关系以及温度依赖的增长速率是与具有近乎常数的

散射矩阵元的电声散射占主导这一事实紧密联系的。作为对比，我们在 300 K 的本征情

形下，人为设定电声散射矩阵元［方程 (9.8)］中的系数 λ1 = 0 以及 λ2 = 20 eV·nm2，
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第九章 拓扑绝缘体表面态的输运性质和自旋弛豫

然后重新做数值计算。结果用图中的圆点表示。可以看见，它非常明显的偏离线性关

系。最后，对于 150 K 的本征情形，我们做了没有库仑散射的计算，并将结果用实心方

框表示。实心和空心方框的对比表明，库仑散射的效应在电场低的时候可以忽略，在电

场高的时候变得相对重要一些。

T = 300 K
n-type: T = 150 K

T = 300 K
intrinsic: T = 150 K

E (kV/cm)

n
e
(+

∞
)
(1

0
1
1
c
m

−
2
)

76543210

15

10

5

0

T = 300 K

n-type: T = 150 K
T = 300 K

intrinsic: T = 150 K

E (kV/cm)

S̃
y
(+

∞
)
(1

0
1
0
~
c
m

−
2
)

76543210

12

10

8

6

4

2

0

图图图 9-4: 左图：不同温度下，对于本征的非简并情形（实线）和 n 型的简并情形（短划线），
稳态下导带电子浓度 ne(+∞) 随着电场的依赖关系。图中的点来自 300 K 下对于本征情形的
计算，不过在电声散射矩阵元中［方程 (9.8)］我们人为设置 λ1 = 0 以及 λ2 = 20 eV·nm2。
实心方框来自 150 K 下对于本征情形没有库仑散射的计算。右图：不同温度下，对于本征的非
简并情形（实线）和 n 型的简并情形（短划线）稳态自旋极化对电场的依赖。点线和链线由方
程 (9.23) 分别在 150 K 和 300 K 给出，计算中我们取 α1 = 17。实心方框来自 150 K 下对于本
征情形没有库仑散射的计算。

我们接着考察电场导致的稳态自旋极化 S̃y(+∞)。在图 9-4 右图中，我们给出

了不同温度下本征和 n 型情形下稳态自旋极化对电场的依赖。非常有趣的是，在

整个电场范围内，电声散射占主导，S̃y(+∞) 由温度决定，就像上面在低电场区

表明的那样。此外，在相同的电场下，S̃y(+∞) 在 150 K 下的值是 300 K 下的值

的两倍，近似满足高温下的解析关系 S̃y(+∞) ∝ T−1。在图中，我们同时也画出

方程 (9.23) 在修正的 α1 = 17 下给出的 S̃y(+∞)-E 关系（点线对应 150 K 情形，

链线对应 300 K 情形）。可以发现，S̃y(+∞) 的解析公式在 150 K（300 K）时，

在 Ec = 2 kV/cm （Ec = 4 kV/cm）以下，可以很好地应用。当 E 超过 Ec 时，电子

的热化变得重要，伴随着大动量态的占据，电声散射得到加强。同时，电声散射矩阵

元的动量依赖［来自方程 (9.8) 中 λ2q 的项］也会起作用，进一步增强电声散射。结

果，S̃y(+∞) 倾向于减小并偏离对 E 的线性依赖。最后，对于 150 K 的本征情形，我

们也给出了没有库仑散射的结果（实心方框）。我们再一次看见，库仑散射对于自旋极

化的影响非常弱，尤其是在低电场区。

我们现在研究这个两能带系统的迁移率。根据方程 (9.11)，电场下稳态的电

流为 j̃x(+∞) = 2evf S̃y(+∞)/~。因此，稳态下的电子－空穴系统的迁移率为 µc =

j̃x(+∞)/[eE(ne(+∞)+nh(+∞))]。在图 9-5中，我们在不同的温度下画出了本征和 n型
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9.4 数值结果

情形下 µc 随 E 的变化曲线。µc 在 103 cm2/(V·s) 的量级，和实验测得的数据一
致 [155, 158, 593]。µc 随着电场 E 的增大而下降，因为电子和空穴被热化到占据大的动

量态从而使得电声散射增强。同时，随着温度从 150 增到 300 K，µc 也跟着下降。事实

上，我们近似有 µc ≈ (µ0
c
−1

+ γE)−1，因为 ne(+∞) + nh(+∞) 和 j̃x(+∞) 对 E 都近似

线性依赖。这里 γ 由 ne(+∞) 和 j̃x(+∞) 随着 E 的增长速率决定，而在大的电场下它

们都只对温度敏感（如图 9-4所表明的那样）。因此在大的电场区，µc ≈ γ−1E−1，γ 由

温度决定。这个性质在图 9-5 中 E & 3 kV/cm 的区域表现出来。
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图图图 9-5: 左图：不同温度下，本征情形（实线）和 n 型情形（短划线）迁移率对电场的依赖。右
图：稳态下函数 Fk+ ≡ ln(1/fk+ − 1) 在动量空间沿着 x 方向的分布，数据来自 T = 300 K 时
本征情形在 E = 3 kV/cm 电场下的演化。圆点来自对真实情况的计算，而空心方框、三角、实
心方框分别来自于库仑散射项乘以 χee = 0，10 以及 50 后的计算。实线是对实心方框的拟合，
所用的热电子温度为 Te ≈ 488 K。插图：稳态下函数 Fkη ≡ ln(1/fkη − 1)［实心（空心）圆点
对应导带（价带）的电子，标记为 η = +(−)］在小的动量范围内沿着 x 方向的分布。

9.4.3 库仑散射的效应

我们简要研究库仑散射对电场下平衡态建立的影响。在上一节中，我们已经看

见，由于大的相对静态介电常数，在电声散射和电子杂质散射存在的情况下，库仑散

射的影响非常微弱。在这个弱的库仑散射下，两带的电子不能够达到具有统一热电子

温度的漂移费米分布。为了揭示这一点，我们以 T = 300 K 和 E = 3 kV/cm 下的

本征情形为例，在图 9-5 右图中画出了人为调节的不同的库仑散射强度下 [246]，函

数 Fk+ ≡ ln(1/fk+ − 1) 沿着 x 方向对动量 k 的依赖。这些数据间的比较表明，只有当

库仑散射足够强的时候（比如，库仑散射项被人为乘上因子 χee = 50），在稳态下电子

达到漂移的费米分布 fk± = 1/{exp[(~vf |k− k0x|−µ±)/(kBTe)] + 1}。这里 Te 是统一的热

电子温度，k0x 是受散射限制的漂移动量。它们可以分别从图中的“V”字型的翼的斜率

和谷底的位置得到（实线做为参考）。µ± 是两个带的化学势。对于这里给出的本征情

形，由于两个带间的对称性，µ+ = −µ−。在这个图的插图中，我们在小动量范围内给
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出了真实（χee = 1）的本征情形下 Fk+（实心点）和 Fk− （空心点）随动量的依赖。

虽然漂移的费米分布并没有达到，但是导带和价带的对称性在插图中很清楚的表现了出

来。
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图图图 9-6: 不同温度下自旋弛豫时间 τs 随初始自旋极化 S̃y(0) 的依赖。实线（短划线）对应本

征（n 型）情况。在插图中，我们给出了两种情形下 S̃y(t)/S̃y(0) 随时间的演化。这两种情况
中，S̃y(0) 分别在 1（实线）和 7 kV/cm（短划线）的电场下初始化。点线（链线）分别是对实
线（短划线）初始阶段快的衰减部分的指数拟合。

9.4.4 自旋弛豫

最后，我们从电场下达到的稳态的自旋极化出发，研究关掉电场后的自旋弛豫。

时间的零点，t = 0，被重置到电场关掉的那一刻。从 t = 0 时刻开始，伴随着能量

的弛豫，热化的电子渐渐冷却到初始的费米分布。由于弱的带间散射的限制，这个时

间尺度在 100-1000 ps 的量级。但是，自旋极化在动量散射的时间尺度内就很快弛豫

掉了 [588, 590]。根据方程 (9.24)，在弱散射极限 vfkτk � 1 下，S̃ky(t) 近似以指数形

式衰减。而总的自旋极化，S̃y(t)，包含对 S̃ky(t) 在动量空间的求和，并不一定以好

的指数形式衰减。我们的计算表明，S̃y(t) 随着时间 t 首先很快的衰减到 0.1S̃y(0) 左

右，然后缓慢的弛豫。幅度很小、但是弛豫很慢的这个尾巴由 Dirac 点附近动量弛豫

时间很长的低能态贡献。作为例子，我们在图 9-6 的插图中画出了 150 K 本征情形

下 S̃y(t)/S̃y(0) 对 t 的依赖。实线和破折线的初态分别在 1 和 7 kV/cm 的电场下演化得

到。为了得到自旋弛豫时间 τs，我们利用指数函数拟合时间依赖曲线中刚开始的快速衰

减过程。插图中的点线和链线展示了我们的拟合。

在图 9-6 中，我们对本征和 n 型情形，给出了不同温度下自旋弛豫时间 τs 对初始

自旋极化 S̃y(0) 的依赖。可以看见，自旋弛豫时间在 0.01-0.1 ps 的量级，主要由电子

－声子散射决定。Butch 等人从估算和实验上给出了具有相似尺度的动量散射时间。随

着 S̃y(0) 的增大，τs 减小。这是由于大的 S̃y(0) 是由较高的电场初始化得到的，因而电
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9.5 小结

子和空穴占据高的动量态，从而具有快的动量弛豫。此外，在高温下，由于电声散射的

增强，自旋弛豫时间也下降。

9.5 小结

在这一章中，我们研究了高达几个 kV/cm 的电场下，拓扑绝缘体 Bi2Se3 的表面态

电子的电荷和自旋的输运性质。在适中的电子和空穴浓度下，Dirac 点附近的表面态可

以用 Rashba 自旋轨道耦合描述。在我们的研究中，表面态的导带和价带都被考虑，带

间的关联也被明确的包含进来。电场除了驱动各个带内的电子，由于导带价带自旋的混

合，它还会在两个带间造成进动。在 Bi2Se3 中，相对静态介电常数可以大到 100，这意

味着弱的电子杂质和电子电子库仑散射。由于弱的库仑散射，在电场驱动下，两个带中

的电子不能达到具有统一热电子温度的漂移费米分布。在很大的温度范围内，电子－表

面光学声子散射占主导。而且，电子－表面光学声子散射矩阵元对动量的依赖很弱，近

似为常数。这些特征导致 Bi2Se3 表面电荷和自旋输运的特别性质。

我们的研究表明，在电场的作用下，带间的进动和带间的散射都会导致电子从价带

到导带的转移。由于电声散射占主导，在高电场下，各个带的电子浓度随着电场线性变

化，不管初态是简并的还是非简并的。我们还发现，由于 Rashba 自旋轨道耦合导致的

自旋－动量锁定，电场会诱导横向的自旋极化，其大小正比于动量散射时间。此外，在

小电场下，自旋极化和电场强度成正比，但是当后者足够大的时候两者的关系偏离线性

性质。另外一个非常有意思的现象是，在高温下，自旋极化和温度成反比，但是对电子

浓度不敏感。在系统达到稳态后，我们撤掉电场，研究热电子的冷却和电场导致的自旋

极化的弛豫。结果表明，热化的载流子在 100-1000 ps 的时间尺度内回到加电场前的平

衡态。这个时间对应系统的能量弛豫时间。但是，由于自旋－动量的锁定，自旋极化在

动量散射的时间尺度内弛豫，只有 0.01-0.1 ps 的量级。
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第第第十十十章章章 多多多铁铁铁氧氧氧化化化物物物界界界面面面处处处二二二维维维电电电子子子系系系统统统的的的自自自旋旋旋输输输运运运

10.1 研究背景

在前面的章节中，我们依次研究了半导体量子阱、石墨烯以及拓扑绝缘体表

面态中二维电子系统的自旋弛豫和输运性质。在本论文的最后一章，我们考察沿

着斜方晶系多铁氧化物 TbMnO3 的 ĉ 轴生长的三层结构 LaAlO3/SrTiO3/TbMnO3

[426,427,601,602] 中 LaAlO3/SrTiO3 界面处的二维电子系统的自旋输运性质。

在章节 2.4 中我们已经指出作为多铁材料，TbMnO3 能够同时具有磁有序和电

有序 [423, 437, 603]。在这里我们只考虑低温下它的磁有序结构对 LaAlO3/SrTiO3 界

面处二维电子系统自旋输运性质的影响。当中间层 SrTiO3 很薄（有限的几个原子

层）时，界面处的二维电子气与 SrTiO3/TbMnO3 界面附近 TbMnO3 中的螺旋磁矩通

过 Heisenberg 交换相互作用耦合。我们假设通过门电压调节可以抵消掉多铁材料的电

极化以及界面电势对二维电子系统的影响。因而在该二维电子系统中，Rashba 自旋轨

道耦合没有考虑。

这种与多铁材料结合在一起的氧化物结构以及界面处二维电子系统的自旋输运性质

的研究由 Jia 和 Berakdar 提出 [426,427]。他们声称，当沿着 TbMnO3 中磁矩的螺旋平

面注入自旋（沿着 b̂ 方向）并使自旋的极化方向与该平面垂直（沿着 −â 方向）时，

自旋在扩散的过程中没有弛豫，因而自旋注入长度是无穷长的 [426]。基于此，他们还

提出了“自旋闪存”的模型 [427]。但是，事实上并非如此。我们的研究表明，正是由

于 TbMnO3 中的螺旋磁矩与扩散的自旋的 Heisenberg 交换相互作用，使得不论注入的

自旋的极化方向如何，自旋的扩散长度都是有限的。我们的研究还表明了库仑散射的重

要性，它能够有效地压制自旋扩散。

10.2 模型

我们假设 LaAlO3/SrTiO3 界面处的二维电子气被一个阱宽为 3 nm 的无限深势

阱所约束。电子的有效质量取为 m∗ = 10me。电子的浓度取为 Ne = 1013 cm−2。我

们设定坐标系为 x̂ = b̂，ŷ = −â 以及 ẑ = ĉ。温度取为 15 K，低于 TbMnO3 的

铁电居里温度 Tc ∼ 27 K。在 Tc 以下，TbMnO3 中的 Mn3+ 提供的磁矩在 x-z 平

面形成螺旋态。这些局域的磁矩可近似描述为 M(r) = M sin(q · r)x̂ + M cos(q · r)ẑ,

其中 q = (0.27 × 2π
b
, 0, 2π

c
) 是调制波矢 [422–427] 。这里 TbMnO3 的晶格常数 b =



10.3 SU(2) 规范变换与有效磁场

0.586 nm 和 c = 0.749 nm [423]。更进一步，我们假设 LaAlO3/SrTiO3 界面处的二

维电子气只与 TbMnO3 中靠近 SrTiO3 的表面处（也即 z = 0 平面）的有效磁矩发

生 Heisenberg 交换相互作用 [426, 427]。最终，在 collinear 自旋空间，该二维电子气的

单粒子哈密顿量为 [426,427]

H =
P2

2m∗ + J n̂r · σ, (10.1)

其中等号右边的第一项代表动能，第二项代表电子与局域磁矩的交换相互作用。单位

矢量 n̂r = (sin(qxx), 0, cos(qxx)) 代表 z = 0 平面上局域磁矩的方向。J 描述交换相互

作用的强度，其大小可以通过改变中间层 SrTiO3 的厚度或者用门电压调节二维电子气

与 TbMnO3 的距离来调控。在我们的计算中，我们假定 J 可以在 0 到与电子气费米能

（大约在 2.4 meV）相以拟的值之间变化 [426]。

10.3 SU(2) 规范变换与有效磁场

我们利用幺正矩阵 Ug(x) = e−iqxxσy/2 对哈密顿量 (10.1) 施加局域的 SU(2) 规范变

换，使得自旋的 z 轴从原来的 ĉ 方向旋转到局域的磁矩方向 n̂r 。在这个自旋的螺旋空

间中，哈密顿量变为

H̃ =
1

2m∗ [(Px −
~qxσy

2
)2 + P 2

y ] + Jσz. (10.2)

写到动量空间，并且忽略常数项，我们有

H̃ =
~2k2

2m∗ + hk · σ, (10.3)

其中

hk = (0,
~2qx
2m∗ kx, J). (10.4)

从上述表达式可以看出，在旋转后的自旋空间，电子的自旋感受到的有效磁场来自于两

个方面的贡献。一个是由空间螺旋结构引入的动量依赖的规范场，hky = ~2qx
2m∗ kx，另一

个是由 Heisenberg 交换相互作用提供的有效静磁场，hkz = J。

联系旋转前后空间里的自旋极化矢量的旋转矩阵 R(x) 满足关系 U †
g (x)σUg(x) =

R(x)σ，因而我们有

R(x) =

 cos(qxx) 0 sin(qxx)

0 1 0

− sin(qxx) 0 cos(qxx)

 . (10.5)

在自旋的螺旋空间里我们通过求解动力学自旋 Bloch 方程得到位置依赖的自旋极化矢量

后，就可以借助矩阵 RT (x) 得到旋转前空间里位置依赖的自旋极化矢量，从而研究自

旋的输运性质。我们注意到由于这个规范变换是自旋空间里绕着 y 轴的旋转，因此自旋

的 y-分量在两个空间里是保持不变的。

184



第十章 多铁氧化物界面处二维电子系统的自旋输运

10.4 螺旋空间里的自旋弛豫

在研究实空间的自旋输运性质之前，我们先从电子感受到的有效磁场 hk ［方

程 (10.4)］出发考察在旋转后的螺旋空间里的自旋弛豫。注意到在 J = 0 时，

方程 (10.4) 和 (001) GaAs 量子阱中具有同等强度的 Rashba 和 Dresselhaus 自旋

轨道耦合（均只考虑到动量的线性阶）提供的有效磁场形式一样。对于后者，

在设定 x 轴沿着 [11̄0] 方向和 y 轴沿着 [110] 方向时自旋轨道耦合提供的有效

磁场为 h̃k = (0, 2γkx, 0)，其中 γ 是 Rashba （或者 Dresselhaus）自旋轨道耦合的

强度 [496, 500, 501, 570, 604]。因而，当自旋极化沿着 y 轴时，它不会进动，从而

导致无穷长的自旋弛豫时间 [496, 500, 501, 570, 604]。Jia 和 Berakdar 的论断，即

在 LaAlO3/SrTiO3/TbMnO3 结构中 LaAlO3/SrTiO3 界面处的二维电子气的自旋不

会弛豫，正是基于此。但是，需要注意的是，在这里，电子和螺旋磁矩的 Heisenberg交

换相互作用提供了一个沿 z-方向的有效静磁场，它能将自旋极化旋转偏离 y 轴从而使

其感受到由 y-方向有效磁场提供的非均匀扩展。在任何散射的存在下，不可逆的自旋

弛豫得以发生。实际上，在有效磁场 hk ［方程 (10.4)］下，沿着任何方向的自旋极化

都会感受到非均匀扩展并发生弛豫。这种情形类似于对称的 (110) GaAs 量子阱中的状

况 [502, 503]。在那里，如果只考虑最低子带，由 Dresselhaus 自旋轨道耦合提供的有效

磁场平行于阱的生长方向，从而在该方向上导致无穷长的自旋弛豫时间。但是，一旦在

量子阱平面内加上静磁场，自旋弛豫时间将变成有限的 [502,503]。

我们将定量的将库仑散射包含了进来，在时间域里数值求解了动力学自旋 Bloch 方

程。在图 10-1 中，我们展示了自旋极化（初始极化为 5 %）的时间演化过程。可以清

楚地看到，当初始自旋极化的方向 n̂ 沿着 ŷ 时，只有当 J = 0 时自旋极化才不弛豫。

当初始自旋极化方向不沿 ŷ 时，即使 J = 0，自旋极化也会弛豫。

n̂ = ẑ, J̄ = 0
J̄ = 0.6
J̄ = 0.2

n̂ = ŷ, J̄ = 0

t (ps)

P
s
(%

)

1086420

6

5

4

3

2

1

0

-1

-2

图图图 10-1: 在不同 J 值的情况下，沿不同方向的自旋极化随着时间的演化。图中 J̄ = m∗

πNe~2J。
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10.5 自旋的扩散

10.5 自旋的扩散

接下来我们研究 LaAlO3/SrTiO3 界面处自旋的扩散。我们先从解析上研究了不考

虑散射的简单情形，然后数值地求解了包含库仑散射的动力学自旋 Bloch 方程。

10.5.1 无散射时的解析解

当不考虑散射时，螺旋空间的动力学自旋 Bloch 方程具有稳态解

ρk(x,+∞) = e−iωk·σx/2ρk(0,+∞)eiωk·σx/2, (10.6)

其中

ωk =
2m∗

~2kx
hk = (0, qx,

2m∗

~2kx
J) (10.7)

描述在空间域的自旋进动频率。可以看见，正是来源于 Heisenberg 交换相互作用的有

效静磁场，在空间域的扩散过程中提供了形如 Jk−1
x 的非均匀扩展。这个效应在第 5 章

中已经指出并研究过。

由稳态密度矩阵 (10.6)，我们可以得到自旋极化在空间的依赖。固定 x = 0 处 kx >

0 的密度矩阵作为边界条件，考虑自旋极化的且能沿着 x 轴输运的 kx > 0 的电子（在

没有散射的情况下沿 −x 轴输运的 kx < 0 的电子始终无极化，因而不予考虑） [570]，

自旋极化 Sk(x) ≡ Tr[ρk(x,+∞)σ] = Fk(x)Sk(0)，其中

Fk(x) =

 cos(ωkx) −ĥk,z sin(ωkx) ĥk,y sin(ωkx)

ĥk,z sin(ωkx) ĥ2k,y + ĥ2k,z cos(ωkx) ĥk,yĥk,z[1 − cos(ωkx)]

−ĥk,y sin(ωkx) ĥk,yĥk,z[1 − cos(ωkx)] ĥ2k,z + ĥ2k,y cos(ωkx)

 . (10.8)

这里 ωk = |ωk|，ĥky(z) = hk,y(z)/|hk| 以及 Sk(0) = Tr[ρk(0, 0)σ]。因而在螺旋空间总的

自旋极化为

S(x) =
∑
kx>0

Sk(x) =
∑
kx>0

Fk(x)Sk(0). (10.9)

回到旋转前的 collinear 空间，自旋极化为

Sc(x) = RT (x)S(x). (10.10)

在无散射的情况下，针对不同的 Heisenberg 耦合强度 J 和注入的自旋极化的方

向 n̂，我们从方程 (10.10) 出发，计算了自旋极化 Sc(x) 在 n̂ 方向上的投影，Sc
n̂(x) ≡

Sc(x) · n̂。在计算中，我们设定 Sk(0) = [f(εk − µ+) − f(εk − µ−)]n̂ [332, 493, 570]。

其中 f(εk − µξ)（εk = ~2k2/2m∗）是温度 T 下的费米分布。化学势 µξ 由电子浓

度 Ne 和注入自旋的极化率 (取为 5 %) 决定 [332, 493, 570]。在图 10-2 中, 我们画出

186



第十章 多铁氧化物界面处二维电子系统的自旋输运
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0

图图图 10-2: Collinear 自旋空间里，对于不同的自旋极化方向 n̂ 和 Heisenberg 耦合强
度 J̄，Sc

n̂(x)/Sc
n̂(0) 随 x 的分布。(a): n̂ = x̂; (b): n̂ = ŷ; (c): n̂ = ẑ。左图画在大的 x 尺

度范围，而右图画在小的 x 尺度范围。

了 Sc
n̂(x)/Sc

n̂(0) 对 x 的依赖。从图中可以看到，当 J 6= 0 时，在扩散的过程中自旋有弛

豫。J 越大，自旋随位置弛豫的越快。而且当 n̂ = ŷ 时，Sc
n̂(x) 弛豫到一个有限的值。

但是，稍后我们会看到，当考虑进散射的时候，这种情形下的自旋极化也会完全弛豫

到 0。此外，在 J 6= 0时，自旋极化的空间依赖体现出了高频的振荡［见画在小 x范围

内的图 10-2(d)-(f)］。该振荡的频率与螺旋磁矩的旋转频率 qx 可比拟，而且对交换相

互作用的强度不敏感。作为对比，我们将 TbMnO3 中磁矩的螺旋序人为改变成沿 z 轴

极化的铁磁序，然后重新计算 Sc
n̂(x)。在我们的计算中设定 qx = 0 即可实现这一点。对

应的结果画在图 10-3 左图中，可以清楚看到高频的振荡消失了。同时，当自旋极化沿

着 z 轴时，由于没有了非均匀扩展，自旋将不弛豫。

10.5.2 包含库仑散射的数值解

上面在无散射情形下输运过程中自旋极化的衰减纯粹来自于干涉效应 [274] 。接下

来我们考虑进库仑散射，在双边注入的边界条件下 [11, 332, 450, 493]，数值地求解动力

学自旋 Bloch 方程。在图 10-3 右图中，对于 J 6= 0 的情形，我们画出了 Sc
n̂ 对 x 的依

赖。可以看见，库仑散射非常有效地导致了自旋扩散过程中的自旋弛豫。图 10-3 右图

和 10-2 的对比表明，在有散射时，沿着各个方向的自旋扩散都被压制 [332]。特别地，

当自旋极化方向沿着 y 轴时，自旋极化也能够完全衰减到 0。
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10.6 小结
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图图图 10-3: 左图：设定 qx = 0，在不同的自旋极化方向 n̂ 时，Sc
n̂(x)/Sc

n̂(0) 随着 x 的依赖。J̄ =
0.2。右图：在不同的 n̂ 和 J̄ 时，Sc

n̂(x)/Sc
n̂(0) 对 x 的依赖。这里 Sc

n̂(x) 是通过数值求解包含库
仑散射的动力学自旋 Bloch 方程得到的。

10.6 小结

在这一章中，我们研究了生长在多铁材料 TbMnO3 上的氧化物 LaAlO3/SrTiO3 的

界面处的自旋扩散。在低温下（< 27 K），TbMnO3 中 Mn3+ 的磁矩形成螺旋态并且

和 LaAlO3/SrTiO3 界面处的二维电子气通过 Heisenberg 交换相互作用发生耦合。我们

的研究发现，正是由于这个 Heisenberg 交换相互作用，在自旋扩散的过程中会伴随自

旋弛豫的发生。因此，文献中声称的无穷长的自旋扩散长度 [426, 427] 是不存在的。此

外，我们的研究还表明，电子－电子库仑散射可以有效地压制自旋扩散。

在我们的研究中，由于对杂质浓度的过低估计，在数值计算中仅仅包含了库仑散

射。正确的估计表明，在 15 K 的实际样品中，电子－杂质的散射是主导的 1©。可以预

计，在考虑了电子－杂质散射后，自旋的扩散会被进一步的压制，如同在第 6 章中揭示

的那样。

1©T. Yu 估计，在电子浓度为 1013 cm−2 时，实验测得的典型的 104 cm2/(V s) 的迁移率对应杂质浓度
在 1011 cm−2 的量级。在这个杂质浓度以及 15 K 的低温下，电子－杂质散射是主导的。
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第第第十十十一一一章章章 总总总结结结

本论文主要研究了二维电子系统中的自旋动力学，包括自旋的弛豫和输运。我们研

究的体系涉及到半导体、石墨烯、拓扑绝缘体以及多铁氧化物。

我们首先从金属自旋电子学、半导体自旋电子学和有机自旋电子学三个方面回顾了

自旋电子学的发展，然后介绍了实验上常用的自旋极化的产生和探测方法，接着讨论了

在时间域里的自旋弛豫机制和空间域输运过程中的自旋弛豫机制。在了解了基础背景

后，我们对本论文所要研究的材料和体系，特别对石墨烯的自旋动力学的研究现状，

分别做了介绍。之后，我们介绍了本论文研究自旋动力学所采用的方法，即动力学自

旋 Bloch 方程方法。在动力学自旋 Bloch 方程的框架下，我们从微观的角度讨论了时间

域和空间域里的自旋弛豫机制。

我们研究了半导体量子阱体系中的自旋弛豫。首先我们从实验和理论上研究了室温

下本征的 (001) GaAs量子阱中电子的自旋弛豫。我们用包含了 D’yakonov-Perel’和 Bir-

Aronov-Pikus 自旋弛豫机制的完全微观的计算很好的重复出了实验观察到自旋弛豫时间

对浓度的非单调依赖的现象。接着我们研究了高温下 n 型 (001) GaAs 量子阱中在量子

阱平面存在大电场情况下的涉及多能谷的电子自旋弛豫。我们的研究表明，由于 L能谷

大的自旋轨道耦合以及强的 Γ－L 能谷间的电声散射，L 能谷促进了整个系统的自旋弛

豫，同时 L能谷和 Γ能谷具有相同的自旋弛豫速率和进动频率。我们还研究了 (001)方

向生长的加了应力和门电压的 Si/Si0.7Ge0.3 和 Ge/Si0.3Ge0.7 量子阱中空穴的自旋弛豫。

我们首先从六带的 Luttinger k · p 哈密顿量出发，利用子带的 Löwdin 微扰理论得到了

量子阱中最低空穴子带的有效哈密顿量，包括 Rashba 自旋轨道耦合。我们发现，在施

加单轴应力的 Si/SiGe （Ge/SiGe）量子阱中，最低的空穴子带是轻（重）空穴型的。

在我们所考察的温度、空穴/杂质浓度和门电压范围内，对于 Si/SiGe（Ge/SiGe）量子

阱，计算得到的自旋弛豫时间在 1∼100 ps （0.1∼10 ps）。我们的研究还表明，空穴－

声子的散射很弱，从而突出了库仑散射的重要性。在没有杂质时，在两种量子阱中，库

仑散射在自旋弛豫时间对温度的依赖中导致了一个峰，它出现在从简并区到非简并区的

过渡位置。最后，我们研究了 n 型 (001) GaAs 量子阱中考虑了非平衡纵向光学声子的

热电子的自旋弛豫。我们发现，和将声子处理成平衡态的情形比起来，声子数目增加，

同时电子热化加强，这些都使得电声散射变强，从而使得自旋弛豫时间变长。

我们接着研究了对称的 Si/SiGe量子阱中的自旋输运。在这个系统中没有D’yakonov-

Perel’ 弛豫机制，但是我们在量子阱平面内加了磁场。通过这个研究，我们再一次强

调，即使没有 Dresselhaus 或者 Rashba 自旋轨道耦合提供动量依赖的有效磁场，单独

的静磁场也可以在输运过程中造成空间域自旋进动的非均匀扩展。这个非均匀扩展，连



同散射，导致自旋输运过程中不可逆的自旋弛豫。

除了半导体，我们还考察了石墨烯中的自旋弛豫，以试图理解石墨烯中的主要

弛豫机制。我们考虑进了附着原子的效应。附着原子被认为可以局域上非常可观地

增强 Rashba 自旋轨道耦合，同时也提供库仑散射中心。由于附着原子分布的随机

性，Rashba 场实际上也是空间涨落的。这种随机的 Rashba 场通过造成自旋翻转散射

贡献自旋的弛豫，因此表现出一种类似 Elliot-Yafet 的自旋弛豫机制。在我们的研究

中，D’yakonov-Perel’ 和这种类 Elliot-Yafet 的自旋弛豫机制都被考虑了进来。通过拟合

和比较 Groningen 的小组 [285] 和 Riverside 的小组的实验 [286, 287]（这些实验中有的

体现 D’yakonov-Perel’ 机制表现的常规性质，即自旋弛豫率和动量弛豫率成反比，而有

的体现 Elliott-Yafet 机制表现的常规性质，即自旋弛豫率和动量弛豫率成正比），我们

倾向于认为 D’yakonov-Perel’ 弛豫机制在石墨烯中占主导。Jo 等人观察到的自旋弛豫时

间随扩散系数的非单调的依赖性质 [288] 也被我们的模型很好地重复出来。在这个研究

的最后，我们对石墨烯中自旋弛豫的实验研究的最新进展进行了介绍，并对可能主导的

自旋弛豫机制重新进行了讨论。我们还研究了低迁移率波纹状石墨烯中的自旋弛豫。结

构的弯曲不仅导致局域的 Rashba 自旋轨道耦合，而且还在两个谷中引入方向相反的有

效静磁场，从而导致谷间的非均匀扩展。室温附近，在谷间电声散射的作用下，自旋会

非常有效地弛豫。

接着我们在 D’yakonov-Perel’ 机制的框架下，研究了石墨烯中的自旋输运。我们假

设 Rashba 自旋轨道耦合被涨落的衬底和附着原子大大增强。通过拟合 Pi 等人用 Au 原

子进行表面掺杂得到的自旋弛豫时间对 Au 原子浓度的依赖 [286]，我们发现随着 Au 原

子浓度的变大，Rashba 自旋轨道耦合的系数从 0.15 增到 0.23 meV。利用这个强的自旋

轨道耦合下，我们研究了石墨烯中的自旋输运。我们得到的输运长度和实验值可比，都

在微米量级。我们发现，在强的散射极限（这里电子－杂质散射占主导），自旋的扩散

仅仅由 Rashba 自旋轨道耦合强度决定，而对温度、电子浓度和散射不敏感。但是，当

沿着自旋注入的方向施加电场时，自旋输运的长度可以被电场或者电子浓度调节。同

时，我们的研究还表明，自旋输运对于注入的自旋的极化方向有各向异性的依赖。这个

各向异性不同于由简单的两分量漂移－扩散模型给出的各向异性。

在研究完石墨烯中的自旋动力学后，我们还研究了拓扑绝缘体 Bi2Se3 的表面态在

高电场下（可达几个 kV/cm）的热电子输运和自旋弛豫。在该表面上，除非温度特

别低，电子－表面光学声子的散射占主导。我们发现，由于导带和价带的自旋混合，

电场除了在各个带内加速电子，还会导致带间的进动。在有电场的情况下，电子可以

通过带间的电声散射和带间的进动从价带转移到导带。另外，我们还发现，由于自旋

－动量的锁定，电场会导致一个平面内横向的自旋极化，其幅度与动量散射时间成正

比。我们的研究还表明由于库仑散射非常弱，在电场驱动下电子不能建立具有统一的

热电子温度的漂移的费米分布。当我们在稳态时把电场撤掉，热化的电子会冷却到初

始的费米分布，但是需要的时间（反映了能量弛豫的速率）非常长（ 100-1000 ps的量

级）。同时，之前电场下产生的自旋极化也会弛豫，其所用的时间在动量的弛豫时间量
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第十一章 总结

级（0.01-0.1 ps）。

最后，我们还在 15 K的温度下对生长在多铁材料 TbMnO3 上的 LaAlO3/SrTiO3 界

面处二维电子气里的自旋扩散做了研究。我们的研究表明，由于 LaAlO3/SrTiO3 界面

处扩散的自旋与 TbMnO3 里 Mn3+ 的螺旋磁矩发生 Heisenberg 交换相互作用，该界

面处的二维电子气的自旋扩散长度是有限的，不管注入的自旋的极化方向如何。这个

研究表明，之前 Jia 和 Berakdar 的预言，即在这个二维电子气中当注入的自旋的极化

与 TbMnO3 中磁矩的螺旋平面垂直时自旋将不会弛豫 [426]，是不成立的。
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附附附录录录A Si/SiGe 和和和 Ge/SiGe 量量量子子子阱阱阱中中中空空空穴穴穴子子子带带带包包包络络络函函函

数数数 Ψλαn 的的的求求求解解解

包络函数 Ψλαn(z) (λ=1, 2; α=h，l，s) 满足本征方程

H0Ψλαn(z) = E(α)
n Ψλαn(z) (A.1)

其中H0 = H
(0)
L +Hε+V (z)I6。Ψλhn(z)只有一个分量 χ

(h)
n ，它满足 [ ~2

2m
(h)
z

d2

dz2
+V (z)]χ

(h)
n (z) =

E
(h)
n χ

(h)
n (z)，其中 m

(h)
z = m0/(A − B)。这个方程可以直接求解。包络函数 Ψλβn(z) (β

=l, s) 有两个分量，χ
(β1)
n 和 χ

(β2)
n 满足

H
(ls)
0

(
χ
(β1)
n (z)

χ
(β2)
n (z)

)
= E(β)

n

(
χ
(β1)
n (z)

χ
(β2)
n (z)

)
. (A.2)

这里

H
(ls)
0 =

(
(A+B) ~2

2m0

d2

dz2
−
√

2B ~2
2m0

d2

dz2

−
√

2B ~2
2m0

d2

dz2
A ~2

2m0

d2

dz2
− ∆

)
+

(
Eε − Eε√

2

− Eε√
2

Eε

2

)
+ V (z)I2, (A.3)

这里等号右边第二项来自双轴应力的贡献 [335–337, 357]。Eε = −2b(2c12/c11 + 1)δ，其

中 c11 和 c12 是弹性系数，b 是形变势常数，δ 是界面处的晶格不匹配度 [355, 357]。对

于 Si/Si0.7Ge0.3 （ Ge/Si0.3Ge0.7 ） 量子阱，Eε 是 95.8 meV （ −115.7 meV ）。∆ 是

自旋轨道劈裂。满足 〈χ(β1)
n (z)|χ(β1)

n (z)〉 > 〈χ(β2)
n (z)|χ(β2)

n (z)〉 的解对应类轻空穴型
的 LH 态，因而 β 标记为 l。否则视为类自旋劈裂型的态，β = s。

用使方程 (A.3) 中的应力项对角化的幺正变换作用到方程 (A.2) 上，我们得到

H̃
(ls)
0 = U−1H ls

0 U =

(
~2
2m1

d2

dz2
+ E1 − ~2

2m∗
d2

dz2

− ~2
2m∗

d2

dz2
~2
2m2

d2

dz2
+ E2

)
+ V (z)I2. (A.4)

这里

U =

 1√
N1

1√
N2√

2
N1

(1 − E1

Eε
)
√

2
N2

(1 − E2

Eε
)

 (A.5)



附录A Si/SiGe 和 Ge/SiGe 量子阱中空穴子带包络函数 Ψλαn 的求解

是幺正矩阵，其中 E1 = 1
2
(3
2
Eε − ∆ +

√
9E2

ε /4 + ∆Eε + ∆2)，E2 = 1
2
(3
2
Eε − ∆ −√

9E2
ε /4 + ∆Eε + ∆2)以及 N1,2 = 1+2(1−E1,2/Eε)

2。方程 (A.4)中的m1，m2和m∗满

足

m1 = m0

[
A+B

(
1

2
+

9Eε/4 + ∆/2√
9E2

ε /4 + ∆Eε + ∆2

)]−1

, (A.6)

m2 = m0

[
A+B

(
1

2
− 9Eε/4 + ∆/2√

9E2
ε /4 + ∆Eε + ∆2

)]−1

, (A.7)

m∗ = m0

Eε

√
9/4 + ∆/Eε + (∆/Eε)2√

2∆B
. (A.8)

注意到关于有效质量的方程 (A.6)-(A.8) 对于 Si/SiGe 量子阱（ Eε > 0 ）和 Ge/SiGe 量

子阱（ Eε < 0 ）都成立。而文献 [329] 中的方程 (5-6) 只有在 Eε > 0 时与方程 (A.6)-

(A.8) 等价，因而前者只对 Si/SiGe 量子阱成立。

H̃
(ls)
0 可以被拆为对角部分 H̃

(ls)
0D 和非对角部分 H̃

(ls)
0O 。在非简并微扰方法中，H̃

(ls)
0O 被

处理成微扰项。H̃
(ls)
0D 的本征方程可以直接求解，其本征值 En1 和 En2 以及相对应的本

征函数 (
χn1(z)

0

)
和

(
0

χn2(z)

)
(A.9)

由薛定谔方程 [ ~2
2mξ

d2

dz2
+ Eξ + V (z)]χnξ(z) = Enξχnξ(z) (ξ = 1，2) 决定。这里，我们

称 H̃
(ls)
0D 的本征态为“未微扰的子带”。

在关于 H̃
(ls)
0O 的一阶微扰下，微扰的本征值为 E

(1)
n = En1 及 E

(2)
n = En2，相应的微

扰的本征态分别为 (
χn1(z)∑

n′
wn′2n1

En1−En′2
χn′2(z)

)
(A.10)

和 ( ∑
n′

wn′1n2

En2−En′1
χn′1(z)

χn2(z)

)
, (A.11)

这里 wnξn′ξ′ = − ~2
2m∗

∫ +∞
−∞ dzχnξ

d2χn′ξ′

dz2
(ξ, ξ′ = 1，2)。最终，H

(ls)
0 的本征值E

(β)
n 为E

(1)
n 和

E
(2)
n ，而对应的本征函数 (χ

(β1)
n (z), χ

(β2)
n (z))T 为

U

(
χn1(z)∑

n′
wn′2n1

En1−En2
χn′2(z)

)
(A.12)
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和

U

( ∑
n′

wn′1n2

En2−En1
χn′1(z)

χn2(z)

)
. (A.13)

注意到非简并微扰方法在仅考虑能量为 E01 和 E02 的两个子带（即，能量最低的

未微扰的对应于类 LH 型和类 SO 型的空穴态）时才成立。否则，当更多的子带被考

虑时，如果某两个能级 En1 和 En′2 非常接近，计算中可能会导致发散，因为在包络函

数 Ψλxn(z) ( x = l 和 s ) 中有正比于 1
En1−En′2

的项［参考方程 (A.12)-(A.13)］。但是为

了保证收敛，考虑足够多的子带是必要的。因此，作为非简并微扰方法的替代，我们

在取由方程 (A.9) 组成的足够多数目的基下，应用严格对角化方法来得到 H̃
(ls)
0 的本征

态。

194



参参参考考考文文文献献献

[1] Optical Orientation, edited by F. Meier and B. P. Zakharchenya (North-Holland, 1984).

[2] S. D. Sarma, J. Fabian, X. D. Hu, and I. Žutić, Solid State Commun. 119, 207 (2001).
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[136] E. Medina, F. López, M. A. Ratner, and V. Mujica, Europhys. Lett. 99, 17006 (2012).

[137] A. M. Guo and Q. F. Sun, Phys. Rev. B 86, 035424 (2012).

[138] A. K. Geim and K. S. Novoselov, Nature Mater. 6, 183 (2007).

[139] C. W. J. Beenakker, Rev. Mod. Phys. 80, 1337 (2008).

[140] A. H. Castro Neto, F. Guinea, N. M. R. Peres, K. S. Novoselov, and A. K. Geim, Rev.

Mod. Phys. 81, 109 (2009).

[141] N. M. R. Peres, Rev. Mod. Phys. 82, 2673 (2010).

[142] A. K. Geim, Rev. Mod. Phys. 83, 851 (2011).

[143] V. N. Kotov, B. Uchoa, V. M. Pereira, F. Guinea, and A. H. Castro Neto, Rev. Mod. Phys.

84, 1067 (2012).

[144] Dmytro Pesin and Allan H. MacDonald, Nat. Mater. 11, 409 (2012).

[145] L. Fu, C. L. Kane, and E. J. Mele, Phys. Rev. Lett. 98, 106803 (2007).

[146] H. J. Zhang, C. X. Liu, X. L. Qi, Z. Fang X. Dai, and S. C. Zhang, Nat. Phys. 5, 438

(2009).

[147] M. Z. Hasan and C. L. Kane, Rev. Mod. Phys. 82, 3045 (2010).

[148] X. L. Qi and S. C. Zhang, Rev. Mod. Phys. 83, 1057 (2011).

[149] D. Culcer, Physica E 44, 860 (2012).

[150] Y. Xia, D. Qian, D. Hsieh, L. Wray, A. Pal, H. Lin, A. Bansil, D. Grauer, R. J. Cava, and

M. Z. Hasan, Nat. Phys. 5, 398 (2009).

[151] H. Beidenkopf, P. Roushan, J. Seo, L. Gorman, I. Drozdov, Y. SanHor, R. J. Cava, and

A. Yazdani, Nat. Phys. 7, 939 (2011).

[152] Y. L. Chen, J. G. Analytis, J. H. Chu, Z. K. Liu, S. K. Mo, X. L. Qi, H. J. Zhang, D. H.

Lu, X. Dai, Z. Fang, S. C. Zhang, I. R. Fisher, Z. Hussain, and Z. X. Shen, Science 325,

178 (2009).

[153] D. Hsieh, Y. Xia, D. Qian, L. Wray, F. Meier, J. H. Dil, J. Osterwalder, L. Patthey, A. V.

Fedorov, H. Lin, A. Bansil, D. Grauer, Y. S. Hor, R. J. Cava, and M. Z. Hasan, Phys. Rev.

Lett. 103, 146401 (2009).

[154] D. Hsieh, Y. Xia, D. Qian, L. Wray, J. H. Dil, F. Meier, J. Osterwalder, L. Patthey, J. G.

Checkelsky, N. P. Ong, A. V. Fedorov, H. Lin, A. Bansil, D. Grauer, Y. S. Hor, R. J. Cava,

and M. Z. Hasan, Nature 460, 1101 (2009).

[155] D. Kim, S. Cho. N. P. Butch, P. Syers, K. Kirshenbaum, S. Adam, J. Paglione, and M. S.

Fuhrer, Nat. Phys. 8, 459 (2012).

[156] S. S. Hong, J. J. Cha, D. Kong, and Y. Cui, Nat. Commun. 3, 757 (2012).

[157] G. A. Fiete, V. Chua, M. Kargarian, R. Lundgren, A. Rüegg, J. Wen, and V. Zyuzin,
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I. Tifrea (Springer Netherlands, 2007), pp. 1–52.

[174] I. A. Merkulov, A. L. Efros, and M. Rosen, Phys. Rev. B 65, 205309 (2002).

[175] W. A. Coish and D. Loss, Phys. Rev. B 70, 195340 (2004).

[176] A. V. Khaetskii, D. Loss, and L. Glazman, Phys. Rev. Lett. 88, 186802 (2002).

[177] M. Xiao, M. G. House, and H. W. Jiang, Phys. Rev. Lett. 104, 096801 (2010).

[178] L. Wang, K. Shen, B. Y. Sun, and M. W. Wu, Phys. Rev. B 81, 235326 (2010).

[179] P. Recher and B. Trauzettel, Nanotechnology 21, 302001 (2010).

[180] M. Droth and G. Burkard, arXiv:1303.2027.

[181] D. Loss and D. P. DiVincenzo, Phys. Rev. A 57, 120 (1998).

[182] D. Reiter, T. Kuhn, and V. Axt, Phys. Rev. B 83, 155322 (2011).

[183] F. Jelezko, T. Gaebel, I. Popa, A. Gruber, and J. Wrachtrup, Phys. Rev. Lett. 92, 076401

(2004).

[184] William F. Koehl, Bob B. Buckley, F. Joseph Heremans, Greg Calusine, and David D.

201



参考文献

Awschalom, Nature 479, 84 (2011).

[185] C.-M. Hu, Junsaku Nitta, A. Jensen, J. B. Hansen, and Hideaki Takayanagi, Phys. Rev. B

63, 125333 (2001).

[186] G. Schmidt, D. Ferrand, L. W. Molenkamp, A. T. Filip, and B. J. van Wees, Phys. Rev. B

62, R4790 (2000).

[187] A. Fert and H. Jaffrès, Phys. Rev. B 64, 184420 (2001).

[188] E. I. Rashba, Phys. Rev. B 62, R16267 (2000).

[189] M. Kohda, T. Kita, Y. Ohno, F. Matsukura, and H. Ohno, Appl. Phys. Lett. 89, 012103

(2006).

[190] Takashi Kimura, Naoki Hashimoto, Shinya Yamada, Masanobu Miyao, and Kohei Hamaya,

NPG Asia Mater. 4, e9 (2012).

[191] Saburo Takahashi and Sadamichi Maekawa, Sci. Technol. Adv. Mater. 9, 014105 (2008).

[192] Mark Johnson and R. H. Silsbee, Phys. Rev. Lett. 55, 1790 (1985).

[193] Mark Johnson and R. H. Silsbee, Phys. Rev. B 37, 5312 (1988).

[194] F. J. Jedema, H. B. Heersche, A. T. Filip, J. J. A. Baselmans, and B. J. van Wees, Nature

416, 713 (2002).

[195] Xiaohua Lou, Christoph Adelmann, Scott A. Crooker, Eric S. Garlid, Jianjie Zhang,

K. S. Madhukar Reddy, Soren D. Flexner, Chris J. Palmstrø m, and Paul A. Crowell,

Nat. Phys. 3, 197 (2007).

[196] N. Tombros, S. J. van der Molen, and B. J. van Wees, Phys. Rev. B 73, 233403 (2006).

[197] Tomoyuki Sasaki, Tohru Oikawa, Masashi Shiraishi, Yoshishige Suzuki, and Kiyoshi

Noguchi, Appl. Phys. Lett. 98, 012508 (2011).

[198] Sergey D. Ganichev, Vasily V. Bel’kov, Sergey a. Tarasenko, Sergey N. Danilov, Stephan

Giglberger, Christoph Hoffmann, Eougenious L. Ivchenko, Dieter Weiss, Werner Wegschei-

der, Christian Gerl, Dieter Schuh, Joachim Stahl, Jo De Boeck, Gustaaf Borghs, and

Wilhelm Prettl, Nat. Phys. 2, 609 (2006).

[199] Bin Zhou and Shun-Qing Shen, Phys. Rev. B 75, 045339 (2007).

[200] K. G. Hu, Solid State Commun. 148, 283 (2008).

[201] E. M. Hankiewicz, L. W. Molenkamp, T. Jungwirth, and Jairo Sinova, Phys. Rev. B 70,

241301 (2004).
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van Wees, Phys. Rev. Lett. 101, 046601 (2008).
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