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1. Einleitung

Die Entwicklung des Transistors[1, 2| und der halbleiterbasierten Prozessortechnologie[3,
4] fiihrte zu einer Revolution in der Elektronik und Rechentechnik. Diese ist heute ein
alltdglicher Bestandteil unseres Lebens, mit dessen Hilfe wir mit Geréten interagieren
und Informationen speichern, teilen und verarbeiten. Seit der Entwicklung der ersten
Mikroprozessoren ist die Anzahl der auf einem Chip integrierten Transistoren von we-
nigen Tausenden auf {iber zwei Milliarden angewachsen. Dieser enorme Fortschritt, der
durch das vielzitierte “Mooresche Gesetz”|5] illustriert wird, demzufolge sich die Anzahl
integrierter Transistoren alle ein bis zwei Jahre verdoppelt, ist vor allem der fortschrei-
tenden Miniaturisierung zu verdanken. Diese erlaubt nicht nur die Integration weiterer
Recheneinheiten auf einem Chip und damit die Leistungssteigerung durch parallele Ver-
arbeitung, sondern ist auch direkt mit der moglichen Schaltfrequenz der einzelnen Bauele-
mente verkniipft[6]. Die Miniaturisierung wird jedoch spétestens bei der Grofe einzelner
Atome an ihre physikalischen Grenzen stofsen. Soll die Leistung weiter gesteigert wer-
den, sind also andere Ansétze notig[7|. Auf makroskopischer Ebene werden bereits heute
optische Wellenleiter eingesetzt, um die Grenzen elektrischer Datenleitungen zu umge-
hen und die Ubertragungsgeschwindigkeiten zu erhthen. Durch die Verwendung photo-
nischer Komponenten auch auf der Ebene einzelner Platinen oder sogar Chips kénnte
auch hier die mégliche Ubertragungs- und Schaltgeschwindigkeit erhoht werden. Tradi-
tionell haben optische Komponenten jedoch weit grofere Abmessungen im Millimeter-
oder Mikrometer-Bereich. Mit der Miniaturisierung optischer Komponenten beschafti-
gen sich verschiedene Ansétze. Dazu zdhlt die Verwendung von Halbleitermaterialien,
die das Licht aufgrund ihres hohen Brechungsindex auch auf Grofenordnungen unter-
halb der Vakuumwellenléinge einschliefen kénnen|8| oder metallische Komponenten, die
plasmonische Moden mit sogar noch hoheren effektiven Brechungsindizes fithren[9, 10].
Neben der Miniaturisierung bestehender Technologien ermdoglicht die Nanotechnologie
aber auch die Umsetzung vollig neuartiger Konzepte wie Metamaterialien[11, 12] und
Metaflachen|13].

Bei der Interaktion mit hochbrechenden Materialien und Subwellenléingenstrukturen
verhélt sich Licht nicht mehr entsprechend einer einfachen strahlenoptischen Intuition.
Stattdessen muss der vektorielle Charakter des Lichts beriicksichtigt und es miissen die
vollen Maxwellgleichungen gelost werden, um das Systemverhalten korrekt wiederzuge-
ben. Bei dispersiven Materialien und vor allem bei nichtlinearen Effekten, die fiir alle
aktiven optischen Komponenten unerldsslich sind, miissen zudem die zeitabhingige Na-
tur des Lichts und die Interaktion mit dem Materialsystem beriicksichtigt werden, so dass
die Beschreibung mit einem einfachen nichtdispersiven Brechungsindex nicht mehr mog-
lich ist. Zur Erschliefung neuartiger Effekte in solchen Systemen und zur Optimierung fiir
mégliche Anwendungen ist ein genaues Verstdndnis der zugrundeliegenden Physik not-
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wendig. In einigen Fillen kann dieses aus vereinfachten Systemen gewonnen werden, die
einer analytischen Lésung mit den traditionellen Methoden der theoretischen Physik zu-
ginglich sind. In vielen Fillen ist dies jedoch aufgrund einer zu komplizierten Geometrie
oder aufgrund komplizierter nichtlinearer Materialgleichungen nicht méglich. Eine Alter-
native stellt in diesem Fall die Computersimulation dar. Dabei werden die das System
beschreibenden Differentialgleichungen sowie die zu untersuchende Geometrie im Rechner
diskretisiert und das so entstehende Gleichungssystem numerisch gelést. Die Méglichkeit,
komplette Experimente am Rechner nachzubilden und dabei den Einfluss verschiedener
Parameter oder zusitzlicher Effekte in den zugrundeliegenden Modellen zu untersuchen,
hat die Simulation zu einem wichtigen dritten Zugang zu physikalischen Systemen neben
dem Experiment und der analytischen Theorie gemacht. Auch die vorliegende Arbeit
befasst sich mit diesem Zugang und beschéftigt sich mit der Modellierung und nume-
rischen Analyse der Licht-Materie-Wechselwirkung in verschiedenen nanophotonischen
Systemen.

Da die Realisierung komplett optischer Rechner aufgrund vielfaltiger Schwierigkeiten
wie Verlusten oder dem Fehlen hinreichend starker Nichtlinearitdten in weiter Ferne liegt,
stellen hybride Systeme einen vielversprechenden Ansatz dar. Dabei bleibt die traditio-
nelle Umsetzung der Rechentechnik auf elektronischer Basis erhalten, wihrend Ubertra-
gungsstrecken so weit wie moglich mit plasmonischen oder photonischen Bauteilen reali-
siert werden. An der Schnittstelle zwischen elektronischen und optischen Komponenten
werden daher kompakte und effiziente Lichtquellen bendtigt. Einen vielversprechenden
Ansatz stellen hier Halbleiter-Nanodrihte[14, 15| dar. Diese kénnen durch chemische
Wachstumsprozesse in grofsen Mengen hergestellt werden. Durch ihre hohe Kristallqua-
litdt und den direkten Bandiibergang der verwendeten Halbleitermaterialien kénnen sie
sowohl als optische[16, 17, 18, 19] oder plasmonische[20, 21, 22, 23] Laser als auch als po-
laritonische Bauelemente[24, 25| eingesetzt werden. Wéhrend die planare Integration von
Bauteilen aus Silizium und aus Halbleitern mit direktem Bandiibergang aufgrund von
Inkompatibilitdten in der Herstellung problematisch ist, werden Nanodrdhte zun&chst
durch Kristallwachstum hergestellt und kénnen dann frei auf dem Substrat platziert
werden.

In einem ersten Schwerpunkt dieser Arbeit werden Licht-Materie-Wechselwirkung und
Lasing in Halbleiter-Nanodrdhten untersucht. Wahrend die Berechnung der optischen
Eigenschaften von Halbleitern bereits ein weit fortgeschrittenes Forschungsgebiet|26, 27|
darstellt, wurden die dort entstandenen komplexen Modelle bisher nicht an die rdumlich
aufgeloste Simulation eines dreidimensionalen optischen Systems gekoppelt. In dieser
Arbeit wurden bestehende Simulationsmethoden fiir die Lichtausbreitung mit einem ak-
tuellen Modell des elektronischen Systems im Halbleiter verbunden und zur Beschreibung
des Lasingvorgangs in Nanodréhten verwendet. Dadurch werden Vorhersagen der longitu-
dinalen und transversalen Lasingmoden sowie der zeitlichen Dynamik in diesen Systemen
méglich. Die Beschreibung des Materialsystems erfolgte dabei auf Basis der Halbleiter-
Bloch-Gleichungen. Fiir das optische System wurden zwei verschiedene Ansétze unter-
sucht. Zum einen kann die komplette Systemgeometrie mit Hilfe finiter Differenzen im
Zeitbereich (FDTD)|28, 29| auf einem Gitter diskretisiert und die gekoppelten Maxwell-
und Materialgleichungssysteme auf diesem Gitter gelost werden. Dieser Ansatz ist nume-
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risch aufwindig, aber erlaubt die Simulation beliebiger Geometrien. Zum anderen wurde
die auf Wellenleitersysteme zugeschnittene Coupled Mode Theory[30] verwendet, wel-
che auf zuvor berechneten Wellenleitermoden mit bekannten Ausbreitungseigenschaften
basiert, welche zeitlich und entlang der Drahtachse aufgelost beschrieben und an das Ma-
terialsystem gekoppelt werden. Diese Methode ist auf Wellenleitergeometrien beschrinkt,
aber numerisch sehr effizient und erlaubt dadurch die Simulation realistischer Szenari-
en in kurzer Zeit. Dadurch werden der Vergleich mit dem Experiment, die numerische
Optimierung von Nanolasern und die Verwendung noch komplizierterer Materialmodelle
moglich.

Wihrend fiir den Lasingprozess eine starke Anregung des Halbleitermaterials notig ist,
erfahrt auch die Licht-Materie-Wechselwirkung im schwach angeregten Halbleiter wach-
sendes Interesse[31, 32]. In diesem Anregungsregime entstehen exzitonische Resonanzen
in der Materialabsorption, welche stark an das optische Feld koppeln kénnen. Die durch
die starke Kopplung entstehenden Quasiteilchen werden als Polaritonen bezeichnet und
weisen eine geringe effektive Masse, aber eine starke Wechselwirkung auf. Sie eignen
sich dadurch sehr gut zur Untersuchung von Kondensationseffekten und nichtlinearer
Dynamik. In einem kurzen Kapitel werden polaritonische Eigenmoden in Nanodridhten
untersucht und effiziente rdumlich aufgeloste Modelle fiir die Polaritonenpropagation
diskutiert. Speziell wird ein semiklassisches Modell zur Beschreibung der Kopplung an
akustische Phononen vorgeschlagen.

In einem zweiten Schwerpunkt wurde die nichtlineare Absorption und Plasmaerzeu-
gung von Licht in dielektrischen Materialien untersucht. Dabei befindet sich die Energie
der einfallenden Photonen weit unterhalb des optischen Ubergangs im Material, so dass
eine resonante Wechselwirkung iiber Einphotonenabsorption nicht moglich ist. Bei extre-
men Intensititen kann ein Ubergang jedoch durch die gleichzeitige Absorption mehrerer
Photonen erfolgen[33, 34, 35]. Da bei diesem Prozess sehr viel Energie ins Material ein-
gebracht wird, geht er meist mit einer Modifikation des Materials einher. Dies erlaubt
die gezielte Bearbeitung von Materialien mit kurzen Laserpulsen. So kénnen sowohl kon-
tinuierliche Brechungsindexverdnderungen|36] als auch durch Mikroexplosionen erzeugte
Kavitéten im Materialvolumen erzeugt werden|37, 38|. In einem dritten Regime kénnen
doppelbrechende Strukturen erzeugt werden, welche aus selbstorganisierten Nanogittern
im Materialvolumen bestehen|39, 40, 41, 42]. Diese stellen nicht nur ein faszinierendes
Selbstorganisationsphénomen dar, sondern kénnen auch zur Realisierung dreidimensiona-
ler optischer Speichermedien,[43] zur Erzeugung strukturierter Phasenplatten[44, 45| fiir
die Holographie[46] oder fiir mikroskopische Anwendungen([47], oder nach einem Atzvor-
gang als mikrofluidische Kanéle[43] verwendet werden. Trotz dieser vielfdltigen Anwen-
dungsmoglichkeiten ist der Entstehungsprozess dieser Strukturen weitgehend unverstan-
den und es existieren mehrere teils sehr verschiedene Erklarungsansitze[40, 48, 39, 49, 50].
Damit beschiftigt sich der letzte Teil dieser Arbeit. Auch hier wurde die FDTD-Methode
zur Beschreibung der Lichtausbreitung verwendet. Die Beschreibung der Laser-Plasma-
Wechselwirkung erfolgte durch ein Drude-Modell gekoppelt an eine einfache Ratenglei-
chung zur Beschreibung der nichtlinearen Ionisierung. Dieser Ansatz wurde zur Simu-
lation der rein optischen Musterbildung im Rahmen eines nanoplasmonischen Modells
verwendet. Dabei konnten die wichtigsten Aspekte der selbstorganisierten Gitterbildung



1. Einleitung

in Glas korrekt reproduziert und ein Erklarungsmodell vorgeschlagen werden.



2. Beschreibung der Lichtausbreitung

Dieses Kapitel beschéftigt sich mit der Beschreibung der Ausbreitung von Licht in Me-
dien mit homogenem oder strukturiertem Brechungsindex. Wir betrachten zunéchst die
direkte Diskretisierung der Maxwellgleichungen im Ortsraum und im Zeitbereich mit
der Finite-Difference Time-Domain Methode (FDTD). Dadurch kénnen beliebige An-
regungssituationen und Geometrien modelliert werden. Die Behandlung im Zeitbereich
erlaubt auch den einfachen Anschluss dispersiver und nichtlinearer Materialmodelle. Des
weiteren wird auf die Paralellisierung von FDTD-Simulationscodes eingegangen.

Im zweiten Teil des Kapitels behandeln wir die Lichtausbreitung speziell in Wellenlei-
terstrukturen. Dabei wird die Zeitentwicklung von Modenamplituden raumlich aufgelst
entlang der Drahtachse beschrieben. Die Behandlung im Zeitbereich erlaubt auch hier
die Ankopplung beliebiger Materialmodelle.

2.1. Diskretisierung der Maxwell-Gleichungen (FDTD)

Der umfassendste Ansatz zur Simulation der Lichtausbreitung in beliebig strukturierten
Materialien ist die direkte Simulation der Maxwellgleichungen

0

D=V xH-J (2.1)

o - 1 _

—H=-—VxE 2.2

T MOV X (2.2)
VH =0 (2.3)
VD =p (2.4)

mit D = e(7)E + P. Dabei kann die lokale Struktur des Materials sowohl durch ei-
ne ortsabhéngige Permittivitit ¢(7) als auch durch ortsabhéngige Polarisationen P und
Stromdichten J beschriecben werden. Letztere werden gegebenenfalls durch eigene Dif-
ferentialgleichungen beschrieben, welche die dispersiven und eventuell nichtlinearen Ei-
genschaften des jeweiligen Materials beschreiben. Auch Quellen werden gewthnlicherwei-
se durch vorgegebene rdumliche und zeitliche Verldufe der Stromdichte festgelegt. Um
quasistatische Eigenschaften des Systems wie Eigenmoden oder die Anregung mit einer
festen Frequenz zu beschreiben, eignen sich Methoden, bei denen die Maxwellgleichungen
in den Frequenzbereich transformiert werden. Mochte man hingegen die Dispersion der
Material- und Struktureigenschaften oder nichtlineare Effekte beschreiben, bei denen im
Allgemeinen das Superpositionsprinzip nicht mehr erfiillt ist, miissen die Maxwellglei-
chungen als Anfangswertproblem im Zeitbereich geldst werden. In diesem Kapitel wird

10
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die Diskretisierung der Maxwellgleichungen mit Hilfe finiter Differenzen erldutert. Au-
Rerdem werden einige Aspekte der Implementierung und der praktischen Nutzung des
Verfahrens diskutiert. Die dargestellten Konzepte wurden fiir die Implementierung ei-
nes eigenen elektrodynamischen Simulationscodes in der Programmiersprache C++[51]
verwendet.

2.1.1. Der Yee-Algorithmus

Eine einfache und vielseitige Methode, die Gleichungen 2.1 und 2.2 numerisch zu 16sen, ist
die Diskretisierung mit Hilfe finiter Differenzen. Diese fiihrt zu der bekannten Finite Dif-
ference Time Domain (FDTD) - Methode[28, 29]. Dabei werden das Simulationsvolumen
und die Zeit auf einem dquidistanten Gitter berechnet, so dass nur noch diskrete Felder

Fijkn = F (ilx, jAy, kAz,nAt) (2.5)

vorliegen, Auferdem werden alle rdumlichen und zeitlichen Ableitungen durch zentrierte
finite Differenzen erster Ordnung ersetzt, zum Beispiel

|: a F:| N F‘i+17j7k7n — Fi7j7k7n. (2.6)
i+3,5,kn

Oz Az

Dieses Diskretisierungsschema bietet sich besonders bei den Maxwellgleichungen an, da
fiir die Aktualisierung der elektrischen Felder jeweils die Ableitungen der magnetischen
Felder bendtigt werden und umgekehrt. Verwendet man dazu zentrale finite Differenzen,
erhilt man jeweils um einen halben Orts- und Zeitschritt verschobene Gitter fiir die
einzelnen Feldkomponenten. Die Einheitszelle des so entstandenen Gitters wird ,Yee-
Zelle* genannt und ist in Abbildung 2.1 skizziert. Man erhilt diskrete Versionen der
Maxwellgleichungen, zum Beispiel

Dx,i,j+%,k+$,n+1 - Dm,i,j+%,k+%,n
JAN
Heijrimtdntd = Hoigiadmed  Hyigrdwrintd = Hyigad kntd
Ay Az @i+ gkt g ntg
(2.7)
fiir die z-Komponente des elektrischen Feldes. Zur numerischen Losung des Anfangswert-
problems 16st man nach dem Wert fiir den néchsten Zeitschritt D ; ;41 und erhalt
auf diese Weise ein explizites Zeitschrittverfahren fiir die Aktualisierung der Felder, zum
Beispiel

Dyijrisrinet = Doijrlpila

LA (Hz,i,jﬂ,m;,m; “Heigkrimsd Hyigidkrined = Hyigrlkntd

Ay Az

_Jx,z‘,j+§,k+§,n+%> : (2.8)
Die Gleichungen 2.3 und 2.4 bleiben dabei automatisch erhalten, wenn sie von den An-
fangsbedingungen erfiillt wurden.

11
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y HZ AZ

Abbildung 2.1.: Ilustration der Einheitszelle (,Yee-Zelle®) des elektrodynamischen
FDTD-Algorithmus mit den Positionen der elektrischen und magnetischen Feldkompo-
nenten.

2.1.2. Stabilitdt und Numerische Dispersion

Da die Felder in der FDTD-Methode auf einem diskreten Gitter statt im kontinuierlichen
Raum propagieren, ist anzunehmen, dass sich dies dhnlich wie bei der Ausbreitung von
mechanischen Anregungen auf einer linearen Kette von Atomen|52] auch auf die Disper-
sionsrelation auswirkt. Setzt man die elektrischen und magnetischen Felder als ebene
Wellen an, ergibt sich die Dispersionsrelation|29]

e ()] - |
o (B2 [ (S20)) s [ L (B29)]"

fiir die Ausbreitung von Wellen im diskretisierten Vakuum. Man sieht leicht, dass diese
sich der Dispersionsrelation der kontinuierlichen Maxwellgleichungen ‘Z—; = k? annihern,
wenn Az, Ay, Az und At sehr klein gewihlt werden. Im eindimensionalen Fall, beispiels-
weise bei einer Ausbreitung nur in z-Richtung und Homogenitét in den beiden anderen
Dimensionen, kann die kontinuierliche Dispersionsrelation sogar exakt reproduziert wer-
den, wenn der Zeitschritt geméf

A

c

At (2.10)

gewahlt wird.

Als néchstes soll die numerische Stabilitdt der diskretisierten Maxwellgleichungen un-
tersucht werden. Dazu betrachtet man das Verhalten der Frequenz w. Ist diese fiir alle
k reell, behalten alle Lésungen ihre Amplitude bei und das Verfahren ist stabil. Kom-
plexwertige w hingegen fithren zur Verstdrkung der Losungen und der Algorithmus wird

12
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instabil. Aus der Dispersionsrelation 2.9 erhélt man

w= A% sin™! (¢) (2.11)

2 9 3
(i () (e () + (e ()

Das Argument ¢ nimmt Werte zwischen 0 und (nap = cAt\/ ﬁ + A%Jg + ﬁ an. Uber-

mit

schreitet ¢ den Wert 1, erhalten wir einen komplexen Wert fiir die Frequenz w. Die
Bedingung fiir ein stabiles Verfahren ist also (;nq. < 1. Aus dieser Bedingung erhélt man
das bekannte Courant-Friedrichs-Levy-Kriterium[53]

1
< 1 1 1
C\/ 22 VT AagE TRz
Daraus folgt, dass bei Wahl einer feineren rdumlichen Diskretisierung auch die zeitliche
Diskretisierung angepasst werden muss, um die Stabilitdt des Verfahrens zu garantieren.

At

(2.12)

2.1.3. Offene Randbedingungen

In den meisten Fillen ist es erwiinscht, die Wellenausbreitung in einem nach aufsen hin
offenen Volumen zu modellieren. Wahrend reflektierende und periodische Randbedingun-
gen leicht implementiert werden kénnen, indem die Feldkomponenten am Rand des Simu-
lationsvolumens auf Null gesezt oder von der gegeniiberliegenden Seite des Volumens ko-
piert werden, gestaltet sich die Simulation offener Rander als schwieriger. Zwar existieren
auch analytische offene Randbedingungen fiir die FDTD-Methode[54], jedoch sind diese
stark abhingig von der Diskretisierung und dem Einfallswinkel der Wellen. Sie werden
daher in der Praxis selten verwendet. Stattdessen ist es gebréuchlich, die Simulationsdo-
méne mit einer Schicht aus einem nicht-physikalischen Material zu umgeben, welches die
einfallende Strahlung absorbiert und dabei nur eine minimale Reflektivitét aufweist. Die-
ses Verfahren bezeichnet man als Perfectly Matched Layer (PML)[55, 56, 57, 29]. In dieser
Arbeit wurde die Uniaxiale PML-Formulierung (UPML) aus Referenz [29] implementiert.
Im kontinuierlichen Fall ist das PML-Material komplett reflexionsfrei. Im diskreten Fall
kénnen noch leichte Reflexionen an der Grenzfliche zwischen dem PML-Material und
dem eigentlichen Simulationsvolumen auftreten. Um diesen Effekt zu minimieren, wird
in der Regel eine PML-Schicht aus 10-20 Yee-Zellen mit graduell ansteigender Absorption
verwendet.

2.1.4. Anregung ebener Wellen (TF/SF-Formalismus)

In vielen Anwendungen, beispielsweise der Berechnung der Streuung an Nanostruktu-
ren, ist eine Anregung mit ebenen Wellen erforderlich. Prinzipiell kann eine ebene Welle
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332

Interconnection Network

Abbildung 2.2.: Die zwei prinzipiellen Paradigmen des verteilten Rechnens. (a): Shared
Memory, (b): Distributed Memory

im FDTD-Algorithmus leicht durch eine oszillierende Stromdichte in einer Fliche des Si-
mulationsgebiets angeregt werden. Wenn keine periodischen Randbedingungen verwendet
werden, kommt es jedoch zur Beugung der so angeregten Welle und damit zu einem uner-
wiinschten Ausbreitungsverhalten. Die Verwendung periodischer Randbedingungen hin-
gegen kann wieder eigene Artefakte erzeugen. Stattdessen ist die gingige Vorgehensweise
die Einfiihrung einer Grenze zwischen einem Simulationsgebiet mit und ohne anregender
Welle, die man als Total Field / Scattered Field - Grenze (TF/SF) bezeichnet[58, 59, 29].
Dabei werden die anregenden Felder an der Innenseite der Grenzfliche zu den berechneten
Feldern addiert, wihrend die gerade aufserhalb der Grenze liegenden Felder subtrahiert
werden. Werden die Felder einfach durch einen analytischen Ausdruck wie zum Beispiel
Eexc = Eo cos (kz — wt) angegeben, muss die korrekte numerische Dispersionsrelation
k(w) aus Gleichung 2.9 verwendet werden, um Artefakte an der TF/SF-Grenze zu ver-
meiden. Bei monochromatischen Wellen mit fixer Frequenz w ist dies einfach zu bewerk-
stelligen. Bei zeitlich modulierten Signalen ist hingegen eine Fourier Hin- und Riicktrans-
formation notwendig, um alle Frequenzkomponenten korrekt zu behandeln. Einfacher ist
die Verwendung einer zusétzlichen eindimensionalen FDTD-Simulation, welche simultan
und mit der gleichen rdumlichen und zeitlichen Diskretisierung wie die Hauptsimulation
ablduft und auf diese Weise die korrekten Felder zur Addition oder Subtraktion an den
Grenzen liefert. Die eigentliche Anregung wird dann als punktférmige Stromquelle in die
eindimensionale Hilfsrechnung eingesetzt. So ist die numerische Dispersion des Gitters
automatisch beriicksichtigt. Durch Erweiterung auf eine zweidimensionale Hilfssimulati-
on konnen zudem auch schrig einfallende Wellen behandelt werden. Die Implementierung
der TF/SF - Quelle wird detailliert in [29] beschrieben. In dieser Arbeit wurde sie zur
optischen Anregung von Halbleiter-Nanolasern verwendet.

2.1.5. Parallelisierung der FDTD-Methode

Da die Maxwellgleichungen mit feiner rdumlicher und zeitlicher Auflésung in einem vol-
len dreidimensionalen Volumen berechnet werden miissen, ist die FDTD-Methode nu-
merisch extrem aufwindig. Dabei umfassen interessante Simulationen oft ein Volumen
mit der Seitenléinge einiger Mikrometer bei einer Auflosung zwischen 1nm und 20 nm.
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2. Beschreibung der Lichtausbreitung

Um diesen Rechenaufwand bewiltigen zu kénnen, wird das Problem meist auf mehrere
Recheneinheiten aufgeteilt. Dabei sind prinzipiell zwei verschiedene Ansétze moglich[60].
Fiir kleinere Aufgaben kann die Parallelisierung auf einem einzelnen Rechner mit meh-
reren Prozessoren und einem gemeinsamen Arbeitsspeicher erfolgen (Shared Memory
Architektur), wie in Abbildung 2.2 (a) dargestellt. Eine Kommunikation zwischen den
einzelnen Prozessen ist hier nur notwendig, um die synchrone Verarbeitung der Daten
sicherzustellen. Fiir grofere Probleme hingegen muss das Volumen wie in Abbildung 2.2
(b) dargestellt auf mehrere Rechner verteilt werden, die jeweils eigenen Speicher ver-
wenden (Distributed Memory Architektur). In diesem Fall miissen eventuell ben6tigte
Daten iiber ein schnelles Verbindungsnetzwerk zwischen den Rechnern iibertragen wer-
den. Ein géngiger Standard fiir die Dateniibertragung zwischen Rechenprozessen ist das
MPI-Protokoll[61], welches am Argonne National Laboratory entwickelt wurde und in
mehreren offenen und proprietiren Implementierungen verschiedener Anbieter erhéltlich
ist. Dieses wurde fiir die FDTD-Implementierung in dieser Arbeit verwendet. Die Ver-
wendung der Distributed Memory Architektur stellt dabei keine Einschrinkung dar, da
es auch moglich ist, mehrere Prozesse auf einem einzelnen physikalischen Rechner zu
starten. Diese verwenden dann ohne Zutun des Anwendungsprogrammierers den gemein-
samen Arbeitsspeicher zur Kommunikation.

Im Fall der FDTD-Methode wird das Simulationsvolumen in mehrere Quader zer-
legt. Da die Diskretisierung der Ableitungen mit finiten Differenzen wie in Gleichung 2.8
jeweils auf rdumlich benachbarte Felder zugreift, miissen diese an den Grenzen der ein-
zelnen Simulationsdoménen zwischen den Prozessen ausgetauscht werden. Es gibt prin-
zipiell verschiedene Moglichkeiten zur Implementierung dieses Austauschs, die sich darin
unterscheiden, welche Felder in den einzelnen Knoten berechnet werden und welche vom
Nachbarknoten bezogen werden. Hier wird das Kommunikationsschema aus [62] verwen-
det. Dabei werden die tangential zur Prozessgrenze verlaufenden magnetischen Felder
sowie das elektrische Feld senkrecht zur Grenze ausgetauscht. Der Austauschprozess der
Randzellen ist in Abbildung 2.3 dargestellt. Die eine Yee-Zelle vor der Grenze zwischen
zwei Rechenknoten gelegene Ebene aus Feldkomponenten wird an den Nachbarknoten
gesendet, welcher diese genau an der Grenzfliche einfiigt. Die zwischen der letzten und
vorletzten Ebene gelegenen Feldkomponenten werden von beiden Knoten unabhingig
berechnet.
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Abbildung 2.3.: Austausch von Feldkomponenten bei der parallelen FDTD-Methode.
Gezeigt ist jeweils eine einzelne Yee-Zelle auf beiden Seiten einer in der xz-Ebene ver-
laufenden Grenze zwischen den Gebieten zweier Rechenknoten. Die griin dargestellten
Komponenten werden an den jeweiligen Nachbarknoten gesendet, die grau dargestell-
ten Komponenten werden empfangen. Die zwischen den gesendeten und empfangenen
Feldern gelegenen Komponenten werden in beiden Rechenknoten berechnet.

2.2. Nichtlineare Ausbreitung von Moden im Wellenleiter

Das im letzten Abschnitt beschriebene FDTD-Verfahren stellt einen allgemeingiiltigen
Ansatz zur Simulation der Licht-Materie-Wechselwirkung in beliebigen Materialgeome-
trien dar. Oft lassen sich aber auch spezialisierte Verfahren finden, die auf bestimme
Geometrien zugeschnitten sind und die den Rechenaufwand in diesem Fall erheblich re-
duzieren. Ein grofler Teil dieser Arbeit beschéftigt sich mit Nanodréhten. Diese lassen
sich, abgesehen von den Endfacetten, als Wellenleiter beschreiben. Das heifst, die Ma-
terialgeometrie hingt nur von den transversalen Koordinaten x und y, nicht aber von
der Ausbreitungsrichtung z ab. Interessiert man sich nur fiir entlang des Drahts propa-
gierende Felder, konnen diese als Superposition von Wellenleitermoden [30] geschrieben
werden.

2.2.1. Ausbreitungsgleichung fiir Moden (CMT)

Im Folgenden betrachten wir die Ausbreitung von Pulsen in Wellenleitern unter der
Beriicksichtigung von Nichtlinearitéten und Materialdispersion|63, 30|. Wir beginnen mit
den Maxwellgleichungen im Frequenzbereich

V x E = iwpoH (2.13)
V x H = —iweoeE — iwP. (2.14)
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2. Beschreibung der Lichtausbreitung

Der Polarisationsterm P soll spater benutzt werden, um eine Beschreibung des Materials
anzukoppeln, soll aber zun#chst vernachléssigt werden (]3 = 0). Wir betrachten die
gefiihrten Moden eines in z-Richtung homogen ausgedehnten Wellenleiters. In diesem
Fall kdnnen die modalen Felder als

E (z,y,2) = EL (z,y) eXPm*,
H(z,y,2) = HE (z,y) o= (2.15)

mit der Propagationskonstante +/,, dargestellt werden.
Wir betrachten zunéchst den Ausdruck

T = (B x 2"+ B x [ ) =0, (2.16)
Mit den Gleichungen 2.13 und 2.14 erhalten wir bei verschwindender Polarisation

VA = 0. (2.17)

Integriert man Gleichung 2.17 iiber die transversalen Koordinaten und nutzt aukerdem
den Umstand, dass die gefiihrten Moden per Definition keine Energie in transversale
Richtung abstrahlen (Vg y¥mn = 0), erhélt man statt dieser lokalen Bedingung

// [Eﬁf X HE 4 B < HF| dady i (£8, T Bn) €7 E0nFm) — 0, (2.18)
R2 z

Dabei steht das Subskript z fiir die z-Komponente des betrachteten Vektors. Fiir unter-
schiedliche Moden m # n muss also das Integral auf der linken Seite verschwinden und
wir erhalten die Orthogonalititsrelation fiir Wellenleitermoden

// (B x 5+ Bi x E] dedy = 5, (2.19)
R2 z

Als niichstes betrachten wir den interessanteren Fall P = 0, der uns die Ankopplung
der linearen und nichtlinearen Materialeigenschaften erlaubt. Im allgemeinen Fall 1dsst
sich das im Wellenleiter propagierende Feld als Linearkombination der Moden

E=> ui(2)Ef; (2.20)
+,m

H=> ut()H. (2.21)
+,m

darstellen. Ahnlich wie vorher im Fall P = 0 betrachten wir jetzt den Ausdruck 7, = Ex
HE*eTiPmz f EExeFibmz [T der als Beitrag der Mode m zum gesamten Poynting-Vektor
verstanden werden kann. In diesem Fall erhalten wir durch die gleichen Rechenschritte

wie zuvor ‘
VAm = iwEE* PeTiPm?, (2.22)
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2. Beschreibung der Lichtausbreitung

Integrieren wir Gleichung 2.17 iiber die transversalen Koordinaten x und y , erhalten
wir

// 2 ; ([ i + B2 x ] ¥ azay
. .

= iw// (Ei*ﬁe¢iﬁ"'Lz) dzdy. (2.23)
R2

Jetzt setzen wir die Modendarstellung der Felder 2.20 und 2.21 in Gleichung 2.23 ein und
erhalten unter Verwendung der Orthogonalitét der Moden (Gleichung 2.19)

Ot F it = // (B P) dzdy (2.24)
82’ 4/Ymm R2

mit der gefithrten Leistung

1 . . . .
Ymm = // (Enﬁ x HE* + B x Hm) dzdy. (2.25)
R?2 z

Da sich nichtlineare Effekte wie Lasing im Frequenzbereich schlecht modellieren lassen,
transformieren wir Gleichung 2.23 zuriick in den Zeitbereich. Um Faltungsterme oder
héhere Ableitungen in den Bewegungsgleichungen zu vermeiden, nehmen wir eine lineare
Abhingigkeit

B (@) = Bom + —— (0 — )
Um

der Propagationskonstante von der zeitlichen Frequenz w in der Nihe einer frei wihlbaren
Tragerfrequenz wp an. Dies erleichtert uns die Transformation in den Zeitbereich. Dabei
gilt Bom = Bm (wo)- i = [6(’98—;} ist die inverse Gruppengeschwindigkeit bei w = wy.
Die Annahme linearer Dispersioroi bezieht sich hier lediglich auf den Wellenleiter bei
P = 0. Durch das Materialmodell verursachte Dispersionsterme héherer Ordnung werden
nach wie vor korrekt durch die Ankopplung der Materialpolarisation P und durch deren
zeitliche Evolution beschrieben.

Wir definieren aulierdem eine Pulseinhiillende

0 (z,t) = u(z,t) ewot=iomz (2.26)

fiir die Modenamplituden und
P(z,t) = P(z,t)e™0! (2.27)

fiir die Polarisation. Damit erhalten wir eine Propagationsgleichung fiir die Einhiillende
der Modenamplitude @t

10 ,.4 0 .4 .
DeTiPo,mz 29
Uy, Ot (um) 0z Um € (2.28)

mit dem Polarisationsterm
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2. Beschreibung der Lichtausbreitung

R // Ei*P dmdy (2.29)
4'}/mm R2

Oft ist es wiinschenswert, zusétzlich noch ein transversal zum Wellenleiter einfallendes

Pumpfeld Epump (7,t) einzubauen. Dann lautet der Ausdruck fiir das selbstkonsistente
elektrische Feld

E(F t) = Z Ut (z,t)EE (@,y) etifomze—iwot (2.30)
+,m

+Epump (5137 Y, Z7t) .

Die durch das zusammengesetzte elektrische Feld getriebene Materialpolarisation ver-
andert die Ausbreitungseigenschaften und koppelt die urspriinglich vollig unabhéingig
propagierenden Modenamplituden. Diese Betrachtungsweise bezeichnet man daher auch
als Coupled Mode Theory (CMT).

2.2.2. Diskretisierungsverfahren

Die Ausbreitungsgleichung 2.28 ist sehr einfach und kann als Ausgangspunkt fiir die
analytische Untersuchung der Pulsausbreitung oder zur Herleitung von Gleichungen fiir
spezielle Materialsysteme dienen. Hier soll sie jedoch zur Berechnung der Modenaus-
breitung in Halbleiter-Nanodrihten verwendet werden. Dazu ist die Kopplung an ein
umfassendes Modell des Halbleitermaterials notwendig, so dass das Gesamtsystem nu-
merisch untersucht werden muss. Fiir die numerische Losung der Modengleichung 2.28
bietet sich die Integration entlang von Charakteristiken an[64]|. Dazu verwendet man eine
raumliche und zeitliche Diskretisierung

[, = o (102, jA) .

m

Waihlt man jetzt den Zeitschritt
At = —, (2.31)

erhdlt man ein sehr einfaches Zeitschrittverfahren

oy qitl i Ot il
] = ]+ o,
L aie Y At 1
() = [ +—Dj+2%. (2.32)

Das Integral zur Berechnung des Materialterms D in Gleichung 2.29 kann in einem belie-
bigen, der Wellenleltergeometrle angepassten Koordinatensystem erfolgen. Die dazu not-
wendigen Modenprofile E= (z,y), HE (,y) miissen dazu vor der eigentlichen Simulation
analytisch oder mit Hilfe eines numerischen Modesolvers bestimmt werden. Im Extrem-
fall eines einmodigen Wellenleiters ist es auch moglich, nur einen einzelnen Datenpunkt
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2. Beschreibung der Lichtausbreitung

fiir die transversale Auflésung zu verwenden und das Problem so auf eine eindimensionale
Geometrie zu reduzieren.

Berechnet man die reine Pulsausbreitung ohne Materialinteraktion, erhédlt man auto-
matisch offene Randbedingungen. Sobald ein Materialsystem angekoppelt wird, ergibt
sich eine schwache Reflektivitdt, die genau der Reflexion an einer Grenze zwischen Re-
gionen mit und ohne angekoppeltem Materialsystem entspricht. Fir die Simulation von
Nanodrahtlasern ist es jedoch ohnehin erforderlich, die Reflektivitit der Endfacetten
mit zu beriicksichtigen. Im Gegensatz zur Reflektion an einer ebenen Grenzflache kann
bei der Reflektion von Wellenleitermoden auch eine direkte Modenmischung auftreten.
Um eine reflektierende Endfacette zu modellieren, wird zunéchst die Reflektivitdtsma-
trix Ry, bestimmt, die angibt wie stark die Mode n in die Mode m reflektiert wird.
Dazu kann beispielsweise das FDTD-Verfahren verwendet werden[65]. Diese wird dann
in der eigentlichen Simulation verwendet, um die entsprechenden reflektierten Amplitu-
den einzufiigen. Werden die Gleichungen 2.31 auf den diskreten Indizes i € [0, N, — 1]
ausgewertet, so ergibt sich fiir die reflektierten Amplituden am Rand

~_1N, At 1Nz—
[um]j :ZRmn [um] 1

[a5) =D Ron [17] (2.33)
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3. Beschreibung der
Licht-Materie-Wechselwirkung

Dieses Kapitel widmet sich verschiedenen Modellen der Licht-Materie-Wechselwirkung in
unterschiedlichen Systemen. Im ersten Teil wird die resonante Wechselwirkung von Licht
mit dem direkten Bandiibergang von Halbleitermaterialien beschrieben. Die hier verwen-
deten Modelle werden im weiteren Verlauf dieser Arbeit zur Beschreibung von Halbleiter-
Nanodrihten verwendet. Der zweite Teil beschéftigt sich mit der nicht-resonanten und
nichtlinearen Wechselwirkung von Licht mit dielektrischen Materialien {iber Multiphoto-
nenprozesse und bildet somit die Grundlage fiir die Untersuchung der Bildung selbstor-
ganisierter Strukturen bei der Photoionisierung in Quartzglas.

3.1. Licht-Materie-Wechselwirkung im Halbleiter

3.1.1. Halbleiter-Bloch-Gleichungen

Hier soll die Herleitung von Bewegungsgleichungen zur Beschreibung der Wechselwirkung
eines klassischen Lichtfeldes mit quantenmechanisch beschriebenen Elektronen im Halb-
leiter erldutert werden. Dabei wird auch die Coulomb-Wechselwirkung zwischen den La-
dungstrigern in der Hartree-Fock Ndherung beriicksichtigt. Die so gewonnenen Gleichun-
gen werden als Halbleiter-Bloch-Gleichungen|26, 27| bezeichnet. Wir beschranken uns fiir
die elementare Herleitung auf je ein einzelnes Valenz- und Leitungsband. Elektronen im
Valenz- und Leitungsband mit dem Blochwellenvektor k werden durch die fermionischen
Erzeuger- und Vernichteroperatoren CZ,E’ C, i beziehungsweise CZ’E, C.k mit den Antikom-

mutatorrelationen {cj}ﬁ, c, it = {C:E, c.it =0 (E, E’) beschrieben. Die Erzeuger- und
Vernichteroperatoren unterschiedlicher Binder vertauschen mit verschwindendem Anti-
kommutator.

3.1.1.1. Hamiltonoperator fiir Licht-Materie-Wechselwirkung im Halbleiter

Der Hamiltonian fiir Licht-Materie-Wechselwirkung im Halbleiter setzt sich aus der ki-
netischen Energie der Quasiteilchen H, der Licht-Materie-Wechselwirkung H._; und
der Coulomb-Wechselwirkung H ¢ zwischen den Quasiteilchen zusammen

H=H.+H. ;+Hc. (3.1)
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3. Beschreibung der Licht-Materie-Wechselwirkung

Die Elektronenenergie hat die bekannte Form

H, = Z (50,;60:];007,5 — E“ka;ECv,E) . (3.2)
i

Der Index k soll dabei stets auch die Summation iiber Spin-Zustdnde beinhalten. Die
Licht-Materie- Wechselwirkung wird durch die Dipolndherung

H, = Z —diLE (c:lgcv’]z + chcZ’E) (3.3)
k

beschrieben. Hier handelt es sich um eine semiklassische Naherung, bei der das elektrische
Feld klassisch beschrieben und nur das Materialsystem quantenmechanisch behandelt
wird. Eine voll quantenmechanische Beschreibung erhilt man durch Ersetzen klassischer
Felder durch Feldoperatoren. Durch die semiklassische Beschreibung des Lichts verzich-
tet man auf eine mikroskopische Beschreibung nichtklassischer Zustinde des Lichts sowie
der spontanen Emission. Letztere kann jedoch nachtriglich phinomenologisch eingebaut
werden. Bei der Dipolndherung wird davon ausgegangen, dass das elektrische Feld inner-
halb einer Einheitszelle niherungsweise konstant ist. Da beim Ubergang in ein hoheres
Band kein nennenswerter Impuls vom Licht an die Elektronen iibergeben wird, ist die
Wechselwirkung lokal.

Zur Herleitung des Coulomb-Hamiltonians beginnen wir mit dem klassischen Hamil-
tonian fiir paarweise Wechselwirkung im Ortsraum

HC = / / p(’Fﬂp(’f'i)V(T_ﬁ —772) d’l?ldT_‘)Q (34)
R3 JR3
Das Wechselwirkungspotential hat in unserem Fall die Form
e? 1
Vi —7)=————=—-—>. 3.5
(Tl TZ) 47‘(’660 |771 — 772‘ ( )
In zweiter Quantisierung und Normalordnung entspricht dies
He = / W)W () V(7 ) () W () drd (3.6)
R3 JR

Dabei sind ' (7) und ¥ () die Feldoperatoren fiir Elektronen, welche gemi der An-
tikommutatorrelation {W (), ¥ (7")'} = § (7,#') vertauschen.
Wir verwenden jetzt die Blochwellenbasis fiir die Feldoperatoren

-

W (7) = Z c/\EeikFu)\ (7). (3.7)

EAe{cv}

Dabei steht der Index A € {c,v} fiir das Leitungs- oder Valenzband. Die Funktion wuy
stellt den gitterperiodischen Bloch-Faktor zum Band A dar.
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Fiir das Potential verwenden wir die Impulsbasis
1 o
V(7= 72) =3 ) Vge' " (3.8)
7

beziiglich der relativen Koordinate 7 = 7 —7% mit dem Fourier-Transformierten Coulomb-
. ind 2
Potential Vg = —q% und erhalten

e
S50
1 T -
H C = d?"ldTQ Z Vq‘
V R3 JR3 - N
k1—ka,M1—Aa,§
oi(ka—F1)ri i(ka—ka )73 g1 ,—igre
uy, (71) uy, (72) wr; (71) u, (72)
T T - -
c)\a,la CAQ,EQCA:57k30A47k4' (3.9)
Wir integrieren im Ortsraum zunéchst iiber die Einheitszellen. Unter der Annahme, dass
die Exponentialfunktionen in der Einheitszelle ndherungsweise konstant sind, erhalten

wir dabei Kronecker-Deltas im Bandindex. Danach fithren wir die Integrale iiber die
Exponentialfunktionen aus. Wir erhalten

1 7 Pt
He = > Vaoni 20020408, 8y O%s—Fa-dCa, 7, Crg i ks Snais (3:10)
k1—ka, 1—Aa,q

und damit

T T . -
M FE A EML TN R~ (3.11)

Die Coulomb-Wechselwirkung erlaubt also den Austausch eines Impulses ¢ zwischen zwei
Elektronen im gleichen Band (A1 = A3) oder zwischen Leitungs- und Valenzband (\; #
A2). Solange wir nicht in die Elektron-Loch-Darstellung wechseln, betrachten wir lediglich
negativ geladene Elektronen in verschiedenen Bindern und die Coulomb-Wechselwirkung
ist rein abstofend.

3.1.1.2. Makroskopische GréBen und ihre Bewegungsgleichungen

Fiir eine Beschreibung des Systems sind vor allem die messbaren Grofen der Quasiteil-

i | . Lt . . . ..
chendichten n.g =< CC,ECc,k > und n, g =< vagcv,k >und mikroskopischen Polarisatio-

nen Yp =< CZ 7Ce i > von Interesse. Vor allem die mikroskopischen Polarisationen sind
fiir die Rﬁckkovpplung an das klassische elektromagnetische Feld iiber die makroskopische

Polarisation

| -
P = 2R ZdﬁE (3.12)
k
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relevant. Die Bewegungsgleichungen der Erwartungswerte konnen tiber die Heisenberg-
sche Bewegungsgleichung % < O >= ¢ < [H, O] > hergeleitet werden. Fiir die Teilchen-
dichten erh&lt man

d * Tk
2 ~
_ 2 ok Tor . . 7oAt . .
VvV Z Vq\Y << CC,ECC,E’chk+qcczk/*q' >+ < CC,ECU,E’CCJCJF(TCU,W*‘T >> (313)

F.q
und
B =04 23 (dxE*z)
dt k

f (3.14)

2 -
_ 4 Ok oot . . T
v ZVq\s << CU,ECU,E/cv,kJrq"cv,k’ﬂT >+ < cvi -C o CoitdCeli—q >)

kg
wobei die drei Summanden jeweils dem Beitrag aus dem kinetischen, dem Wechselwirkungs-
und dem Coulombterm entsprechen. Fiir die mikroskopischen Polarisationen erh&lt man

d e
Zh7¢g = <Ec,k + 51},]6) w;; - (1 - nc7E - ny,k‘) dE

1 -
-~ oot f i P
+ g Vi (< c' .c >+ < c, cc7;;'/+q~cc,k'cc,k >>

Vv vk ek CokrqCe i - k—q
K.q
. t f -c -
+= ZV (< c kcv P CekirdCoi—q > T <€ ook Cei ) (3.15)
kl7q‘

3.1.1.3. Hartree-Fock Ndherung

Die Bewegungsgleichungen 3.13, 3.14 und 3.15 fiir die fiir uns interessanten Gréfken kop-
peln offenbar an die Erwartungswerte hoherer Operatorprodukte. Fiir diese miisste man
nun wie in Abbildung 3.1 skizziert weitere Bewegungsgleichungen aufstellen, die aber
dann an Erwartungswerte noch héherer Operatorprodukte koppeln. Die so entstehende
Hierarchie aus Bewegungsgleichungen muss auf irgendeiner Ebene abgeschnitten wer-
den. Die einfachste Naherung, bei der Coulombeffekte noch berticksichtigt werden, ist
die Hartree-Fock-Naherung. Dabei wird jeder Vierer-Erwartungswert aus Erzeuger- und

. ) t T B . L L

Vernichteroperatoren< €, 1 Cog i EXs s Ena > in eine Summe von Produkten aus je
i i i - t . el .

weils zwei Zweier-Erwartungswerten ;; R < € R O > 5kk7kl € i ENR > zerlegt.

Dabei werden alle Kombinationen der Vorkommenden Operato1en beriicksichtigt, die zu
Produkten aus Quasiteilchendichten und/oder Polarisationen fithren. Bei Umordnung
der urspriinglichen Operatorenreihenfolge miissen zudem die Vertauschungsregeln fiir die
Operatoren eingehalten werden.

An einem Beispiel erhalten wir

t el sy _<cl e - t - n
<€ e i CoiadCeii—7 <€ pCoivg > C pCofi-q > dq.0 (3.16)
T . T .
+<c iCer—qg > < C pCeivg > Ok (3.17)
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3. Beschreibung der Licht-Materie-Wechselwirkung

Der erste Term liefert dabei nur einen Beitrag fiir ¢ = 0. Der Beitrag dieses Terms zu
den Summen in den Bewegungsgleichungen ist infinitesimal klein. Vernachldssigen wir
diesen, erhalten wir fiir unseren Beispielterm

oot . = s
< CC,ECC,E’Ccvk+§007k'—§ > nC,ank’é(T,k’—k' (318)

Die oben auftretende Bedingung o
g=kK —k (3.19)

ergibt sich bei den hier vorkommenden Kombinationen aus k-Indizes auch fiir alle anderen
Terme, so dass die Summation tiber ¢ in den Bewegungsgleichungen entfillt.
3.1.1.4. Ubergang ins Elektron-Loch Bild

Wie in der Halbleiterphysik iiblich, wollen wir im Weiteren das Flektron-Loch Bild ver-
wenden. Der Ubergang erfolgt durch die Ersetzungen

=C

|+
|+

6,; = chg', e

h,;:ci, hi=c¢ -

v,—k

T —+

i
wi= (1= m,z) (3.20)

Durch die Ersetzung der Valenzbandelektronenoperatoren durch Locheroperatoren im
Wechselwirkungsterm 3.11 ergibt sich ein zusétzlicher Term in der Energie der Locher

Ehk = —Eypk + Z Vi, (3.21)
g
Der zweite Term entspricht der Energie des gefiillten Valenzbandes und ist in der aus der
Bandstruktur gewonnenen Locherenergie bereits enthalten.

3.1.1.5. Halbleiter-Bloch-Gleichungen

Damit erhilt man als Bewegungsgleichungen fiir die Polarisation

d
ih Vg = (1 Mg~ ”h,;;) O

+ (5.5 +E0) ¥ (3.22)
mit der renormierten Rabifrequenz
- o 1 -
Q= deE+ 3 > Vipvps (3.23)
K

und den renormierten Quasiteilchenenergieen

- 1 ~
€e/nf = Ee/hk, ~ v Z V,;,;, (ne’,;, + nhﬁ,) . (3.24)
!
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5
Interaction-Free a N
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Abbildung 3.1.: Absorption eines Halbleiters mit direkter Bandliicke unter Beriicksichti-
gung der Coulomb-Wechselwirkung in Hartree-Fock Néherung (blau) und berechnet ohne
Coulomb-Wechselwirkung (freie Ladungstriger, rot). Die Skizze zeigt die Vorgehensweise
bei der Ableitung von Bewegungsgleichungen fiir Mehrteilchensysteme.

Fiir die Besetzungszahlen erhalten wir

d 2 .

Die Verwendung der Coulomb-Wechselwirkung in dieser Néherung fiihrt offenbar dazu,
dass die Erwartungswerte fiir verschiedene k-Werte gekoppelt werden. Die so entstanden
Bewegungsgleichungen werden als Halbleiter-Bloch-Gleichungen bezeichnet. Die optische
Response eines solchen Systems wird durch die blaue Kurve in Abbildung 3.1 darge-
stellt. Aufgrund der Behandlung der Coulomb-Wechselwirkung enthilt sie exzitonische
Resonanzen unterhalb der Bandliicke und eine durch die Wechselwirkung erhdhte Ab-
sorption oberhalb der Bandliicke. Bei Weglassen der Coulomb-Wechselwirkung erhélt
man hingegen ungekoppelte Zweiniveausysteme, die jeweils durch die Bloch-Gleichungen
der Atomphysik beschrieben werden. Die optische Response eines Modellsystems ohne
Coulomb-Wechselwirkung ist in Abbildung 3.1 in rot dargestellt. Bei einem dreidimen-
sionalen Halbleiterkristall steigt sie ab der Bandliicke wurzelférmig an.

3.1.1.6. Winkelgemittelte Gleichungen

Eine Behandlung der Halbleiter-Bloch-Gleichungen in der Basis der Blochvektoren mit
Richtungsauflésung ist numerisch extrem zeitaufwindig. Stattdessen ist es wiinschens-
wert, liber den Raumwinkel gemittelte Grofen vy, nep und npp zu verwenden, die
dann nur noch vom Betrag des Blochvektors abhidngen. Dadurch kénnen nur noch die
S-Orbitale des Exzitons beschrieben werden. Diese Einschrankung ist jedoch unproblema-
tisch, da bei der Anregung mit sichtbarem Licht ohnehin nur die S-Orbitale einen signifi-
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3. Beschreibung der Licht-Materie-Wechselwirkung

kanten Beitrag leisten. Summen iiber Zusténde {; 3z werden dann zu T >p =~ [ D(k)dk

mit der Zustandsdichte D(k). Im 3D-System gilt D(k) = (%)2 Dabei ist die Summation
iiber die beiden Spin-Zusténde mit beriicksichtigt.
So koénnen auch die Coulomb-Summen vereinfacht werden

P2 (7)1 ()= i [ [ awacie

V (k% 4+ K? = 2kK cos (©)) f (K') K sin (©)
(

= / [ (k") Vi pdk (3.26)
0
mit dem winkelgemittelten Potential
e K (|k‘ + K |>
Vi = ———-—1In . 3.27
k,k (271’)2880 L |k’—k,| ( )

3.1.2. Phdnomenologische Beschreibung héherer Korrelationen

Prinzipiell verfiigen wir jetzt iiber eine komplette Beschreibung des Halbleiteriibergangs
in der Hartree-Fock-Nédherung, die sich direkt in einer numerischen Implementierung
umsetzen liefse. Durch das Abschneiden hoherer Korrelationen in den Bewegungsglei-
chungen wurden allerdings einige wichtige Effekte vernachléssigt. Dazu zéhlen vor allem
die Thermalisierung der Quasiteilchen iiber Coulombstreuprozesse und die Abschirmung
der Coulombkraft bei hoher Anregungsdichte.

3.1.2.1. Coulombstreuung

Berticksichtigt man bei der Herleitung von Bewegungsgleichungen nicht nur Erwartungs-
werte aus Paaren von Operatoren, sondern auch Terme aus jeweils vier Erzeuger- und Ver-
nichteroperatoren, erhdlt man Streuprozesse zwischen Elektronen und Lochern. Wahrend
diese bei Berechnungen ohne rdumliche Auflésung noch voll quantenmechanisch oder auf
Basis der Boltzmanngleichung beriicksichtigt werden konnen, ist dies bei der Kopplung
an die Lichtausbreitung in einem rdumlich aufgelosten System nicht mehr handhabbar.
Unabhingig von den detaillierten Streumechanismen fiihrt die Wechselwirkung aber zu
einer Thermalisierung der Ladungstréger. Im thermischen Gleichgewicht nehmen diese
dann eine Fermiverteilung

_ -1
€kin,e/h,k, Me/h +1>
(3.28)

Nfe/hk = (1 +e  FBTe/n

mit der Temperatur T, /5 an.
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3. Beschreibung der Licht-Materie-Wechselwirkung

3.1.2.1.1. Relaxationszeitndherung Die konzeptionell einfachste Methode die Ther-
malisierung umzusetzen ist die Relaxation der Besetzungszahlen gegen eine Fermiver-
teilung mit der gleichen Ladungstrigerdichte. Dadurch erhélt man einen zusétzlichen
Term

d
I:dtne/h7k:| = Yte/n (Nfe/nge = Mesng) (3.29)
relax

in Gleichung 3.25. Dabei beschreibt v ./, die konstante Relaxationsrate. Das chemi-
sche Potential fi./;, muss dabei so gewidhlt werden, dass die Gesamtladungstrigerdich-

te Ny = i (%)Qne /hkdk erhalten bleibt. Meist werden sowohl die Thermalisierung
durch die Emission von Phonen als auch die Thermalisierung durch Coulombstreuung
durch einen gemeinsamen nicht-energieerhaltenden Relaxationsprozess beschrieben. Als
Gleichgewichtsverteilung wird dann eine Fermiverteilung mit der Gittertemperatur Tj.;
angesetzt. Als Unbekannte verbleibt dann der korrekte Wert fiir das chemische Poten-
tial, bei dem die Ladungstrigerdichte erhalten bleibt. Da fiir 7' > 0K keine analy-
tische Formel zur Berechnung des chemischen Potentials existiert, muss dieses nume-
risch, beispielsweise durch das Intervallhalbierungsverfahren bestimmt werden. Soll die
Coulombstreuung gesondert von anderen Relaxationsprozessen behandelt werden, muss
hingegen beriicksichtigt werden, dass es sich dabei um einen energieerhaltenden Pro-
zess handelt. Zusétzlich zum chemischen Potential muss also auch die Temperatur T,
der Fermiverteilung bestimmt werden. Dabei muss die Gesamtenergie der Quasiteilchen
Een = [o° (%)2 Ne/h kEkin,e/h,kdk erhalten bleiben.

3.1.2.1.2. Sprungterme Um die oben beschriebene Relaxationszeitndherung umzuset-
zen, miissen das chemische Potential und im Falle einer rein energieerhaltenden Ther-
malisierung auch die Temperatur der Gleichgewichtsverteilung stets bekannt sein. Die
Bestimmung des chemischen Potentials bei festgesetzter Temperatur ist auf diese Weise
bereits numerisch aufwindig. Die gleichzeitige Bestimmung des chemischen Potentials
und der Temperatur bei erhaltener Gesamtenergie und Ladungstrigerdichte hingegen ist
fiir unsere Zwecke bereits nicht mehr sinnvoll umsetzbar. Ein alternativer Ansatz wurde
von Huang und Ho vorgeschlagen|66]. Anstatt eine Gleichgewichtsverteilung vorzugeben,
werden hier Sprungraten zwischen benachbarten Punkten im k-Raum angesetzt. Dabei
kénnen sowohl Abwiérts- als auch Aufwértsspriinge auftreten. Anstatt der Relaxations-
rate 3.29 erhilt man nun den Term

{dn /h k:| = —AH% — Aki% (3.30)
di o relax n076/h7k
mit
10.e/hk+1Me/hk+1 (1 — Ne/nk)  No.e/hkMe/hk (1 — Ne/hkt1
Bgyy = "0/ kit (L= Tepng)  Mo.e/nptesn (L= Ne/npsr) (3.31)

Td.e/hk+1 Tu,e/hk+3

Die Faktoren njpitiqi (1 — 1 finat)erzwingen dabei die Einhaltung des Pauli-Prinzips. Die
Skalierung mit den k-abhéngigen Zustandsdichten ng ¢ /5,  stellt die Erhaltung der Gesamt-
ladungstragerdichte sicher. Versucht man nun, die Aufwérts- und Abwértssprungraten
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Tyund T4 so zu wahlen, dass das System im Gleichgewichtszustand eine Fermiverteilung
mit einer vorgegebenen Temperatur 7, /;, einnimmt, erhilt man das Verhiltnis
T 1 €kin,e/h,k+1 "%k

u.e/hk+3 —e 1”,€2BT+ 10,e/h,k+1

(3.32)
Td,e/hk+1 N0.e/h.k

zwischen den Aufwirts und Abwiérts gerichteten Sprungraten. Wie man sieht, ist das
chemische Potential ji,/p, in diesem Ausdruck nicht mehr enthalten. Es muss also lediglich
die Temperatur der finalen Verteilung bekannt sein. Ein weiterer Vorteil dieser Formu-
lierung ist die Tatsache, dass die Relaxationszeiten auch k-abhéngig gewihlt werden
kénnen. Dabei wird jeweils eine der Sprungzeiten zwischen zwei Nachbarn entsprechend
angesetzt. Die entgegengesetzte Sprungzeit ist dann durch das Verhaltnis 3.32 bestimmt.
Bei der Relaxationszeitndherung fiihrt eine k-abhingige Relaxationszeit hingegen auto-
matisch zu einer Verletzung der Dichteerhaltung.

3.1.2.1.3. Erweiterung der Sprungterme Die Coulombstreuung erlaubt prinzipiell ener-
gieerhaltende Streuprozesse von jedem Punkt im k-Raum zu jedem anderen Punkt. Unter

Verwendung einer Relaxationszeitndherung wird dieser Aspekt korrekt nachgebildet. Ver-

wendet man Sprungterme in der urspriinglichen Formulierung von [66] wie in Gleichung

3.31 dargestellt, geht dieser Aspekt verloren. Dort sind nur Spriinge zwischen unmittel-

bar benachbarten k-Werten moglich. Die Formulierung lésst sich jedoch problemlos auf

Spriinge zwischen beliebig weit entfernten Nachbarn {ibertragen. Wird das Verhéltnis

zwischen den Sprungzeiten 7;_,; und 7;_; wie in Gleichung 3.32 bemessen, stellt sich als

Gleichgewichtsverteilung auch hier eine Fermiverteilung bei der angesetzten Temperatur

ein. Man erhilt dann allgemeine Sprungterme

d Agosr — Ay
l:dtne/h,k} = ——= 7 (3.33)
relax q nO,e/th
mit
n n 1—n X n n 1—n
Aqgosi = 0,e/h.q e/h,q( e/h,k) _ No,e/h.k e/h,k( e/h,q)’ (3.34)
Te/h,q—k Te/h,k—q
wobei das Verhéiltnis . .
Te/h,k—q _ eikm,zgh%q b 10,e/h,q (335)

Te/h,q—k N0,e/h,k

gelten muss. Die Berechnung der Sprungterme zwischen beliebigen Paaren (k, q) skaliert
quadratisch mit der Anzahl der verwendeten k-Punkte und ist daher numerisch aufwandi-
ger als die Verwendung der einfachen Sprungterme oder der Relaxationszeitmethode. Soll
eine energieerhaltende Relaxation modelliert werden und zugleich das Springen zwischen
beliebigen k-Punkten moglich sein, muss jedoch diese Alternative verwendet werden.
Ahnlich wie bei Sprungtermen zwischen unmittelbaren Nachbarn miissen die Elemente
der Sprungmatrix 7/ 4 nicht fiir alle Paare (k,q) identisch sein. Stattdessen kon-
nen diese auch unterschiedlich gewichtet werden. Dadurch kénnen beispielsweise auch
Spriinge um einen festen Energiebetrag realisiert werden, wie sie bei der Kopplung an
optische Phononen auftreten.
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3.1.2.2. Abschirmung des Coulombpotentials

Bei hohen Anregungen, wie sie im Lasingregime auftreten, liegt eine sehr hohe Dich-
te aus freien Ladungstrigern vor. Ahnlich wie in einem Plasma fithrt die Anwesenheit
freier Ladungstriger zu einer Abschirmung der Coulombwechselwirkung. Wie die Cou-
lombstreuung wird auch die Abschirmung beim Abschneiden héherer Korrelationen im
Rahmen der Hartree-Fock-Niherung vernachlédssigt. Da auch die Abschirmung einen si-
gnifikanten Einfluss auf die optischen Eigenschaften von Halbleitermaterialien hat, muss
sie phanomenologisch behandelt werden. Dazu ersetzt man zunéchst das Coulombpoten-
tial Vq~ durch ein abgeschirmtes Potential

W e2 1

; (3.36)

eg0 ¢ + K2
mit der Abschirmlénge k. Durch diese Ersetzung dndert sich prinzipiell auch die Ener-
gie der Locher in Gleichung 3.21. Driickt man diese durch eine effektive Masse aus ist
zu beachten, dass in dem so entstehenden Zahlenwert bereits ein nicht-abgeschirmtes
Coulombpotential enthalten ist. Um die korrekte Locherenergie bei Hochanregung zu
berechnen muss also noch die Differenz

A=) "W;-V; (3.37)
7

zur mit einem abgeschirmten Potential berechneten Energie hinzu addiert werden|27].
Diese bezeichnet man als Coulomb hole shift.

3.1.3. Dephasierung und spontane Rekombination

Eine komplett quantenmechanische Beschreibung des Halbleiters enthilt zusétzliche Ef-
fekte, die fiir ein realistisches Modell von Bedeutung sind. Da ein quantenmechanisches
Modell der Licht-Materie-Wechselwirkung sehr aufwéndig ist, werden auch diese Effekte
phénomenologisch beschrieben. Dazu zdhlt die spontane Rekombination von Quasiteil-
chen. Diese ldsst sich phidnomenologisch durch einen Zerfall mit einer konstanten Rate
Yree Deschreiben. Dies fiihrt zu einem zusétzlichen Term

d
[(ﬂne/h,ﬁ] = _r)/recne,lgnhﬁ (338)

in Gleichung 3.25. Zusétzlich kommt es dadurch auch zu einem Verlust der Phaseninfor-
mation der Interbandpolarisation. Auch hier ist es tiblich, einen konstanten Zerfall der
Polarisation mit einer Rate v anzusetzen. Dadurch erhdlt man den zusétzlichen Zerfalls-

term q
b

in Gleichung 3.22. Dieser Term hat neben der physikalischen auch numerische Relevanz,
da es ohne eine solche Verbreiterung zu Divergenzen im Absorptionsspektrum kommt.

1
=~ (3.39)
dephasing
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Die spontane Rekombination von Ladungstragern erfolgt zum Teil strahlend durch
Emission von Photonen. Um die dadurch entstehenden statistischen Schwankungen zu
modellieren, wird ein Rauschterm

Ly ngk = (E1xgk T 5€200k) Ve ke kTN k (3.40)

in Gleichung 3.22 eingesetzt. In Simulationen kann dadurch das Anschwingen von Lasern
aus der spontanen Emission modelliert werden.
Ein dhnlicher Term

ne ok = €3.0/eky/Te kWb k Vrec (3.41)

in Gleichung 3.25 beschreibt die durch spontane Rekombination induzierten Schwankun-
gen in der Ladungstrigerdichte[67, 68].

3.1.4. Wechselwirkung mit dem Gitter

In Abschnitt 3.1.2.1 wurde bereits die energieerhaltende Thermalisierung der Quasiteil-
chen durch Coulombstreuung behandelt. Zusétzlich kann aber auch Energie an Phono-
nen abgegeben werden. Wahrend die Coulombstreuung erst im Rahmen der Hartree-
Fock-Naherung vernachlissigt wurde, ist die Wechselwirkung mit Phononen bereits im
urspriinglichen Hamiltonian nicht enthalten. Um diese quantenmechanisch zu behandeln,
miissten die entsprechenden Wechselwirkungsterme zum Hamiltonian hinzugefiigt wer-
den. Eine solche Beschreibung bietet der Fréhlich-Hamiltonian

T T
He _pn —Z/ /]1@2 A, Q) c/\kc/\k+ N N Aq) dgdk. (3.42)

In diesem Modell kénnen Elektronen durch Erzeugung eines Phonons mit dem Operator
u' (§) oder Absorption eines Phonons mit u (§) den Impuls A7 an das Gitter abgeben.
Die Wechselwirkung wird dabei durch das Potential 7 (A, ¢) bestimmt, welches je nach
Art der betrachteten Phononen eine unterschiedliche Form annimmt. Fiir longitudinal
akustische Phononen mit der Eigenfrequenz wy (§) hat das Wechselwirkungspotential
beispielsweise die Form|69]

A §) = 202 h |ﬂ (3.43)

Vo VNG

und fiir longitudinal optische Phononen mit Eigenfrequenz wo () die Form|70]

¢%h—1>x”ﬂ@ (3.44)

70 (A Q) =

\/7 €s "ﬂ

mit der dielektrischen Feldkonstante im Vakuum €y und den Permittivititen e, und e
fiir hohe Frequenzen und statische Felder.
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a) Optical Phonon b) Electrons
Optical Phonon
- > <7 "Acoustical Phonon
(o 2 =
g o CELVEVRIEVRIRLE
L Acoustical Phonon i -
k k

Abbildung 3.2.: (a): Dispersion optischer und akustischer Phononen am Beispiel einer
zweiatomigen linearen Kette. (b): Skizze einiger moglicher Spriinge durch Emission op-
tischer (blau) oder akustischer (rot) Phononen.

Auf die quantenmechanische Behandlung der Wechselwirkung wird kurz in Kapi-
tel 5.2.1 eingegangen. Fiir die Anwendung in Verbindung mit den Halbleiter-Bloch-
Gleichungen als Lasingmodell interessiert uns aber vor allem die Relaxation der Ladungs-
trager durch die Emission von Phononen, welche hier nur ph&nomenologisch behandelt
werden soll. Da die Warmekapazitit der Elektronen und Locher sehr gering ist, kann man
in den meisten Fillen davon ausgehen, dass das Gitter nicht signifikant erhitzt wird. In
diesem Fall fiihrt die Relaxation zu einer Fermiverteilung bei der Gittertemperatur Tj,.
Ahnlich wie bei der Coulombstreuung kann eine solche Relaxation niherungsweise ent-
weder durch die Relaxationszeitndherung oder durch Sprungterme beschrieben werden.

Da die Anregungen ihre Energie bei diesem Prozess an ein Phonon abgeben, sind je-
weils nur Spriinge um den Energiebetrag eines Phonons moglich. Gleichzeitig muss auch
der Gesamtimpuls erhalten bleiben. Die Dispersion von Phononen ist in Abbildung 3.2
(a) beispielhaft fiir eine lineare zweiatomige Kette dargestellt. Sowohl optische als auch
akustische Phononen sind im Vergleich zu den Ladungstragern sehr schwach dispersiv.
Akustische Phononen haben bei & = 0 eine verschwindende Eigenenergie. Aufgrund
ihrer geringen Gruppengeschwindigkeit leisten sie auch bei fiir Elektronen sehr grofien
k-Werten nur einen geringen Energiebeitrag. Fiir Elektronen und Locher ermoglicht dies
Spriinge zu Zustdnden mit umgekehrtem Vorzeichen von k, aber mit fast unverénderter
Energie (Abbildung 3.2 (b)). Solche Spriinge lassen sich gut durch die Kopplung benach-
barter k-Werte wie in Abschnitt 3.1.2.1.2 realisieren. Optische Phononen hingegen haben
bei k = 0 eine verschwindende Gruppengeschwindigkeit, aber eine endliche Eigenenergie
E, 1—o- Daher konnen durch Emission optischer Phononen praktisch nur Spriinge um
die Phononenenergie E, y—¢ realisiert werden (Abbildung 3.2(b)). Soll dieses Verhalten
umgesetzt werden, miissen die erweiterten Sprungterme aus Abschnitt 3.1.2.1.3 verwen-
det werden. Dabei werden die Elemente der Sprungmatrix so gewichtet, dass lediglich
Spriinge mit dem korrekten Energiebetrag moglich sind.
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3.1.5. Beriicksichtigung realer Bandstrukturen

Bei der Herleitung der Halbleiter-Bloch-Gleichungen in Abschnitt 3.1.1 wurde zunéchst
nicht weiter auf die Energie der Quasiteilchen e, /51, €ingegangen. Diese muss im
Allgemeinen aus Ab-Initio Methoden gewonnen werden. In der Ndhe der direkten Band-
liicke ergeben sich jedoch meist anndhernd parabolische Bander. Da sich die fiir die
Licht-Materie-Wechselwirkung relevanten Phinomene meist in diesem Bereich des Wel-
lenvektorraumes abspielen, verwendet man meist die Effektivinassennédherung

h? ]{32

L (3.45)
2meff,e/h,

Ekin,e/h,k, =
Mit einer durch die reale Bandstruktur vorgegebenen effektiven Masse meyy /-

Da die reale Bandstruktur meist mehrere Ubergiinge aufweist, die energetisch in der
Néhe der fundamentalen Bandliicke liegen, miissen auch diese beriicksichtigt werden.
Die Kopplung der einzelnen Ubergiinge an die verschiedenen Polarisationszustéinde wird
dabei durch die Drehimpulserhaltung bestimmt. Um die erlaubten Uberginge und die
damit verbundenen relativen Dipolmatrixelemente zu bestimmen, werden die vorliegen-
den Leitungs- und Valenzbandzustinde mit Hilfe der Clebsch-Gordan-Koeffizienten durch
Spin- und Bahndrehimpulseigenzusténde |, m; > |ms > dargestellt. Nimmt man an, dass
der Elektronenspin erhalten bleibt, sind die erlaubten Ubergiinge dann jene, bei denen
der gesamte Bahndrehimpuls des elektronischen Systems und der absorbierten Phononen
erhalten bleibt.

Zusammenfassend sind die relevanten aus der Bandstruktur zu gewinnenden Parameter
also

e Die relevanten Uberginge von Band \; zu Band Aj und die jeweiligen Bandliicken

Egap,i—j
e Die fundamentalen Dipolmatrixelemente dj und die relativen Matrixelemente

dk)\z.%)\j’p fiir die Polarisation p und die Ubergéinge Ai = A

e Die effektiven Massen m. sy » oder eine entsprechende Beschreibung der Energiedi-
spersion der einzelnen Bander eiip k-

3.1.5.1. Uberginge fiir 2-6 Halbleiter

Teil 2 dieser Arbeit beschéftigt sich mit Nanodrdhten aus den 2-6-Halbleitern ZnO und
CdS in der Wurtzit-Struktur. Diese Materialien sind doppelbrechend, wobei die opti-
sche Achse in z-Richtung entlang des Drahts zeigt. Die optischen Ubergiinge erfolgen
zwischen p-artigen Valenzbéndern und einem s-artigen Leitungsband (Gesamtdrehim-
puls j = ,m; = i%) Die Entartung der drei Valenzbander a (j = %,mj = :I:%),
b(j = %,mj = :I:%) und ¢(j = %, m; = :I:%) wird durch Spin-Bahn-Kopplung und durch
das Kristallfeld aufgehoben|71, 72|. Bei Erhaltung des Bahndrehimpulses erhalten wir
optische Ubergiinge mit Am; = 0 fiir entlang der z-Achse polarisiertes Licht und Uber-
gidnge mit Am; = £1 fiir zirkular in der zy-Ebene polarisiertes Licht. Die Zustinde in
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3. Beschreibung der Licht-Materie-Wechselwirkung
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Abbildung 3.3.: (a): Skizze der relevanten Binder und Uberginge fiir 2-6 Halbleitermate-
rialien mit Wurtzit-Struktur. (b) und (c): Absorptionsspektren von CdS, berechnet mit
den Halbleiter-Bloch-Gleichungen mit den Valenzbidndern a und b (Valenzband ¢ wurde
bei der Rechnung vernachléssigt, da es energetisch weit von der fundamentalen Bandliicke
entfernt ist). In (b) wurde mit transversal zur Kristallachse polarisiertem Licht angeregt,
in (c¢) mit longitudinal zur Kristallachse polarisiertem Licht.

ihrer Darstellung als Linearkombinationen der Spin- und Bahndrehimpulseigenzustinde
sind

1 1 1
j=gmy =5 >=l=0,m=0>|m, =% > (3.46)
fiir das Leitungsband und
.3 3 1
3 1 1 1
j=gm=ag e =Gt =Ty
9 1
+\/;|l=1,mz=0>|ms=i2>
1 1 2 1
j=gm=ag > =Gt =Ty

1 1
— §|l:1,m120>|m32i§>

fiir die Valenzbinder a, b und c. So erhilt man also zwei Ubergiinge fiir z- und y-
polarisiertes Licht mit den relativen Matrixelementen dy zy 1 = 1 X do g 1€y fiir Valenz-
band a. Die Valenzbédnder b und ¢ hingegen koppeln an alle drei Polarisationsrichtungen

mit den Matrixelementen dy ;1 = \/g X dob k€ry, dp 2k = 2\/g X dop i€, fiir das b-

Band und d;}wz,k = \/g X do ¢ k€zy fiir das c-Band. Die Bénder und erlaubten Ubergiinge
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3. Beschreibung der Licht-Materie-Wechselwirkung

sind in Abbildung 3.3(a) skizziert. Abbildung 3.3(b) und (c) zeigen mit den Halbleiter-
Bloch-Gleichungen mit mehreren Béndern berechnete Absorptionsspektren am Beispiel
CdS. Man erkennt deutlich, dass sich im Fall transversal zur Kristallachse polarisierter
Anregung ein zweiter exzitonischer Absorptionspeak bildet, der von dem Ubergang von
Valenzband a zum Leitungsband herriihrt und der deshalb bei longitudinal polarisierter
Anregung nicht zu sehen ist.
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3. Beschreibung der Licht-Materie-Wechselwirkung

3.2. Photoionisierung von Dielektrika

Im letzten Abschnitt wurde die resonante Wechselwirkung von Licht mit einem elektro-
nischen Ubergang im Halbleiter beschrieben. Dort liegt die Photonenenergie des einfal-
lenden Lichts nah an der Ubergangsfrequenz, so dass Elektronen durch Absorption oder
stimulierte Emission von Licht in ein anderes Band wechseln kénnen. Eine andere Si-
tuation liegt bei dielektrischen Materialien vor. Hier liegen die elektronischen Uberginge
energetisch viel hoher als sichtbares Licht, so dass das Material transparent erscheint.
Die Anregung von Elektronen ins Leitungsband ist hier nur durch nichtlineare lonisie-
rungsprozesse|33, 34, 35| moglich. Diese treten nur bei sehr hohen Intensititen auf, wie
sie beispielsweise bei der Fokussierung von Femtosekundenlaserpulsen vorliegen. Dieser
Umstand macht die nichtlineare Ionisierung sehr interessant fiir Anwendungen in der Ma-
terialbearbeitung, da Material durch die starke Nichtlinearitit gezielt nur im Fokus eines
Laserstrahls modifiziert werden kann. Dadurch sind Materialmodifikationen nicht nur an
der Oberfliche, sondern auch innerhalb des Materialvolumens méglich. Fiir geringe Pul-
senergien fithrt das schnelle Schmelzen und Abkiihlen des Materials zu einer homogenen
Anderung des Brechungsindex im Fokusvolumen, was zum Schreiben von Lichtwellenlei-
tern verwendet werden kann [36]. Mit sehr hohen Pulsenergien kénnen Mikroexplosionen
hervorgerufen werden [37, 38]. Als eine weitere Modifikation kénnen doppelbrechende
Strukturen im Material erzeugt werden|39, 40, 41, 42|, die in Kapitel 6 der vorliegenden
Arbeit untersucht werden.

3.2.1. Nichtlineare lonisierungsmechanismen

Die Beschreibung des Bandiibergangs mit Hilfe des Wechselwirkungshamiltonians 3.3
geht davon aus, dass das anregende Feld zwar einen Ubergang von Elektronen zwischen
verschiedenen Zustidnden induziert, dass die Zusténde selbst jedoch nicht signifikant durch
das Feld verindert werden. Mit dieser Annahme erhiilt man pro Ubergang ein effekti-
ves Lorentzmodell mit einem Absorptionsmaximum bei der Energiedifferenz zwischen
Start- und Zielzustand. Dies passt zur einfachen Vorstellung, dass die Energie eines ab-
sorbierten Photons mit der Energie des Bandiibergangs iibereinstimmen muss, damit die
Energieerhaltung beim Absorptionsprozess nicht verletzt wird.

Denkbar ist aber auch eine elementarere Beschreibung, bei der ein auf der Gréfenord-
nung des Atoms homogenes elektrisches Feld als lineares Potential in die Schrédingerglei-
chung fiir das Elektron eingeht. Dieses fiihrt zu einer Modifikation des Gesamtpotentials
wie in Abbildung 3.4(a) skizziert. Dadurch ist das Potential nicht mehr symmetrisch, son-
dern wird in eine Richtung abgeschwécht. Bei hinreichend starker Abschwéichung ist es
nun moglich, dass Elektronen aus urspriinglich gebundenen Zustinden durch die so ent-
standene Potentialbarriere tunneln. Dieser Effekt wird als Tunnelionisierung bezeichnet
und wurde semiklassisch durch Keldysh beschrieben|33, 34]. Die so gewonnene Ionisie-
rungsrate entspricht bei niedrigen Frequenzen genau der Vorstellung der Tunnelionisie-
rung. Bei hohen Frequenzen ergibt sich hingegen eine lonisierungsrate

opI™
Vinpi = Y, — (3.50)

o Po
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3. Beschreibung der Licht-Materie-Wechselwirkung
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Abbildung 3.4.: (a): Initiale Tonisierung durch Mehrphotonenionisierung und Tunnelioni-
sierung. (b): Weitere Prozesse nach der initialen lonisierung: Erhitzung der Leitungsban-
delektronen, Avalanche-Tonisierung und Relaxation zu Exzitonen, Self-Trapped Excitons
(STE), Defektzustinden oder ins Valenzband.

abhéngig von der Intensitét I, die der Vorstellung entspricht, dass die Bandliicke durch die
gleichzeitige Absorption von n Photonen mit dem Ionisierungsquerschnitt o, tiberwunden
wird (Abbildung 3.4(a)). Dabei ist pp die Atomdichte.

Dies ist insofern iiberraschend, dass das Modell rein semiklassisch angelegt ist und so-
mit lediglich elektrische Felder, aber keine Photonen beschreibt. Eine niitzliche Kennzahl
zur Unterscheidung der Regimes dominanter Mehrphotonen- oder Tunnelionisierung ist

der Keldysh-Parameter

V2meWion
eE
Dabei bezeichnet m. die effektive Elektronenmasse, Wj,, die lonisierungsenergie des
Materials und E den Betrag der elektrischen Feldstérke. Im Fall v > 1 dominiert die
Mehrphotonenionisierung, im Fall v < 1 die Tunnelionisierung.

Werden die ins Leitungsband angeregten Elektronen durch das einfallende Feld weiter
beschleunigt beziehungsweise erhitzt, konnen sie ihre Energie wieder an Valenzbandelek-
tronen abgeben und dadurch zur weiteren Tonisierung des Materials beitragen (Abbil-
dung 3.4(b)). Dieser Mechanismus wird als Avalanche-Ionisierung bezeichnet und kann
durch eine Temperatur- und Dichteabhéngige Kollisionsfrequenz |73, 74| oder grundle-
gender durch ein Multi-Ratengleichungsmodell[75, 76] beschrieben werden, bei dem die
verschiedenen Energiezustinde innerhalb des Leitungsbands beriicksichtigt werden. In
dieser Arbeit wurde ein méglichst einfaches Modell verwendet, bei dem lediglich die
Mehrphotonenionisierung beriicksichtigt wird. Allerdings wurden die in Teil 3 vorgestell-
ten Ergebnisse mittlerweilse auch von anderen Autoren unter Verwendung einer komplet-
ten Keldysh-Ionisierungsrate sowie eines Multi-Ratengleichungsmodells bestétigt[77].

Unter der hier verwendeten Annahme einer reinen Mehrphotonenionisierung ergibt sich

v=w (3.51)
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3. Beschreibung der Licht-Materie-Wechselwirkung
die einfache Ratengleichung

o0 = (30— ) v — L= (3.5
fiir die Anregungsdichte p. Dabei wurde zusétzlich eine Rekombination der Ladungstriger
mit der Rate 7,¢. angenommen. Der Faktor (pg — p) sorgt fiir die Einhaltung des Pauli-
Prinzips. Der durch die Absorption bedingte Verlust des elektrischen Feldes soll durch
einen lonisierungsstrom jmm beriicksichtigt werden|73, 74]. Dazu setzt man den En-
ergiegewinn der Elektronen durch die Ionisierung %W = WionVmpi (po — p) mit dem

Verlust des elektrischen Feldes fmpl-E_” gleich und erhélt so

7mpi = (;ZVVionlnlﬁ (pO - P) . (353)

3.2.2. Elektronen im Leitungsband

Elektronen, die ins Leitungsband angeregt wurden, sind frei beweglich und kénnen mit
dem elektrischen Feld wechselwirken. Im einfachsten Fall kénnen sie dann durch die
klassische Drude-Theorie[78| beschrieben werden

0— - €2
T T+ S F 3.54
a7d Vedd + mep (3.54)

Dabei wird angenommen, dass das freie Elektronengas durch das elektrische Feld E
ausgelenkt und durch die Kollisionsrate v, geddmpft wird. Da die Elektronen geladen
sind, dufert sich dies in einer Stromdichte J.

3.2.3. Rekombination und Materialmodifikation

In dieser Arbeit stand die optische Selbstorganisation im Vordergrund und die anschlie-
kende Materialmodifikation wurde nicht modelliert. Da diese Effekte jedoch verantwort-
lich fiir die finale Ausbildung der untersuchten Strukturen und fiir die Vermittlung zwi-
schen einzelnen Laserpulsen sind, sollen sie hier kurz besprochen werden. Nachdem die
Elektronen ionisiert und durch weitere Bestrahlung erhitzt wurden, geben sie ihre Ener-
gie tiber verschiedene Prozesse wieder ans Gitter ab (Abbildung 3.4 (b)). Dadurch kommt
es zu verschiedenen Verdnderungen des Materials. Der kurzlebigste Defekt ist das so ge-
nannte Self-Trapped Exciton (STE). Dabei bilden sich aus freien Elektronen und Lochern
zunichst Exzitonen. Diese wechselwirken mit Gitterschwingungen und kénnen durch ihr
eigenes Deformationsfeld lokalisiert werden|79]. Die Bildung von STEs fiihrt zu einer
kurzlebigen Erhéhung der Absorption.[80] Nach etwa 400fs zerfallen STEs und erzeu-
gen permanente Gitterdefekte, die zu einer Erh6hung der Dichte fithren|81|. Ein weiterer
Effekt, der zur Bildung von Defekten fiihren kann, ist das Herauslosen von Sauerstoff
aus der Glasmatrix aufgrund starker Feldgradienten|82|. Da die Elektronen ihre Energie
bei Rekombination oder Kollisionen ans Gitter abgeben, kann es auch zu mechanischen
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3. Beschreibung der Licht-Materie-Wechselwirkung

Verdnderungen durch Hitzeeinwirkung kommen[83]. Durch die verschiedenen Material-
modifikationen kommt es zu einer dauerhaften Verdnderung der optischen Eigenschaften
in den Bereichen hoher Intensitit. Experimentell wurde speziell eine Erhéhung des IToni-
sierungsquerschnitts festgestellt[84]. Ein solches Materialgedéchtnis fiihrt zu einer positi-
ven Riickkopplung, so dass bereits bestehende Strukturen bei fortgesetzter Bestrahlung
weiter ausgebildet werden. Dies ist besonders bei der Bildung von Nanogittern rele-

vant, da sich diese erst iiber die Bestrahlung mit einer grofsen Anzahl von Laserpulsen
herausbilden|85, 80].
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4. Lasing in Halbleiter-Nanodrahten

4.1. Einleitung

Ein einfacher Halbleiter-Nanodraht enthilt bereits alle notwendigen Komponenten eines
Lasersystems|19]. Durch optisches oder elektrisches Pumpen kann das Halbleitermaterial
des Drahts angeregt werden und liefert dann die bendtigte optische Verstdrkung. Die
Nanodrahtgeometrie fithrt zu einem transversalen Einschluss des Lichtes in den gefiihr-
ten Wellenleitermoden. Einen longitudinalen Einschluss des Lichts erhélt man schliefslich
durch die reflektierenden Endfacetten des Drahtes und die Ausbildung von Fabry-Pérot-
Moden. Um eventuelle Anwendungen lasender Nanodrihte zu ermdglichen, ist also das
Verstéindnis mehrerer Aspekte notwendig. Fiir eine optimale Einkopplung in optische
Wellenleiter muss das transversale Profil der emittierten Laserstrahlung bekannt sein
und zeitlich moglichst konstant gehalten werden. Wiinschenswert wére also die Emission
in einer einzelnen Transversalmode, vorzugsweise der Grundmode, da diese optimal an die
Grundmode von Wellenleitern gekoppelt werden kann. Fiir die Verwendung als Modulator
in der Dateniibertragung sind hingegen die Zeitdynamik und die spektralen Eigenschaf-
ten der emittierten Strahlung relevant. Diese sind durch das Verstarkungsprofil und die
Zeitdynamik des verstdrkenden Mediums sowie durch die longitudinalen Resonatormo-
den und deren Wechselwirkung iiber die Nichtlinearitdt des Mediums gegeben. Aufgrund
der geringen Abmessungen und schnellen Anschaltzeiten von Nanodraht-Lasern ist der
experimentelle Zugang schwierig und oft nur indirekt moglich. Wahrend umfassende In-
formationen beispielsweise aus Fernfeldmessungen der Endfacettenemission[86, 87|, aus
Doppelpump-Experimenten|87, 88, 21] oder aus zeitaufgelosten u-PL-Messungen|25] ge-
wonnen werden konnten, sind Simulationen und theoretische Untersuchungen fiir die kor-
rekte Interpretation experimenteller Ergebnisse und fiir die Optimierung von Nanodraht-
Lasern unerlésslich.

Diese Arbeit beschéftigt sich vor allem mit ZnO- und CdS-Nanodrahten, da diese auf-
grund ihrer starken optischen Verstdrkung, des hohen Brechungsindex und ihrer hohen
Materialqualitit attraktive Materialsysteme fiir die Implementierung von Nanodrahtlas-
ern darstellen, die auch experimentell bereits ausfiihrlich untersucht wurden[86, 89, 25,
88, 87, 90, 21].

In diesem Kapitel untersuchen wir zunéchst die statischen Figenschaften der Wellen-
leitermoden. Uber den sogenannten Confinement-Faktor[91] kann das Verhiltnis zwi-
schen der reinen Materialverstdrkung und der durch die Wellenleitergeometrie bedingten
Verstarkung angegeben werden. Dadurch kann die Verstdrkung pro Umlauf im Reso-
nator abgeschétzt werden. Die Verluste einer Mode sind hingegen hauptséchlich durch
die Endfacettenreflektivitat gegeben. Diese weicht geometrisch bedingt ebenfalls von der
rein materialbedingten Reflektivitit an einer ebenen Grenzfliche ab. Diese Eigenschaften
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4. Lasing in Halbleiter-Nanodrahten

werden durch quasistatische FDTD-Simulationen bestimmt. Mit Hilfe der so gewonne-
nen Informationen kann die dominante Lasingmode abgeschitzt und mit experimentellen
Messungen verglichen werden.

Im zweiten Teil werden dynamische Simulationen des Anschwingvorgangs und der Mo-
denselektion in Halbleiter-Nanodriéhten auf Basis eines an die Halbleiter-Bloch-Gleichungen
gekoppelten FDTD-Modells diskutiert. Dieses erlaubt die Verifikation der aus den stati-
schen Modeneigenschaften gewonnenen Abschitzungen und gibt einen ersten Einblick in
die zeitliche Dynamik des Lasingvorgangs.

Um die Simulationen zeitlich auf den gesamten Lasingvorgang ausdehnen zu kénnen
wird im dritten Teil die numerisch effizientere Coupled Mode Theory verwendet und
ebenfalls an eine dynamische Beschreibung des Halbleiters gekoppelt. So konnten aus
Experimenten bekannte Eigenschaften des Halbleiter wie die Laserschwelle und die an-
regungsabhingige Anschwingzeit reproduziert werden. Zum Schluss des Kapitels folgen
einige Untersuchungen zu Doppelpumpexperimenten|87, 88, 21| an Nanodraht-Lasern.
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Abbildung 4.1.: Absorptionsquerschnitt fiir CdS-Nanodrdhte (n = 2.5 + 0.47), die mit
senkrecht(rot) oder parallel(blau) zur Drahtachse polarsiertem Licht angeregt wurden.
Die durch Kreise markierten Datenpunkte stammen aus FDTD-Simulationen, bei denen
die Dréhte auf einem Glassubstrat (n = 1.4) ruhen. Die durchgezogenen Linien beschrei-
ben frei schwebende Drihte und wurden analytisch mit der Mie-Theorie fiir Zylinder
berechnet. Die eingesetzten Grafiken zeigen die mit der FDTD-Methode berechneten
ortsaufgelosten Absorptionswerte fiir Nanodridhte im Fall eines typischen diinnen oder
dicken Drahtes. Die farbliche Umrandung der Grafiken entspricht wie bei den Absorpti-
onsquerschnitten der Anregung mit senkrecht oder parallel zur Drahtachse polarisiertem
Licht.

4.2. Statische Eigenschaften

4.2.1. Absorption der Pumpstrahlung

Bei den meisten experimentell realisierten Implementierungen des Nanodraht-Laserkon-
zepts handelt es sich um optisch gepumpte Laser[19]. In diesem Fall wird der Nano-
draht mit einer senkrecht zur Léngsachse einfallenden Quelle bestrahlt. Diese wird am
Draht gestreut und innerhalb des Drahts absorbiert. Experimentelle Untersuchungen an
CdS-Nanodréihten haben gezeigt, dass die so erzielte Ausgangleistung des Lasers eine
signifikante Abhéngigkeit von der Anregungspolarisation aufweist. Es wurde beobachtet,
dass langs der Drahtachse polarisierte Pumpstrahlung zu einer héheren Ausgangsleis-
tung fithrt als senkrecht zur Drahtachse polarisiertes Licht. Da die von verschiedenen
Feldkomponenten angeregte Interbandpolarisation jeweils gemeinsam an die gleiche Elek-
tronenpopulation koppelt und es zudem zu einer Relaxation zwischen den verschiedenen
Valenzbdndern kommt, enthélt die Verstdrkung der Lasermoden kaum Informationen
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4. Lasing in Halbleiter-Nanodrahten

iiber die urspriingliche Anregungspolarisation. Die Ausgangsleistung wird also nur von
der Effizienz der Absorption des Pumplichts bestimmt. Diese kann im Fall eines frei
schwebenden Drahts mit Hilfe der analytischen Mie-Theorie fiir dielektrische Zylinder
bestimmt werden[92]. Ruht der Draht auf einem Substrat, ist dies Aufgrund der Bre-
chung der Zylindersymmetrie nicht mehr moglich. Stattdessen kann der Absorptions-
querschnitt aber mit der FDTD-Methode berechnet werden. In beiden Féllen kann das
Halbleitermaterial durch einen konstanten komplexen Brechungsindex n = 2.5 + 0.4i[93]
beschrieben werden, da sich die Anregung bei einer Wellenléinge von A = 355nm weit
oberhalb der Bandliicke befindet, wo die in der Nihe der Bandliicke signifikante Doppel-
brechung und Dispersion keine signifikante Rolle spielt. Durch die Simulation ldsst sich
leicht verifizieren, dass die Absorption bei fiir das Lasing relevanten Drahtdurchmessern
fiir longitudinal polarisierte Anregung signifikant héher ausfallt als bei transversal polari-
sierter Anregung (Abbildung 4.1). Erst fiir sehr geringe Durchmesser wird die transversal
polarisierte Anregungsstrahlung effizienter absorbiert. Lasing in CdS-Nanodréhten wurde
experimentell ausschlieklich fiir Durchmesser iiber d,;, = 160 nm beobachtet[89].

4.2.2. Modeneigenschaften

Da sich der Realteil des Brechungsindex eines Nanodrahtlasers bei der Anregung nur
leicht verdndert, werden die Eigenschaften zu einem grofen Teil von den Moden des
unangeregten Drahts bestimmt. Da der Draht einem Fabry-Pérot-Resonator entspricht,
héngt die spektrale Position der Lasermoden hauptsichlich von dessen Léinge ab. Die
Qualitit dieser Moden wird allerdings stirker durch die transversalen Wellenleitermoden
des Drahts vorgegeben, da diese sowohl die Effizienz der Wechselwirkung mit dem Mate-
rial als auch die Verluste bei der Reflexion an den Endfacetten des Drahts festlegen. Wie
in den Kapiteln 2.2 und 4.4 beschrieben wird, konnen die Moden des Drahts auch als
Ausgangspunkt fiir ein dynamisches Modell des Lasers dienen. Abbildung 4.2 zeigt die
Intensitédtsprofile und die Polarisation der niedrigsten sechs Moden fiir einen typischen
multimodigen CdS-Nanodrahtlaser mit dem Radius » = 250 nm auf einem Quarzglassub-
strat, berechnet mit dem Modesolver aus der Lumerical FDTD Solutions Software. Wie
man deutlich erkennen kann, sind die Moden bis auf sehr kleine Abweichungen identisch
mit denen eines frei schwebenden Zylinders. Dies ist zu erwarten, da das Substrat einen
weit geringeren Brechungsindex(n = 1.4) als der Nanodraht (n = 2.76) [94] aufweist.

Da die Moden auch auferhalb des Drahts endliche Feldstirken aufweisen und inner-
halb des Drahts rdumlich stark variieren, erfihrt eine Mode eine von ihrem Profil und
damit von der Geometrie des Drahtes abhéngige Verstirkung, die sich von der rein ma-
terialabhdngigen Verstirkung einer ebenen Welle im Materialvolumen unterscheidet. Die
Modenverstarkung kann dann als Produkt aus der reinen Materialverstirkung a = & (n)
und einem strukturabhéngigen Faktor geschrieben werden. Diesen bezeichnet man als
Confinement-Faktor I'[91, 19]. Er lisst sich berechnen, indem man die Zunahme der in
der Mode gefiihrten Leistung d];—iz) bei der Ausbreitung entlang der Drahtachse z mit
der wie oben zusammengesetzten Modenverstdrkung gleichsetzt

dP (z)

0 = FaP (z). (4.1)
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Abbildung 4.2.: Die niedrigsten sechs Moden eines CdS-Nanodrahts (schwarze Umran-
dung) mit dem Radius r = 250 nm auf einem Quarzglassubstrat. Die Intensitét ist farblich
dargestellt. Die Polarisation der Moden ist durch Pfeile gekennzeichnet.

Daraus ergibt sich als Ausdruck fiir den Confinement-Faktor der Mode m|91]

r cVe

m prm—
ZTFPO,m wire

|Ern|?dA (4.2)

mit dem iiber die komplette Querschnittsflache A integrierten, entlang des Drahts pro-
pagierenden Poynting-Vektor S, der Mode

Pom = ;/RQ (S + S) ad. (4.3)

Abbildung 4.3(a) zeigt den durchmesserabhéngigen Confinement-Faktor der sechs Mo-
den niedrigster Ordnung fiir einen CdS-Nanodraht. Der Confinement-Faktor entspricht
im Grenzfall eines schwachen Wellenleiters dem einfachen Verhéltnis aus der innerhalb
des Drahts gefiihrten zur auferhalb des Drahts gefiihrten Leistung. Daher konvergiert er
fiir grofse Drahtdurchmesser gegen 1. Fiir diinne Dréhte und einen hohen Indexkontrast
weicht der Confinement-Faktor jedoch von diesem intuitiven Ausdruck ab und kann auch
grofer als 1 werden. Dies bedeutet aber lediglich, dass die von der Mode im Draht erfah-
rene Verstarkung grofer ist als die einer ebenen Welle im Materialvolumen. Dieser Effekt
tritt vor allem in der Nihe des Cutoff-Radius der jeweiligen Mode auf. In diesem Bereich
erhoht sich einerseits der Anteil der aufserhalb des Drahts propagierenden Feldanteile,
was prinzipiell zu einer Abschwichung der Verstirkung fiihrt. Gleichzeitig erhéht sich
aber auch der transversale Einschluss des im Draht propagierenden Feldes, was zu einer
erh6hten Verstarkung fiihrt. Erst beim Cutoff-Radius wird die Mode nicht mehr im Draht
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Abbildung 4.3.: Modeneigenschaften eines CdS-Nanodrahts auf einem Glassubstrat. (a):
Confinement-Faktor I" der sechs niedrigsten Moden fiir verschiedene Radien. (b): Reflek-
tivitdtsmatrix fiir einen Nanodraht mit Durchmesser d = 140nm. Die Farbmatrix I%mn
zeigt den Anteil jeder der sechs niedrigsten Moden n am von der Endfacette reflektier-
ten Licht bei Einstrahlung mit allen anderen der dargestellten Moden m. In der letzten
Spalte ist der verbleibende Anteil dargestellt, der einer Reflektion in héhere, hier nicht
betrachtete Moden entspricht. Die Spur zeigt den in die urspriingliche Mode zuriickre-
flektierten Anteil. Die absolute Reflektivitdt jeder Mode in sich selbst ist an der linken
Seite des Plots als Zahlenwert aufgefiihrt.

gefithrt und der nachteilige Effekt dominiert, so dass der Confinement-Faktor fiir noch
kleiner Radien rapide abféllt.

Fiir die in [89] experimentell untersuchten Nanodriihte beobachtet man einen Ubergang
von der spontanen zur Lasingemission bei einem Durchmesser von etwa 170 nm — 180 nm.
Dies entspricht in etwa dem Cutoff-Radius der TE01-Mode in Abbildung 4.3(a). Daher
kann eine Berechnung des Confinement-Faktors in Zusammenhang mit experimentellen
Daten auch Hinweise auf die dominante Lasingmode liefern, bei der es sich hier offenbar
um die TF01-Mode handelt. Ab einem Radius von etwa r = 110nm weisen die beiden
H E21-Moden einen héheren Confinement-Faktor auf.

Neben der modalen Verstidrkung treten jedoch auch modenabhéngige Verluste auf. In
einem idealen Nanodraht mit einem z-invarianten Querschnitt findet dies lediglich bei
Reflektion an den Endfacetten statt. Diese ist also ein weiterer essentieller Faktor zur
Einschdtzung der Qualitdt der Lasermoden eines Nanodrahts. Die Reflektivitdt an der
Endfacette eines Nanodrahts weicht im Allgemeinen von der Reflektivitdt einer ebenen
Welle an einer ebenen Grenzfliche ab und muss mit Hilfe eines numerischen Verfahrens
wie der FDTD-Methode bestimmt werden. Dazu wird die Geometrie eines abgeschnitte-
nen Nanodrahts simuliert. In dieser wird gezielt eine einzelne Mode angeregt, so dass sie
in Richtung der Endfacette propagiert. Die von der Endfacette zuriickreflektierten Felder
E und H kénnen dann untersucht werden. Dabei ist zu beachten, dass bei der Reflekti-
on der Mode m prinzipiell auch andere Moden n angeregt werden kénnen. Man zerlegt
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daher die von der Endfacette riickwérts propagierenden Felder in die Komponenten der
verschiedenen Moden, so dass gilt

Erefl,m = Z am,nEn (44)
n

ﬁrefl,m = me,nﬁn (45)
n

Die Koeffizienten a,, und b, kénnen durch die Uberlappintegrale[30]

. fRQ Erefl,m X ﬁ;dg

a = = -, 4.6
T [ En x HidA 40
E,x H ;, dA
b:nn _ fRQ ”_‘ re_‘fl,m_‘ (47)
’ Jg2 En x H}dA
berechnet werden. Dadurch erhélt man den Anteil oy, ,, der Mode n [65]
R (@0 = bn)” (amn +brun) Pon) 49

Om,n =
’ §R(F)refl)

an der reflektierten Leistung Prcf,m[65, 30]. Der Reflektionskoeffizient der eingestrahlten

L . P,.
Mode ergibt sich dann aus R, = 0m.m ;;sz,m_
,m

Abbildung 4.3(b) zeigt eine auf diese Weise berechnete Reflektivitdtsmatrix fiir einen
CdS-Nanodraht. Die eingestrahlten Moden werden durch die entsprechende Reihe, die
jeweiligen Modenkomponenten des zuriickgestreuten Feldes durch die Spalte der Matrix
definiert. Wie erwartet sind die zahlenméfig gréfiten Eintrdge in der Spur der Matrix
zu finden. Die Moden streuen also hauptséchlich in sich selbst zuriick. Es gibt aber
auch nicht-diagonale Eintrige, die eine Kopplung an jeweils andere Moden erlauben. Die
absolute Reflektivitéit jeder Mode ist an der linken Seite der Matrix angegeben. Wie man
sieht weist die T E01-Mode die stirkste Reflektivitit auf. Dieser Befund deckt sich sehr
gut mit den bereits beschriebenen experimentellen Ergebnissen, welche auf die T E01-
Mode als dominante Lasingmode hindeuten.

Es ist also bereits durch Kenntnis der statischen Modeneigenschaften moglich, einige
experimentelle Befunde zu erkldren und gewisse Aussagen tiber das Lasingverhalten von
Nanodrahtmoden zu treffen.
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4. Lasing in Halbleiter-Nanodrahten

4.3. Anschwingvorgange im Multimode-Draht

Lasing ist ein stark nichtlinearer Prozess, bei dem verschiedene Moden um die optimale
Ausnutzung der Verstirkung im Material konkurrieren. Aufserdem #ndern sich die opti-
schen Eigenschaften des Materials wihrend des Pumpvorgangs und wahrend des durch
die stimulierte Emission bedingten Ladungstrigerabbaus stark. Um dieses dynamische
Verhalten zu beschreiben, reicht die Kenntnis der statischen Modeneigenschaften nicht
mehr aus. Stattdessen miissen dynamische Modelle herangezogen werden. Zu diesem
Zweck wurde das auf den Halbleiter-Bloch-Gleichungen basierende Materialmodell aus
Kapitel 3.1 an ein FDTD-Modell zur Simulation der Maxwellgleichungen gekoppelt[95].
Diese Vorgehensweise erlaubt die korrekte Simulation der Materialeigenschaften iiber das
gesamte Anregungsspektrum vom exzitonischen bis zum Lasingbereich.

4.3.1. Halbleiter-Nanodraht

Wir betrachten jetzt das Anschwingverhalten eines optisch gepumpten CdS-Nanodraht-
lasers. Dazu simulieren wir einen Nanodraht der Lange | = 7.5um mit einem Durchmesser
von d = 250 nm, der entlang der z-Achse auf einem Quarzglassubstrat ausgerichtet ist.
Der Nanodraht wird von oben (aus der negativen z-Richtung) mit einer y-polarisierten
ebenen Welle mit einem sech-formigen zeitlichen Profil angeregt (Abbildung 4.4(a) und
(d) ). Der Anregungspuls hat eine Mittenwellenlange von Ao = 500 nm leicht oberhalb
der Bandliicke des Halbleitermaterials und eine Dauer von w; = 100fs. Die Abbildun-
gen 4.4 (e)-(g) zeigen die Feldverteilung in einem Querschnitt des Nanodrahts nach dem
Pumpvorgang. Die lokale Struktur der Polarisation zeigt, dass das transversale Feldpro-
fil hauptséchlich durch die azimuthal polarisierte TEO1-Mode gepréigt wird. Simultan
existiert aber auch ein starker durch die Grundmode bestimmter Anteil, der zu einem
zweigeteilten Muster in Abbildung 4.4(f) fithrt.

Abbildung 4.4(b) zeigt die raumliche und zeitliche Entwicklung der Feldverteilung
entlang der Drahtachse z nach dem Pumpvorgang. Man beobachtet ein starkes Anstei-
gen der Feldstirken mit einem Maximum bei etwa ¢t = 1.4 ps nach dem Maximum des
Anregungspulses. Bis zu diesem Zeitpunkt ist die rdumliche Feldverteilung zeitlich fast
konstant, was auf die Dominanz einer einzelnen Mode hindeutet. Danach bildet sich ein
zeitabhéngiges Feldprofil entlang des Drahts aus, bei dem einige kurze Pulse zwischen
den Endfacetten umlaufen. Die rdumlich stark inhomogene Struktur des umlaufenden
Feldes ist ebenfalls deutlich in einem Langsschnitt des Nanodrahts in Teil (c¢) der Ab-
bildung zu sehen. Spektral entspricht dieses Verhalten einer Verbreiterung auf mehrere
gleichzeitig lasende Longitudinalmoden. Diese Vermutung lasst sich durch eine weitere
Analyse der Moden und deren zeitlicher Dynamik {iberpriifen. Diese ist in Abbildung 4.5
dargestellt. Neben der Laseremission ist hier auch die Anregung bei etwa 2.5eV zu sehen.
Zum Lasing tragen prinzipiell mehrere Longitudinalmoden bei, die sich spektral in der
Region der maximalen Verstiarkung leicht unterhalb der Bandliicke befinden (Abbildung
4.5(c)). Die Fenster-Fouriertransformation in Teil (b) zeigt, dass das Lasing anfanglich
von einer einzelnen Longitudinalmode bei etwa 2.355 ¢V dominiert wird, die Aufgrund der
starken Inversion des Halbleitermaterials exponentiell verstirkt wird. Dadurch kommt es
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Abbildung 4.4.: Réumliche und zeitliche Dynamik der Felder in einem Halbleiter-
Nanodraht simuliert mit den Halbleiter-Bloch-Gleichungen. (a),(d): Felder in einem
Langsschnitt durch den Draht wihrend des Pumppulses und wihrend des Lasingvor-
gangs. (b): |E|? gemittelt iiber den Querschnitt des Drahts abhingig von der longitudi-
nalen Position z und der Zeit t. (d)-(g) Feldintensitit fiir ein festes z zu verschiedenen
Zeitpunkten. Die Polarisation ist durch Pfeile angegeben.

zu einem schnellen Abbau der Inversion (Abbildung 4.5 (a) und (c)) in dem von dieser
Mode betroffenen Bereich des elektronischen Blochwellenvektors. Da das Nachrelaxieren
von Ladungstrigern aus hoher gelegenen k-Bereichen vergleichsweise langsam ablduft,
wird die Lasingemission zu diesem Zeitpunkt schwicher und verbreitert sich auf weitere
Longitudinalmoden. So kann auf Bereiche des Wellenvektorraumes zugegriffen werden,
in denen die Inversion noch nicht abgebaut wurde.

4.3.2. Vergleich mit einem Zweiniveau-Laser

Aufgrund des sehr hohen numerischen Aufwands einer Simulation der Halbleiter-Bloch-
Gleichungen an jedem Raumpunkt eines FDTD-Gitters wére es interessant, auf abge-
riistete Materialmodelle auszuweichen. Tatséchlich sind einige der beobachteten Effekte
nicht durch das Halbleitermaterial, sondern durch die Geometrie des Nanodrahts und
seine optische Modenstruktur bedingt. Andere Effekte wie das Ausweichen auf andere
Moden und das daraus resultierende lang anhaltende Lasing nach dem anfangs schnellen
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Abbildung 4.5.: Zeitliche Dynamik fiir einen CdS-Nanodraht-Laser simuliert mit den
Halbleiter-Bloch-Gleichungen (a-d) und mit einem angeniherten Zweiniveausystem(e-g).
(a) und (e) zeigen die zeitlichen Verldufe der Anregungsdichte und der Intensitat. (b) und
(f) zeigen zeitabhingige Spektren aus einer Fenster-Fouriertransformation. (a) und (g)
zeigen Absorptionsspektren fiir eine niedrige Anregungsdichte und fiir das Lasingregime
in (a) und ebenfalls fiir das Lasingregime bei den kompletten Gleichungen und dem
angepassten Zweiniveausystem in (g). In (d) ist zusétzlich das Emissionsspektrum des
Lasers eingezeichnet.

Anstieg basieren auf den elektronischen Eigenschaften des Halbleiters. Wir betrachten
daher einen vergleichbaren Nanodraht-Laser, bei dem das Material durch ein einfaches
Zweiniveausystem beschrieben wird (Abbildung 4.5(e-g)). Damit alle Transversalmoden
an das Material ankoppeln kénnen, wéhlen wir drei Materialpolarisationen ¥, /., die
jeweils mit identischen Dipolmatrixelementen d, = dy = d, = d an die Feldkomponenten
E,,y/. ankoppeln (Skizze in Abbildung 4.5). Um eine hinreichend grofe Verstérkung zu
erreichen, wird die Anregungsdichte zu Beginn der Simulation mit ne = n, = 0.8 initiali-
siert. Die Verbreiterung + und das Dipolmatrixelement d des Zweiniveausystems (rot in
Abbildung 4.5(g)) werden so gewahlt, dass ein &hnliches Verstarkungsprofil wie bei dem
stark angeregten Halbleitermaterial erreicht wird (blau in Abbildung 4.5 (g)).

Wie bereits vermutet, weicht die Dynamik dieses Lasers stark von der des zuvor be-
trachteten Halbleiterlasers ab, obwohl das Verstdrkungsprofil zu Beginn der Simulation
fast identisch ist. Die langsame Emission nach dem anfiinglich schnellen Anstieg ist hier
nicht zu beobachten. Man erhélt stattdessen ein eher symmetrisches zeitliches Emissions-
profil (Abbildung 4.5 (e)). Abbildung 4.5 (f) zeigt das zeitliche Verhalten der einzelnen
Lasermoden. Da sich die Form des Verstarkungsprofils bei einem Zweiniveausystem beim
Abbau der Ladungstriger nicht verdndert, sondern lediglich abgeschwicht wird oder sein
Vorzeichen dndert, bleibt die relative Stirke der einzelnen Moden wihrend des gesamten
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Abbildung 4.6.: Feldprofile in Nanodridhten verschiedener Geometrie. (a,b): Einmodi-
ger Nanodraht mit dem Durchmesser d = 140nm. (c,d): Multimodiger Draht mit dem
Durchmesser d = 220 nm. (e,f) optimierter konischer Draht mit dem minimalen Durch-
messer dp,;;, = 120nm und dem maximalen Durchmesser d,,q,; = 220nm. In den Bildern
(b,d,f) sind Querschnitte des Drahts abgebildet. Die Polarisation wird durch die Pfeile
angegeben. Alle gezeigten Drihte haben eine Linge von [ = 9um und wurden mit einer
Anregungsdichte von n. = 3 x 10" cm~3 vorinitialisiert.

Emissionsprozesses erhalten. Sobald die Laserschwelle fiir die dominante Mode unter-
schritten wird, bricht das Lasing fiir alle Moden zusammen.

4.3.3. Modenselektion und konische Drihte

Wie wir bereits in den Abschnitten 4.2.2 und 4.3.1 gesehen haben, beginnen Nanodréhte
ab einer bestimmten Dicke (bei CdS etwa d = 170nm — 180nm) mehrere transversale
Moden zu fithren. Aufgrund des etwas héheren Confinement-Faktors und vor allem Auf-
grund der hoheren Endfacettenreflektivitidt wird das Lasing dann von der TE01-Mode
dominiert. Da auch fiir die Grundmode die Laserschwelle iiberschritten ist, findet sich
in den transversalen Feldprofilen auch ein signifikanter Anteil dieser Mode. Die inkohé-
rente Uberlagerung dieser beiden Moden fiihrt zu einem riumlich und zeitlich schwan-
kenden transversalen Feldprofil. Um die rdumliche Kohérenz des emittierten Lichts zu
erh6hen und das Einkoppeln in photonische Wellenleiter zu erleichtern, ist es hingegen
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wiinschenswert in nur einer Transversalmode zu lasen. Dies ldsst sich prinzipiell am ein-
fachsten durch die Verwendung diinnerer, einmodiger Drahte erreichen. Dies ist moglich
wenn die bei der Herstellung erreichten Strukturqualitdten und die Materialverstiarkung
hinreichend gro# sind.

Leider ist die zu erwartende Ausgangsleistung bei einem einmodigen Draht geringer
als bei einem dickeren Draht, da die T'E01-Mode giinstigere Eigenschaften aufweist als
die Grundmode und weil ein groferes Materialvolumen zur Emission beitrigt. Um die
Vorziige eines uniformen und technisch giinstigen Emissionsprofils mit der erhohten Aus-
gangsleistung des dicken Drahts zu kombinieren, ist die Verwendung eines konischen
Drahts naheliegend. Tatsdchlich liegen gewachsene Nanodrihte meist in leicht konischer
Form vor, so dass dazu lediglich optimale Dréhte ausgewéhlt werden miissen. Um die-
se Option zu demonstrieren wurde zusétzlich zu einem einmodigen und einem dickeren
Draht noch ein konischer Draht mit den Start- und Enddurchmessern d,,;, = 120 nm und
dmaz = 220 nm simuliert (Abbildung 4.6 (e,f)). Der Drahtdurchmesser am dickeren Ende
liegt dabei deutlich im multimodigen Bereich, der minimale Durchmesser hingegen liegt
sogar fiir die Grundmode im Cutoff-Bereich. Tatséchlich wirkt die konische Geometrie als
Modenfilter und wir beobachten ein Feldprofil, das fast ausschlieflich von der Grundmode
beherrscht wird. Ein Vergleich der emittierten Leistung bei den drei simulierten Draht-
geometrien zeigt, dass der konische Draht 90% der Leistung des dicken Drahts emittiert,
wihrend der diinne Draht lediglich 70% der Ausgangsleistung emittiert. Dabei wurde fiir
jede Geometrie iiber mehrere Realisierungen der in die spontane Emission eingehenden
Zufallszahlen gemittelt, um statistische Schwankungen auszuschliefsen.
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4.4. Zeitliche Dynamik auf langeren Zeitskalen

Im letzten Kapitel wurde die FDTD-Methode verwendet, um die longitudinalen Laser-
moden und die Auswahl transversaler Moden in Nanodrahtlasern verschiedener Geome-
trie zu untersuchen. Dabei konnte auch die initiale Laserdynamik fiir einzelne Dréhte
untersucht werden. Bereits die Bestimmung einfacher Kenngrofen wie einer leistungs-
abhangigen Laserkurve erfordert jedoch die Simulation mehrerer Lasingvorginge mit
verschiedenen Parametern iiber den kompletten Zeitraum von der Anregung bis zum
Abklingen der stimulierten Emission. In diesem Kapitel soll daher ein an die Nanodraht-
geometrie angepasstes effizienteres Modell entwickelt und damit die Laserdynamik auf
langeren Zeitskalen untersucht werden.

4.4.1. CMT-Verfahren fiir Halbleiter-Nanodrihte

Die FDTD-Methode ist bereits fiir sich betrachtet numerisch sehr aufwéndig. Werden
zusétzlich an jedem Raumpunkt die Halbleiter-Bloch-Gleichungen geldst, steigt der Re-
chenaufwand noch einmal betridchtlich. Im Fall der Nanodrahtgeometrien aus Kapitel
4.3 wurden beispielsweise 24h Rechenzeit auf 64 Knoten des lima-Clusters des regionalen
Rechenzentrums in Erlangen zur Simulation des Lasingvorgangs wahrend lediglich 4 ps
bendtigt. Daher konnten dort nur die Anschwingvorgénge der Nanodrahtlaser untersucht
werden. Mit dem Coupled Mode Theory -Verfahren (CMT) aus Kapitel 2.2 muss hinge-
gen lediglich das Innere des Nanodrahts erfasst werden. Auflerdem kann die transversale
Diskretisierung erheblich reduziert werden. Im Extremfall ist sogar die Reduktion auf
einen einzelnen transversalen Punkt und somit auf ein eindimensionales Problem mog-
lich. Die zeitliche Diskretisierung ist dann durch den Zeitschritt 2.31 vorgegeben. Dies
gilt jedoch nur fiir die Ausbreitungsgleichungen und nicht fiir das Materialmodell. Eine
weitere Ersparnis ist also méglich, wenn die Materialgleichungen nicht mehr auf dem glei-
chen zeitlichen Gitter diskretisiert werden wie die Ausbreitungsgleichungen, sondern nur
noch alle Ny, Schritte berechnet werden. Die fehlenden Werte miissen dann durch linea-
re Interpolation angendhert werden. Die so erzielte zusdtzliche Einsparung ist erheblich,
da die Halbleiter-Bloch-Gleichungen den gréfiten Teil des Rechenaufwands ausmachen.
Aus diesen Griinden wurde eine Implementierung der CMT-Methode reahslert wel-
che die Halbleiter-Bloch-Gleichungen zur Berechnung der Materialterme P und J ver-
wendet. Obwohl dieses Verfahren einen sehr viel geringeren Aufwand als die direkte
Diskretisierung der Maxwellgleichungen mit sich bringt, kann die Effizienz auch hier
durch Parallelisierung weiter gesteigert werden, Der Kommunikationsaufwand ist dabei
erheblich geringer als in Abschnitt 2.1.5, da zwischen zwei benachbarten Knoten lediglich
die Amplituden [ﬂ,ﬁl]?]‘rl nach vorne (positive z-Richtung) und die Amplituden [ﬁ;l]?
nach hinten weitergegeben werden miissen. Die lmplementierung erfolgte in der Pro-
grammiersprache C++[51] und verwendet das MPI-Protokoll|61] zur Parallelisierung.

4.4.1.1. Vergleich mit dem FDTD-Verfahren

Um die Eignung der gekoppelten Modenberechnung fiir die Simulation von Halbleiter-
Nanodréhten zu iiberpriifen, bietet sich der Vergleich mit der FDTD-Methode an (Ab-
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bildung 4.7). Wir betrachten einen Nanolaser der Linge [ = 8um, der zu Beginn der
Simulation bereits stark angeregt ist. Die spontane Emission, die erhebliche statistische
Schwankungen hervorrufen kann, wird bei der Simulation ausgeschaltet um eine bes-
sere Vergleichbarkeit zu gewéahrleisten. Stattdessen wird der Lasingvorgang mit einem
schwachen Saatpuls gestartet. In der CMT-Simulation wird dazu eine der Modenam-
plituden mit einem zeitlich variierenden Profil angeregt. Die gleiche Mode muss dann
durch Verwendung einer Quelle mit dem entsprechenden transversalen Feldprofil auch
in der FDTD-Rechnung angeregt werden. Im Allgemeinen ist es jedoch schwierig, eine
reine Transversalmode anzuregen. Einfacher wird dies durch Verwendung eines diinnen
Nanodrahts mit einem Radius von » = 80nm, der bei der verwendeten Mittenwellenlan-
ge von A = 512nm lediglich die zweifach entartete Grundmode fiihrt. Die Beimischung
anderer Moden durch eine fehlerhafte Anregung ist dadurch ausgeschlossen. Die Grup-
pengeschwindigkeit v, = 7.72 X 107% und die Propagationskonstante Sy = 22'28,%1
der Mode wurden zuvor mit dem bereits in Abschnitt 4.2.2 verwendeten kommerziellen
Modesolver bestimmt. Die Reflektivitdtsmatrix der Endfacetten

0.51 0.02
k= ( 0.02 0.51 > (4.9)

wurde mit der FDTD-Methode berechnet|65]. Dabei beschreiben die Diagonalelemente
die Reflektivitdt der jeweils x- oder y-polarisierten Grundmode in sich selbst, wihrend
die Auferdiagonalelemente die Riickstreuung in die Grundmode mit um 90° gedreh-
ter Polarisation darstellen. Um die Modeneigenschaften zu bestimmen, wurde der Bre-
chungsindex n = 2.81 von CdS ohne die elektronischen Beitridge verwendet. In einem
rotationssymmetrischen Draht sollte prinzipiell keine Streuung aus einer Polarisations-
richtung in die andere auftreten, bei den Auferdiagonalelementen handelt es sich also
um numerische Artefakte. Wir verwenden fiir die Vergleichsrechnungen trotzdem die vol-
le berechnete Reflektivitdtsmatrix, um die FDTD-Ergebnisse besser reproduzieren zu
koénnen. Wir starten die Simulation mit einer Anregungsdichte von Ny = 3 x 10!% em—3,
Nha = Npp = 1.5 % 10 cm ™3 bei einer Fermiverteilung der Temperatur T = 300K.
Bei dieser Anregung weist das Halbleitermaterial bereits eine signifikante Verstirkung
auf. In der FDTD-Simulation (schwarze Kurve) verwenden wir die Auflssung Az =
Ay = Az = 10nm. In der CMT-Simulation verwenden wir die gleiche Auflésung in z-
Richtung. Der Querschnitt des Wellenleiters wird mit Zylinderkoordinaten mit Np = 4
radialen und Ny = 16 azimuthalen Punkten abgetastet. Wir vergleichen Simulationen,
bei denen die Materialgleichungen mit der gleichen zeitlichen Diskretisierung berechnet
werden wie die Propagation (Ngsgip = 1, rote Kurve) und Simulationen mit Ngg;p = 6
(blaue Kurve). Wie man sieht ist die Simulation mit N, = 6 etwa 400 mal schneller
als die entsprechende FDTD-Simulation. Uberspringt man eine noch gréfere Zahl von
Zeitschritten, wird die Rechnung in diesem speziellen Fall instabil. Welche zeitliche Auf-
16sung der Materialgleichungen fiir eine stabile und korrekte Simulation benotigt wird,
héngt von den Anstiegs- und Abfallszeiten der Felder und Besetzungszahlen und somit
von den individuellen Simulationsparametern ab.

Fiir alle drei Rechnungen beobachten wir zundchst einen schnellen Anstieg der Laser-
leistung. Nachdem die Inversion an der energetischen Position der dominanten Lasing-
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Abbildung 4.7.: Zeitliche Entwicklung (a) und Laserspektrum (b) eines CdS-Nanodraht-
Lasers mit dem Radius » = 80nm und der Lénge | = 8um in Luft berechnet mit der
FDTD-Methode (schwarz) und der Coupled Mode Theory mit Berechnung der Material-
gleichungen in jedem einzelnen(rot) oder in jedem sechsten Zeitschritt(blau). Die Si-
mulation startet mit einer Anregungsdichte von Ny = 3 x 10 cm™3, Nha = Npp =

1.5 x 10 cm™3. Der Draht unterstiitzt nur die Grundmode, welche klein in (b) darge-
stellt ist.
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Abbildung 4.8.: Zeitliche Entwicklung (a) und Laserspektrum (b) eines CdS-Nanodraht-
Lasers mit Parametern wie in Abbildung 4.7 berechnet mit der FDTD-Methode (schwarz)
und der Coupled Mode Theory mit Berechnung der Materialgleichungen in jedem einzel-
nen(rot) oder in jedem sechsten Zeitschritt(blau). Im Gegensatz zu Abbildung 4.7 wurde
die Reflektivitiit der Endfacetten angepasst, um eine mdoglichst gute Ubereinstimmung
mit der FDTD-Rechnung zu erzielen. Die Diagonaleintrige der optimierten Reflektivi-
tdtsmatrix haben den Wert 0, 4, die Nichtdiagonaleintréige den Wert 0, 07.
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4. Lasing in Halbleiter-Nanodrahten

moden abgebaut wurde, kann sie durch die Relaxationsprozesse des Halbleitermaterials
wieder aufgefrischt werden. Aufserdem verbreitert sich die Emission, um einen gréfseren
k-Bereich ausnutzen zu konnen. Dadurch beobachtet man nach dem anfinglich schnellen
Anstieg eine schwichere, lang anhaltende Emission dhnlich wie in Kapitel 4.3.

Obwohl der numerische Aufwand erheblich reduziert wurde, stimmen die beiden mit
der CMT-Methode berechneten Laserspektren sehr gut mit den mit der FDTD-Methode
berechneten Spektren {iberein. Auch die zeitliche Entwicklung zeigt eine sehr gute quali-
tative Ubereinstimmung. Lediglich die maximale Intensitiit ist in den CMT-Rechnungen
etwas hoher als in der FDTD-Rechnung. Eine noch bessere Ubereinstimmung kann durch
nachtrégliche Anpassung der Endfacettenreflektivitit in den CMT-Rechnungen erreicht
werden (Abbildung 4.8). Dies zeigt, dass die geringen beobachteten Abweichungen durch
die inkorrekte Beschreibung des Einflusses der Nichtlinearitdt auf die Endfacettenre-
flektivitéat in der CMT-Rechnung bedingt sind. Dabei handelt es sich um eine inh&rente
Schwiche der CMT-Methode, die allerdings keine grofse Einschrankung darstellt, da auch
reale Nanodrihte in der Regel eine abweichende oder nicht genau bekannte Endfacetten-
reflektivitit aufweisen.

4.4.2. Ladungstrigergetriebene Dynamik in ZnO-Nanodrdhten

Wihrend mit dem an die Halbleiter-Bloch-Gleichungen gekoppelten FDTD-Verfahren
mit den vorhandenen Ressourcen lediglich das Einsetzen des Lasings in einem einzel-
nen Nanodraht simuliert werden konnte, erlaubt der stark reduzierte numerische Auf-
wand des CMT-Verfahrens in einem vergleichbaren Zeitraum die Simulation einer Viel-
zahl von Anregungssituationen und Nanodrahtgeometrien. Dadurch wird es méglich, die
Emissionseigenschaften von Halbleiter-Nanodrahtlasern detaillierter zu untersuchen und
unsere Simulationen mit experimentellen Ergebnissen zu vergleichen. Bisher existieren
zwei verschiedene Ansétze zur experimentellen Untersuchung der zeitlichen Dynamik von
Nanodrahtlasern. Zum Einen kann die zeitliche Dynamik indirekt iiber sogenannte Dop-
pelpumpexperimente abgetastet werden, bei denen der Draht mit zwei unterschiedlich
starken Pumppulsen mit variablem zeitlichen Versatz angeregt und die Gesamtausgangs-
leistung aufgezeichnet wird. Diese Methode ist allerdings vergleichsweise aufwindig zu
simulieren und der genaue Zusammenhang zwischen dem Lasingvorgang und dem auf-
gezeichneten Doppelpumpsignal ist noch nicht vollstdndig geklart. Auf diesen Ansatz
wird in Abschnitt 4.4.3 weiter eingegangen. In jiingerer Vergangenheit konnte die zeit-
abhingige Emission von Nanodrahtlasern jedoch auch direkt mit Hilfe zeitaufgelGster
p-PL-Messungen bestimmt werden|25]. Ein wichtiger Parameter, der auf diese Weise ge-
wonnen werden kann, ist die Anschaltzeit t,,. Dabei handelt es sich um die Zeitdauer
zwischen dem Maximum des Anregungspulses und dem Anstieg des Lasingpulses auf das
%—fache der Maximalintensitit. Im Lasingregime wurde ein nichtlinearer Anstieg der in-
versen Anschaltzeit ¢, ! bei Erhohung der Pumpleistung festgestellt. Auferdem konnen
aus dem Experiment auch komplette zeitaufgeldste Spektren gewonnen werden. Dadurch
kann die zeitabhéngige Position und Stérke der einzelnen Lasingmoden untersucht wer-
den. Dabei wurde eine Rotverschiebung der Lasingmoden wéhrend des Lasingvorgangs
beobachtet. Diese kann durch den Abbau angeregter Ladungstriger und die damit ver-
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Abbildung 4.9.: Parameterabhéngige Figenschaften verschiedener ZnO-Nanodrahtlaser.
(a) und (b) zeigen die Abhéngigkeit der Lasingeigenschaften von der Endfacettenre-
flektivitdt R des Nanodrahts. (c) und (d) zeigen die Abhéngigkeit von der Intraband-
Relaxationszeit 7¢. In (a) und (c) ist jeweils die Energie des Laserpulses in Abhéngigkeit
von der Anregungsenergie fiir verschiedene Werte von R beziehungsweise 7, abgebildet.

(b) und (d) zeigen die inverse Anschwingzeit des Lasers fiir verschiedene Anregungsener-
gien.
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4. Lasing in Halbleiter-Nanodrahten

bundene Verénderung des Brechungsindex erklart werden, welche zu einer Verschiebung
der Fabry-Pérot Moden des Nanodrahts fiihrt.

Im Folgenden sollen die geschilderten experimentellen Beobachtungen mit Hilfe von
CMT-Simulationen reproduziert und die Abhéingigkeit der Lasereigenschaften von ex-
perimentell schlecht zugénglichen und stark von der individuellen Probe abhingigen
Parametern untersucht werden. Ahnlich wie im Experiment werden ZnO-Nanodrihte
(npg = 2.0) mit einem Durchmesser von d = 160nm und einer Lénge von [ = 8 um un-
tersucht. Wie in Abbildung 4.9(b) skizziert, werden die Dréahte mit sech-formigen Pulsen
mit einer Pulsdauer von w; = 2 ps und einer Mittenwellenldnge von A = 355 nm angeregt.
Das anregende elektrische Feld ist senkrecht zur Drahtachse polarisiert und wird inner-
halb des Nanodrahts als homogen angenommen. Da sich der Draht bei der simulierten
Dicke definitiv im monomodigen Bereich befindet, verwenden wir lediglich die Grundmo-
de HEO1 mit einer zuvor bestimmten Ausbreitungskonstante Sy = 24'31;;% und einer

Gruppengeschwindigkeit von v, = 1.26 X 108%. Um den Rechenaufwand zu reduzieren
beschrinken wir die transversale Auflésung auf einen einzelnen Datenpunkt. Zunéchst
untersuchen wir die Abhingigkeit der Emissionseigenschaften von der Endfacettenreflek-
tivitdt R. Die Endfacettenreflektivitit realer Nanodrahte kann von Probe zu Probe stark
variieren und hat einen starken Einfluss auf die Qualitét der durch den Draht gebildeten
optischen Kavitit. Wir untersuchen Drahte mit Endfacettenreflektivititen zwischen den
extremen Werten 0.0 und 0.9. Dabei ist zu beachten, dass aufgrund des in Abschnitt
2.2.2 beschriebenen Materialeffekts auch bei einer nominellen Reflektivitdt von 0.0 noch
Licht von der Endfacette zuriickreflektiert wird. Die mit der FDTD-Methode berech-
nete Reflektivitdt einer idealen Endfacette betrdgt Rpprp = 0.29. Abbildung 4.9(a)
zeigt die integrierte Lasingleistung in Abhéngigkeit von der Energie des Anregungspul-
ses. Fiir alle untersuchten Reflektivitdten beobachtet man das iibliche Lasingverhalten.
Oberhalb der Laserschwelle von etwa Wy, = 70 — 80uJ/cm? steigt die Ausgangsleis-
tung des Lasers linear an. Die Laserschwelle liegt unterhalb des experimentellen Werts
Wi, = 200pJ/ cm?, bewegt sich aber in der gleichen Grofenordnung. Der im Vergleich
zum Experiment geringere Schwellwert ldsst sich durch die Beschreibung der Anregung
in der CMT-Simulation erkldren. Anders als im Experiment, wo ein Teil des Lichts an der
Drahtoberflaiche gestreut wird und nicht zur Anregung innerhalb des Drahts beitragen
kann, wird hier ein homogenes Anregungsfeld innerhalb des Drahts angenommen, das
der nominellen Pulsenergie entspricht. Wie man erwarten wiirde, erreichen Nanodrihte
mit einer geringeren Reflektivitit auch eine geringere Lasingeffizienz und haben eine ge-
ringfiigig hohere Laserschwelle. Abbildung 4.9(b) zeigt die inverse Anschwingzeit ¢,,! der
verschiedenen Nanodrahtlaser. In Ubereinstimmung mit dem Experiment setzt die Lase-
remission bei stirker angeregten Drahten bereits frither ein. Zusétzlich beobachten wir
auch eine leichte Erhéhung von t,,! bei Drithten mit hoheren Endfacettenreflektivititen.
Dies lasst sich dadurch erkldren, dass die Laserschwelle bereits zu einem fritheren Zeit-
punkt erreicht wird, wenn diese durch die Verwendung einer verbesserten Laserkavitit
abgesenkt wird oder wenn ein stérkerer Anregungspuls verwendet wird. Eine anregungs-
abhéngige Intrabandrelaxationszeit ist in dem hier verwendeten Modell nicht enthalten
und wird somit auch nicht zur Erklarung des Effekts benotigt.
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Abbildung 4.10.: (a): Zeitliches Intensitétsprofil eines typischen Laserpulses aus einem
ZnO-Nanodraht (74 = 0.5ps, R = 0.29, d = 160nm). (b): Fenster-Fouriertransformation
der zeitlichen Daten aus der gleichen Simulation. (c): Spektrale Intensitdt der Lasere-
mission gewonnen aus einer Fouriertransformation der Daten in (a). Alle Daten wurden
iiber drei Simulationsldufe mit verschiedenen Zufallszahlen fiir die spontante Emission
gemittelt.

Nachdem der Einfluss der optischen Kavitdt auf die Lasingdynamik untersucht wur-
de, soll jetzt die Abhingigkeit von der Relaxationsdynamik des Halbleitermaterials un-
tersucht werden. In unserem Modell wird diese durch einen einzelnen Parameter, die
Intraband-Relaxationszeit 7 = ,% bestimmt. Abbildung 4.9(c) zeigt die inverse An-
schwingzeit fiir verschiedene Werte von 7. Liuft die Relaxation der Ladungstrager zur
Bandkante langsam ab, ist dementsprechend auch die Lasingdynamik verlangsamt. Daher
beobachtet man einen starken Abfall von ¢,,! bei erhohten Werten von 7¢. Der nichtli-
neare Anstieg der Kurven bleibt jedoch fiir alle Relaxationszeiten erhalten. Zusétzlich
beobachtet man einen Abfall der Lasingeffizienz fiir hohe Werte von 7; (Abb. 4.9(d)),
da Ladungstriger bei einer verlangsamten Dynamik mit einer groferen Wahrscheinlich-
keit durch andere Prozesse rekombinieren bevor sie zur stimulierten Emission beitragen
kénnen.

Zuletzt untersuchen wir die zeitabhingige Emission eines einzelnen Nanodrahts mit
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Abbildung 4.11.: Einfluss der Coulomb-Wechselwirkung auf das Lasingverhalten ei-
nes ZnO-Nanodrahts. (a): Absorptionsspektren fiir das volle Modell (blau), ein
freies Ladungstrigermodell ohne die Coulomb-Wechselwirkung (rot) und ein freies
Ladungstriagermodell, bei dem der Coulomb hole shift kiinstlich eingebaut wurde, um
die Position der Gainregion zu korrigieren (violett). Gezeigt sind Kurven fiir das niedrig
angeregte Material (verblasste Kurven, N = 3 x 10! cm™3) und fiir die Hochanregung
(kriftige Kurven N = 3x 10! cm~3). Die fiir Lasingexperimente verwendete Anregungs-
frequenz entsprechend A.,. = 355 nm ist gestrichelt eingezeichnet. (b): Die entsprechen-
den Lasingkurven. Die Farben entsprechen den Modellen aus (a).

R = Rpprp und 74 = 0.5 ps. Um die Dynamik der einzelnen Lasingmoden untersuchen
zu kénnen, benutzen wir eine Fenster-Fouriertransformation zur Erzeugung zeitabhingi-
ger Spektren (Abbildung 4.10). Wie im Experiment beobachtet man eine deutliche Rot-
verschiebung aller Lasingmoden wéhrend des Emissionsprozesses, die durch den Abbau
der Inversion und die damit verbundene Anderung des Brechungsindex erklirt werden
kann.

4.4.2.1. Einfluss der Coulomb-Wechselwirkung

Die Beriicksichtigung der Coulomb-Wechselwirkung stellt den numerisch aufwéindigsten
Teil unseres Modells dar. Aus diesem Grund wére es prinzipiell wiinschenswert, das
Modell in dieser Hingicht zu vereinfachen. Hier sollen die Auswirkungen der Coulomb-
Wechselwirkung auf die Lasingeigenschaften von ZnO-Nanodrahten untersucht werden.
Wir verwenden den gleichen Draht wie fiir Abbildung 4.10. Bereits durch Vergleich der
linearen Absorptions- und Gainspektren (Abbildung 4.11(a)) der kompletten Halbleiter-
Bloch-Gleichungen (blau) und eines Modells ohne die Coulomb-Wechselwirkung (rot)
konnen einige Veranderungen vorausgesagt werden. Im niedrig angeregten Material (kréaf-

60



4. Lasing in Halbleiter-Nanodrahten

tige Linien) fithrt die Coulomb-Wechselwirkung zu einer erhéhten Absorption oberhalb
der Bandliicke[26, 27|. Wird die Coulomb-Wechselwirkung vernachléssigt, ist also eine
geringere Absorption und damit ein erhdhter Laserthreshold und eine verringerte Effizi-
enz zu erwarten. Zum Anderen fithrt die Vernachlissigung der verschiedenen durch die
Behandlung der Coulombterme bedingten energetischen Verschiebungen zu einer signi-
fikanten Blauverschiebung der Gainregion im hochangeregten Material (verblasste Kur-
ven). Verstiarkung liegt dann fast ausschlieflich fiir Frequenzen oberhalb der Bandliicke
vor. Dementsprechend ist eine Blauverschiebung des Laserspektrums zu erwarten. Der
letzte Aspekt kann durch eine kiinstliche Beriicksichtigung des Coulomb hole shifts zum
Teil korrigiert werden (violett). Auch wenn dieser im Kontext eines wechselwirkungsfrei-
en Modells physikalisch unbegriindet ist, ldsst sich so der Gainbereich etwa an die von
dem vollen Modell vorhergesagte Position verschieben.

Die entsprechenden Lasingkurven fiir eine Pumpwellenldnge von A¢yz. = 355 nm sind in
Abbildung 4.11(b) gezeigt. Wie sich zeigt, unterbinden die verringerte Zustandsdichte und
das Fehlen der energetischen Verschiebungen bei Nichtberiicksichtigung der Coulomb-
Wechselwirkung das Lasing in unserem Fall sogar komplett (rote Kurve), da die fiir die
Anregungswellenldnge relevanten Zusténde bereits gesittigt sind, bevor die notwendige
Anregungsdichte erreicht werden kann. Fiir das kiinstlich korrigierte Modell hingegen
ist optisch gepumptes Lasing bei dieser Pumpwellenldnge méoglich. Trotzdem fiihrt das
Weglassen der Coulomb-Wechselwirkung wie erwartet zu einer signifikanten Erhdhung
der Laserschwelle und einer Verringerung der Effizienz.

Wie man sieht fiihrt ein Nichtberiicksichtigen der Coulomb-Wechselwirkung zu deut-
lichen Verénderungen der spektralen Eigenschaften und der Leistung von Nanodrahtlas-
ern. Die Verwendung eines auf diese Weise vereinfachten Modells ist also nur in einzelnen
Fillen sinnvoll und erfordert stets die hindische Anpassung der Modellparameter um
korrekte Ergebnisse liefern zu kénnen.

4.4.3. Simulationen zu Doppelpump-Experimenten

Wihrend zeitaufgeloste u-PL-Messungen die direkte Bestimmung des zeitlichen Emis-
sionsprofiles erlauben, ist die zeitliche Auflésung der verwendeten Streak-Kameras auf
einige Pikosekunden begrenzt. Eine Alternative stellen sogenannte Doppelpumpexperi-
mente |21, 88, 87| dar. Dabei wird der Nanodraht wie in Abbildung 4.12(a) skizziert
mit zwei Pumppulsen bei der gleichen Mittenfrequenz mit variablem zeitlichen Versatz 7
angeregt und jeweils die Gesamtausgangsleistung aufgezeichnet. Die Intensitit des star-
ken Pumppulses ist so gewdhlt, dass die Laserschwelle iiberschritten wird. Der zweite
Pumppuls ist schwécher gewéhlt, so dass er alleine nicht in der Lage ist, Lasing im Nano-
draht anzuregen. Die aufgezeichnete vom zeitlichen Versatz abhéngige Gesamtintensitét
erlaubt nun indirekte Riickschliisse iiber den durch den starken Pumppuls angeregten
Lasingvorgang. Diese beruhen jedoch auf verschiedenen Annahmen und erlauben kei-
ne direkte Rekonstruktion des zeitlichen Profils des Laserpulses. Die zeitliche Auflésung
ist bei diesem Verfahren allerdings nur durch die Pulsdauer von iiblicherweise 100 fs bis
150 fs begrenzt|21]| und somit sehr viel genauer als bei einer direkten zeitaufgelosten Mes-
sung mit [ilfe einer Streak-Kamera. Daher wire es wiinschenswert, den Zusammenhang
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Abbildung 4.12.: (Daten entnommen aus [21]) (a): Experimentell aufgezeichnete
Doppelpump-Kurve fiir einen CdS-Nanodraht. Die eingebettete Skizze zeigt die Anre-
gungssituation bei den Doppelpump-Experimenten. (b): Veranschaulichende Rechnung
mit einem Vier-Niveau-System als Modell fiir den Halbleiter (siehe eingebettete Skiz-
ze). In blau ist eine berechnete Doppelpumpkurve abgebildet. Die griine Kurve zeigt die
zeitabhéngige Absorption bei der Pumpwellenlidnge.

zwischen dem Doppelpumpsignal und dem zu vermessenden Lasingpuls mit Hilfe von Si-
mulationen genauer bestimmen zu kénnen. Wahrend zun#chst stark vereinfachte Modelle
auf Basis eines Vier-Niveau-Lasers zur Illustration der experimentellen Ergebnisse ver-
wendet wurden|[21], erlauben diese nur begrenzt Riickschliisse auf die Vorgénge in einem
Halbleitermaterial.

4.4.3.1. Experimentelle Ergebnisse und urspriingliche Interpretation

In diesem Abschnitt sollen zunichst die Ergebnisse aus vorliegenden experimentellen
Arbeiten[21, 88, 87] sowie die dort vorgestellte Interpretation dargestellt werden. Die ex-
perimentellen Ergebnisse zeigen ein ausgeprigtes Maximum des Doppelpump-Signals bei
einem positiven zeitlichen Versatz 7 = t,,4, zwischen dem starken und dem schwachen
Anregungspuls (Abbildung 4.12(a)), das heift die emittierte Gesamtenergie ist maximal,
wenn der schwichere Puls dem stérkeren im kurzen zeitlichen Abstand nachfolgt. Um den
relativen Einfluss der Materialdynamik und der Geometrie der Laserkavitit auf das zeit-
liche Verhalten zu untersuchen, wurden Experimente mit den Materialien CdS, ZnO und
GaN und mit verschiedenen Drihten unterschiedlicher Geometrie durchgefiihrt[88]. Wih-
rend fiir ZnO und GaN-Dréhte lediglich eine Pumpwellenldnge von A = 355 nm verwen-
det wurde, wurden die Experimente fiir CdS-Nanodréhte auch bei einer Wellenldnge von
A = 420 nm wiederholt. Ein Maximum des Doppelpumpsignals wurde bei allen Materi-
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alsystemen und Anregungswellenldngen beobachtet. Die Position des Maximums variiert
allerdings bereits zwischen einzelnen Nanodridhten und liegt meist zwischen ¢4, = 5 ps
und &4, = 15 ps. Fiir einen einzelnen Draht war sie jedoch weitgehend unabhéngig von
der gewihlten Anregungswellenldange. Daher ist davon auszugehen, dass die Position des
Maximums hauptsichlich durch die Geometrie der Laserkavitit bestimmt ist und somit
direkten Aufschluss iiber das zeitliche Verhalten der Laseremission gibt.

Die Ergebnisse wurden zunéchst auf Basis eines Vier-Niveau Lasers interpretiert.[21]
Dabei werden die kontinuierlichen Energiebidnder des Halbleiters durch vier Zustidnde
beziehungsweise zwei optische Ubergiinge wie in Abbildung 4.12(b) skizziert dargestellt.
Der Ubergang zwischen dem héchsten und dem niedrigsten Energiezustand 4 und 1 wird
entsprechend der Pumpfrequenz aus dem Experiment gewihlt und entspricht Zustdnden
weit oberhalb der Bandliicke des realen Halbleiters. Der Ubergang zwischen den beiden
mittleren Energiezustinden 2 und 3 wird entsprechend der Bandliicke eingestellt, um den
lasenden Bandiibergang in der Ndhe von k = 0 zu modellieren. Die Intraband-Relaxation
entspricht dann einer Relaxation der Besetzungszahlen von Zustand 1 zu Zustand 2 und
von Zustand 4 zu Zustand 3 mit der Relaxationszeit 7¢. Aufgrund der fermionischen
Natur der Elektronen und der in diesem Modell stark begrenzten Menge vorhandener
Zusténde setzt bei weiterem Pumpen nach vollstindiger Anregung der Zustdnde 2 und
3 auch eine Sittigung des Pumpiibergangs 1 — 4 ein. Die Sattigung tritt prinzipiell
bei jeder Wahl des zeitlichen Versatzes auf und fiihrt zu einer verringerten Absorption
des jeweils spateren Anregungspulses (griine Kurve in Abbildung 4.12(b)). Sie kann aber
durch Abbau der Ladungstriger durch stimulierte Emission wieder aufgehoben werden.
Trifft der schwichere Puls nach Abbau der Sdttigung durch den ersten Lasingpulses ein,
kann dieser das Material ein zweites Mal anregen und es entsteht ein zweiter Lasingpuls.
Dadurch steigt die iiber das gesamte Experiment integrierte Ausgangsleistung an (blaue
Kurve in Abbildung 4.12 (b)). Bei groferen Werten des zeitlichen Versatzes sind bereits
weitere Ladungstriger rekombiniert, so dass der schwéchere zweite Pumppuls zunehmend
weniger zur stimulierten Emission beitragen kann, da die Laserschwelle nur noch knapp
iiberschritten wird. Dadurch sinkt das Doppelpumpsignal in diesem Bereich rapide ab. Ist
die Anregung des Materials schlieflich so weit abgefallen, dass trotz optimaler Absorption
des zweiten Anregungspulses kein zweiter Lasingpuls mehr emittiert werden kann, ver-
langsamt sich der Abfall der Doppelpumpkurve wieder, da der schwéichere Anregungspuls
nur noch zur spontanen Emission beitragen kann.

4.4.3.2. Modellierung mit Halbleiter-Bloch-Gleichungen

In einem Vier-Niveau-System wird automatisch ein Sattigungseffekt erreicht, wenn das
Material nach Sittigung des unteren Ubergangs noch weiter angeregt wird. In einem
Halbleiter existiert hingegen ein Kontinuum an Zustdnden zwischen der Bandliicke bei
k = 0 und einem energetisch hohergelegenen Reservoir-Zustand k = Epump. Um einen
Sittigungseffekt des oberen Ubergangs zu erreichen muss also der gesamte Zustandsraum
bis zum der Pumpfrequenz entsprechenden Zustand kpym, gefiillt werden. Bei einer fest
gewdhlten Leistung des Pumppulses erwartet man somit eine starke Abhéngigkeit des
Effekts von der Pumpfrequenz, da der gesittigte Bereich des Wellenvektorraums nur
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Abbildung 4.13.: Simuliertes Doppelpump-Experiment bei Anregung (FEeze = 2480 meV)
nahe an der fundamentalen Bandliicke (Eyq, = 2420meV). (a): Zeitabhéngigkeit der In-
version des Ubergangs von Valenzband a zum Leitungsband im Wellenvektorraum bei An-
regung nur mit dem starken Pumppuls. (b): Gegldtteter Intensitéitsverlauf des durch den
starken Pumppuls ausgelosten Laserpulses (rote Kurve) und Doppelpumpsignal (blaue
Kurve).

die Ubergéinge bis zu einem bestimmten k-Wert erreicht. Oberhalb dieses Wertes sollte
der Effekt komplett ausbleiben. Die bei Experimenten mit ZnO und GaN verwendete
Pumpwellenlinge A = 355nm befindet sich in beiden Féllen nahe an der Bandliicke
des Materials, so dass ein Sattigungseffekt wie oben beschrieben durchaus denkbar ist.
Die gleiche Wellenldnge wurde allerdings auch bei Experimenten mit CdS verwendet.
In diesem Material liegt die Bandliicke sehr viel tiefer, so dass ein Sattigungseffekt un-
wahrscheinlich erscheint oder zumindest eine Bestédtigung durch eine rigorose Simulation
erfordert. Daher wurde der Effekt in dieser Arbeit mit Hilfe der Coupled Mode Theory
und der Halbleiter-Bloch-Gleichungen untersucht.

Abbildung 4.13 zeigt ein simuliertes Doppelpump-Experiment mit einer Pumpwellen-
linge nah an der fundamentalen Bandliicke des verwendeten Materials (Eepe — Egap =
60 meV). Betrachtet wurde ein CdS-Nanodraht. In Abbildung 4.13(a) ist die zeitabhén-
gige Inversion der einzelnen k-Zustinde dargestellt. Die griine Linie markiert die der
Pumpwellenléinge entsprechenden Zusténde. Die Position der Anregung im Wellenvek-
torraum des Materials ist zeitlich nicht konstant, sondern verschiebt sich aufgrund der
Coulomb-Renormierung und des Coulomb hole shift wihrend der An- und Abregung
des Halbleiters. Wie man erkennt, sind Pumpwellenldnge und Anregungsintensitét so
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Abbildung 4.14.: Simulationen zu Doppelpumpexperimenten mit Anregungssituation wie
im Experiment. Die Pumpwellenldngen liegen bei A = 420nm (a,b) und bei A = 355nm
(c,d). Abbildungen (a) und (c) zeigen die zeitabhéngige Inversion zwischen Valenzband
a und dem Leitungsband bei Anregung nur mit dem starken Pumppuls. (b) und (d)
zeigen den geglitteten Intensitdtsverlauf des durch den starken Pumppuls ausgeldsten
Laserpulses (rote Kurve) und das Doppelpumpsignal (blaue Kurve).

gewihlt, dass die Sittigung der einzelnen k-Zusténde bis zur Pumpfrequenz reicht. Tat-
sachlich bildet sich bei dieser Konfiguration ein durch Sattigungseffekte erkldrbares Ma-
ximum des Doppelpumpsignals (4.13(b), blaue Kurve) bei positivem zeitlichen Versatz
7 aus. Wie von der urspriinglichen Interpretation und den Simulationen mit 4-Niveau-
Systemen vorausgesagt, ist die Gesamtintensitét maximal, wenn der schwache Pumppuls
etwa bei Ende des durch den starken Pumppuls ausgeldsten Lasingpulses (4.13(b), rote
Kurve) eintrifft.

Abbildung 4.14 zeigt hingegen eine dem Experiment entsprechende Situation mit An-
regungen bei 420nm in Abbildungsteil (a) und (b), beziehungsweise bei 355nm in (c)
und (d) fiir den gleichen Nanodraht. Die Anregungsintensitit des starken Pulses liegt bei
der doppelten, die des schwachen Pulses bei der 0.25-fachen Laserschwelle. Die zeitlich
aufgeloste Inversion der einzelnen Ubergiinge in (a) und (c) zeigt deutlich, dass der ge-
sdttigte Bereich in beiden Fillen weit unterhalb der fiir die Pumpfrequenzen relevanten
Zustande liegt. Eine Sattigung bei der Pumpfrequenz tritt lediglich in einem kurzen Zeit-
raum direkt wahrend und nach der Anregung um ¢ = 0 auf und verschwindet, sobald sich
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die Ladungstriger im thermischen Gleichgewicht befinden. Sattigungseffekte im bisher
beschriebenen Sinn koénnen hier also keine Rolle spielen. Trotzdem bildet sich auch hier
ein Maximum des Doppelpumpsignals bei positiven Werten von 7 aus. Im Gegensatz zur
Anregung nahe der Bandliicke féllt hier auf, dass die Position des Maximums nicht mit
dem Ende des ersten Laserpulses zusammenzuhéngen scheint, sondern mit dem Maxi-
mum des Laserpulses bezichungsweise mit dem Abklingen der lokalen Inversion bei der
Pumpwellenldnge iibereinstimmt.

Das Doppelpumpsignal scheint also weniger durch den Abbau von Ladungstrigern
durch stimulierte Emission als vielmehr von der Relaxation des Materials bestimmt zu
sein. Um diese Vermutung zu testen betrachten wir nun die Anregung eines extrem kur-
zen und als Laserkavitdt ungeeigneten Drahts. Die Anregung entspricht der aus dem
urspriinglichen Doppelpumpexperiment, aber die Laseremission bleibt aus, da die Laser-
schwelle fir diese Kavitéit nicht erreicht wird. Aufserdem wurden die spontane Emission
und alle nichtstrahlenden Rekombinationsprozesse in dieser Simulation abgeschaltet. Ab-
bildung 4.15(a) zeigt die maximal erreichte Anregungsdichte und den Imaginérteil des
Brechungsindex bei der Pumpwellenldinge in Abhéngigkeit vom zeitlichen Versatz zwi-
schen den Anregungspulsen. Bei kompletter Sittigung des Ubergangs wire die maximal
erreichte Ladungstrigerdichte symmetrisch und abgesehen von einem Einbruch um 7 =0
konstant, da in diesem Fall eine maximale Ladungstrégerdichte N,,q, nie iiberschritten
werden kann. In unserer Simulation steigt die maximal erreichte Anregungsdichte statt-
dessen am Ubergang zwischen positiven und negativen Werten von 7 an. Die Anstiegszeit
héngt offenbar direkt von der Intrabandrelaxationszeit ab und entspricht in etwa der Zeit-
spanne, innerhalb der die Ladungstriger eine Gleichgewichtsverteilung einnehmen und
die lokale Sattigung bei der Pumpfrequenz abgebaut wird. Die Doppelpumpanregung
fithrt also zu einer etwas héheren Ladungstrigerdichte wenn der schwache Pumppuls
nach dem starken Pumppuls eintrifft und wenn der zeitliche Versatz so grof ist, dass
keine lokale Sattigung der Zustéinde bei der Pumpfrequenz mehr vorliegt. Der einzige im
verwendeten Modell auftretende Effekt, der selbst unterhalb der Laserschwelle eine solche
Abhéngigkeit von der Reihenfolge der Pumppulse ausldsen kann, ist die Abschirmung des
Coulombpotentials, da der Abschirmungs-Wellenvektor

K N/ n (k) dk (4.10)
0
nicht von der Anregungsdichte

o) k}2
N ~ k) —dk 4.11
| S, (411)
sondern von der konkreten Verteilung der Anregungen im Wellenvektorraum abhéngt.
Diese Vermutung lésst sich leicht bestétigen indem man ein rein N-abhéngiges x wéhlt,
beispielsweise indem man n(k) in Gleichung 4.10 durch die jeweilige Fermiverteilung
f(N,k,T) ersetzt. In diesem Fall (gestrichelte Linie in Abbildung 4.15(a)) verschwindet
die Asymmetrie in der maximal erreichten Anregungsdichte anndhernd.

Verwendet man hingegen die korrekte Formulierung aus Gleichung 4.10, werden An-
regungen bei geringen k-Werten aufgrund der dort geringeren Zustandsdichte stérker
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Abbildung 4.15.: Simulationen ohne Lasing mit Doppelpumpanregung bei verschiedenen
Interbandrelaxationszeiten. (a): Maximal erreichte Anregungsdichte. Die durchgezoge-
nen Linien wurden wie bisher mit einem n(k)-abhéngigen Wert der Abschirmwellen-
linge k berechnet. Bei der gestrichelten Linie wurde eine rein N-abhéngige Abschirm-
wellenlénge « verwendet. Die gestrichelte Linie wurde zur besseren Erkennbarkeit um
AN = 0.0015cm™3 nach oben versetzt. Die restlichen Kurven zeigen unmodifizierte Da-
ten. (b): Imaginérteil der Suszeptibilitit fiir den zweiten Pumppuls (bisheriges Modell
mit n(k)-abhingiger Abschirmwellenlénge).

gewichtet. Da die Abschirmung zu einer Abschwichung der Absorption iiber weite k-
Bereiche fiithrt (Abbildung 4.16(a)), beeinflussen sich die beiden Pumppulse gegenseitig.
Durch den schwécher als linear ansteigenden Einfluss der Anregungsdichte N auf den
Abschirmwellenvektor £ und somit auf die Absorption (Abbildung 4.16(b)) kann der
schwache Pumppuls den starken Pumppuls jedoch stérker beeinflussen als umgekehrt.
Daher ist es vorteilhaft fiir die Gesamtabsorption, wenn der starke Pumppuls zuerst
eintrifft.

4.4.3.3. Diskussion

Im Experiment variiert die Position des Maximums des Doppelpumpsignals von Draht
zu Draht und liegt zwischen t,,,, = 5ps und #,,4, = 15ps. Dabei sind Werte um
tmaz = 10ps besonders hiufig. Auferdem wurden in mehrmodigen Nanodrihten zwei
aufeinanderfolgende Doppelpump-Maxima beobachtet[87]. Dies deutet auf eine starke
Abhéngigkeit von den optischen Figenschaften der Kavitdt und damit vom Lasingvor-
gang hin. Bei einer Anregung nahe an der Bandliicke wie in Abbildung 4.13 konnte dieses
Verhalten gut durch Simulationen reproduziert werden. In diesem Fall entspricht das Sys-
temverhalten auch genau den einfachen auf Basis eines Vier-Niveau-Systems gemachten
Annahmen. Die experimentelle Anregung befand sich jedoch zumindest bei CdS stets
weit iiber der Bandliicke. In diesem Fall konnten die Doppelpumpkurven zwar qualita-
tiv sehr gut reproduziert werden, die experimentell beobachtete starke Abhéngigkeit vom
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Abbildung 4.16.: Effekt der Abschirmung auf die Absorption bei Anregung weit iiber der
Bandliicke am Beispiel CdS. (a): Imaginarteil der Suszeptibilitdt fiir unangeregtes (blau)
und stark angeregtes (rot, N = 0.05cm ™) Material. (b): Abweichung des Imaginirteils
der Suszeptibilitdt vom nichtangeregten Fall bei 355 nm und bei 420 nm fiir verschiedene
Anregungsdichten.

Lasingprozess konnte jedoch nicht beobachtet werden. Stattdessen hingt die Position des
Maximums hier lediglich vom Abbau der lokalen Sattigung bei der Pumpfrequenz und
somit von der Interbandrelaxationszeit 7y ab und liegt daher bei realistischen Werten
von 7y im Bereich zwischen 4, = 1ps und tp,42 = 5 ps.

Dies deutet darauf hin, dass der fiir die Modulation des Doppelpumpsignals verant-
wortliche Effekt mit einem einfachen Modell ohne eine mikroskopische Beschreibung der
Streuung und der Wechselwirkung mit dem Gitter nicht vollstdndig erklirt werden kann.
Als Kandidaten zur Erklarung der Modulation kommen ausschlieflich Effekte in Fra-
ge, welche zu einer Erinnerung des Materials an eine frithere Anregung fithren. Dazu
gehoren Effekte, die dhnlich wie die Abschirmung im oben beschriebenen Fall von der
Verteilung der Anregungen im Wellenvektorraum abhéngen. Ganzlich andere Gedécht-
niseffekte wie beispielsweise eine Erhitzung des Materials kommen ebenfalls in Frage. Ein
Sattigungseffekt wie urspriinglich angenommen wiére prinzipiell ebenfalls denkbar, aller-
dings miisste die Relaxation der Ladungstriger dann radikal anders ablaufen als von den
hier verwendeten Naherungen angenommen. Die Identifikation und Simulation des hier
relevanten Effekts stellt ein interessantes Thema fiir die weitere Forschung dar. Die nume-
rische Effizienz des hier verwendeten CMT-Verfahrens ermdéglicht die dazu notwendige
Modellierung weiterer Effekte und die tiefergehende Untersuchung der Ladungstréiger-
und Temperaturdynamik in Nanodraht-Lasern.
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4.5. Schlussbemerkungen zur Simulation von
Halbleiter-Nanodrdhten

In dieser Arbeit wurden verschiedene Mdoglichkeiten zur rdumlich aufgeldsten Modellie-
rung der Licht-Materie-Wechselwirkung in Halbleitern untersucht. Die Materialdynamik
wurde dabei stets auf Basis der Halbleiter-Bloch-Gleichungen beschrieben. Diese stel-
len ein modernes und vielseitiges Modell des direkten Bandiibergangs in Halbleitern dar
und beriicksichtigen auch Vielteilcheneffekte der Elektronen und Lécher in der Hartree-
Fock-Néherung. Korrelationen jenseits der Hartree-Fock-N&herung wie Abschirmung oder
Coulombstreuung werden phinomenologisch beriicksichtigt, so dass auch der hochange-
regte Bereich beispielsweise bei Lasingexperimenten gut beschrieben werden kann. Das
Materialmodell wurde an verschiedene Modelle zur Beschreibung der Lichtausbreitung
gekoppelt. Zum Einen wurde das FDTD-Verfahren verwendet, bei dem die Maxwellglei-
chungen und die Materialgeometrie auf einem Gitter diskretisiert werden. Dieses erlaubt
die Simulation beliebiger Materialgeometrien ohne vereinfachende Annahmen, ist aber
numerisch sehr aufwindig. Zum Anderen wurde das auf Wellenleitergeometrien zuge-
schnittene CMT-Verfahren verwendet. Dieses ist auf die Beschreibung propagierender
Moden im Wellenleiter beschriankt, erlaubt aber extreme numerische Vereinfachungen.

Beide Verfahren wurden zur Simulation lasender Halbleiter-Nanodréhte verwendet.
Wihrend der Anregungsprozess und das Anschwingen des Lasers sowie die initiale Kom-
petition zwischen Moden umfassend mit dem FDTD-Verfahren simuliert werden konnte,
ermdglichte das effizientere CMT-Verfahren die Untersuchung der Dynamik auf lange-
ren Zeitskalen und die Untersuchung des Einflusses der Material- und Kavitdtsparameter
iiber weite Bereiche. So konnten erste Vergleiche mit experimentellen Untersuchungen
angestellt werden, welche eine sehr gute qualitative Ubereinstimmung zeigten.

Wie sich bei der Untersuchung von Doppelpumpexperimenten zeigt, gibt es aber auch
weiterhin Effekte, die mit dem hier verwendeten einfachen Halbleitermodell nicht kom-
plett erklért werden kénnen. Um diese zu identifizieren und zu verstehen, sind tieferge-
hende Simulationen mit Ab-Initio-Modellen ebenso notwendig wie die Beriicksichtigung
weiterer Effekte in rdumlich aufgelosten Codes wie den hier vorgestellten. Der Grundstein
zu solchen Untersuchungen wurde durch die Implementierung und Erprobung raumlich
aufgeloster und numerisch handhabbarer Modelle der Licht-Materie-Wechselwirkung in
dieser Arbeit gelegt.
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5. Halbleiter-Nanodrahte als
polaritonische Resonatoren

Im letzten Kapitel wurde die Licht-Materie-Wechselwirkung in lasenden Halbleiter- Nan-
odrihten untersucht. Abgesehen vom Anregungsprozess durch die Pumpstrahlung spielt
sich dort die gesamte Dynamik in einem stark angeregten Zustand ab, in dem die
Coulomb-Wechselwirkung aufgrund der Abschirmung durch das Plasma keine signifi-
kante Rolle spielt und das Material eine spektral breite Verstirkung in der Nihe der
Bandliicke aufweist. Wachsendes Interesse erfihrt aber auch der gegenteilige Bereich der
geringen Anregung von Halbleitern[31, 32]. In diesem Fall werden die optischen Eigen-
schaften stark durch die Coulomb-Wechselwirkung beeinflusst und es treten exzitonische
Resonanzen in der Absorption des Materials auf. Koppeln diese stark an das Lichtfeld,
so stellen die optische Mode und die exzitonische Polarisation keine Eigenmoden des Ge-
samtsystems mehr dar. Die Quasiteilchen, die man bei kanonischer Quantisierung der tat-
séchlichen Figenmoden des gekoppelten Systems erhilt, werden als Exziton-Polaritonen
bezeichnet|96, 97|. Sie erben die starke Nichtlinearitdt der Materialanregung, aber auch
die meisten dispersiven Eigenschaften des Lichts. Diese Eigenschaften machen Exziton-
Polaritonen zu einem interessanten Spielfeld der Grundlagenforschung zu Quantenfluiden
und nichtlinearer Dynamik. Auch technologische Anwendungen, zum Beispiel als alter-
native kohédrente Lichtquelle mit einer geringen Anregungsschwelle[98, 99| werden zur
Zeit diskutiert. Bisher wurden in diesem Zusammenhang vor allem planare Resonatoren
untersucht, bei denen eine Fabry-Pérot Mode der optischen Kavitét an die exzitonische
Resonanz eines Quasi-Zweidimensionalen Halbleiter-Quantentrogs gekoppelt wird. Auf-
grund ihrer hohen Kristallqualitit, der hohen Giite der resonanten Moden und der optisch
quasi-eindimensionalen Geometrie stellen Resonatoren aus Halbleiter-Nanodréhten eine
interessante Alternative dar[24, 100]. In diesem Kapitel werden zunéchst die Eigenschaf-
ten der photonischen und polaritonischen Moden in diesen Resonatoren untersucht.

Aufgrund der komplizierten Struktur aus gekoppelten und ungekoppelten Moden, die
in diesen Systemen existieren, wéren auch hier raumlich aufgeldste Modelle wiinschens-
wert. Am Ende des Kapitels werden daher Moglichkeiten zur Simulation polaritonischer
Systeme diskutiert. Besonderes Augenmerk liegt dabei auf einer effizienten Beschreibung
der Kopplung an akustische Phononen.

5.1. Resonatormoden in Halbleiter-Nanodrahten

Konventionelle Halbleiter-Mikrokavitaten haben eine planare Geometrie und nutzen die
Fabry-Pérot-Moden zwischen zwei gegeniiberliegenden Bragg-Spiegeln|32]. In einem Re-
sonator der Lange [, mit verschwindender Phasenverschiebung durch die Spiegel miissen
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diese die Resonatorbedingung k, = % fiir die Wellenzahlvektorkomponente k, und
einen ganzzahligen positiven Modenindex M erfiillen. Da der Resonator in z- und y-
Richtung ausgedehnt ist, konnen die Moden aber auch einen transversalen Wellenvektor
kL = (kg k,) annehmen. Fiir eine einzelne Mode ergibt sich dann die transversale Di-
spersionsrelation fiir k| < k,

c = hk?
= k2 +k2 = L 1
“ n =t - “o + 2Meaw (5 )

Diese entspricht der Dispersionsrelation eines massebehafteten Teilchens im zweidimen-
sionalen Raum mit der Frequenz wg bei ki = 0 und der effektiven Photonenmasse
Meav = 7%0%22

Um polaritonische Effekte in integrierten photonischen Schaltungen nutzen zu kén-
nen, miissen Polaritonen effizient gefiihrt und manipuliert werden kénnen. Dies ist prin-
zipiell einfacher in quasi-eindimensionalen Systemen zu erreichen als bei freier zwei-
dimensionaler Propagation. Eine Moglichkeit, Polaritonen in eindimensionalen Struk-
turen einzuschliefen ist die Verwendung von Mikro- oder Nanodrihten|[101, 24, 100].
Anders als bei den lasenden Systemen im letzten Kapitel werden hier allerdings nicht
die Fabry-Pérot-Moden zwischen den Endfacetten des Drahts verwendet, da diese im
nicht-angeregten Halbleiter eine extrem geringe Lebensdauer aufweisen und iiber keiner-
lei Freiheitsgrade verfiigen. Stattdessen betrachtet man die in den beiden Richtungen
senkrecht zur Drahtachse eingeschlossenen Whispering-Gallery-Moden. Dabel erwartet
man fir die einzelnen Moden eine dhnliche Dispersionsrelation wie in einer Mikrokavitéat
mit dem Unterschied, dass die einzelnen Moden zweidimensional eingeschlossen sind und
eine Propagation nur noch entlang der Drahtachse moglich ist.

Die héchsten Modenqualitidten lassen sich bei groferen Drihten mit Durchmessern im
Mikrometerbereich erzielen. In diesen Drihten lassen sich die starke Kopplung zwischen
optischen und exzitonischen Anregungen und die Bildung von Polaritonen bereits am
unbeschichteten Draht beobachten. Durch die hohe Anzahl von Moden ergeben sich aber
prinzipiell andere Effekte als bei den iiblichen Kavititen, so dass man eher die Streuung
zwischen verschiedenen Polaritonenzweigen als die Relaxation innerhalb eines einzelnen
Zweiges beobachtet|24]|. Diese Effekte bieten ihrerseits interessante potentielle Anwen-
dungen wie die Erzeugung verschrinkter Polaritonen. Mochte man die eindimensionale
Propagation von Polaritonen innerhalb eines Zweiges untersuchen, sind Nanodrahte auf-
grund der deutlichen rdumlichen und spektralen Trennung der Moden besser geeignet.
Diese bringen aufgrund ihrer geringen Abmessungen aber auch geringere Resonatorqua-
litdten mit sich und werden daher zur Erhéhung der Lebenszeiten der Photonen in der
Kavitat mit konzentrischen Bragg-Spiegeln beschichtet.

Die eindimensionale photonische Bandliicke der verwendeten Spiegel verbietet zwar die
Propagation von Licht senkrecht zur Schichtung, also in radialer Richtung, nicht aber die
Propagation entlang der Schichten des Spiegels. Somit ist zunéchst unklar, ob die reso-
nanten Moden eines Bragg-beschichteten Nanodrahts im Bereich des Halbleiterdrahts
lokalisiert sind, oder ob diese #hnliche wie Whispering-Gallery-Moden in den &ufleren
Schichten des Drahts propagieren. Um diese Frage zu beantworten und die Eignung
beschichteter Mikrodrihte als polaritonische Resonatoren zu iiberpriifen, wurden diese
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Systeme numerisch untersucht und die polaritonischen Eigenmoden einer typischen Kavi-
tat wurden bestimmt. Die Ergebnisse wurden mit den Ergebnissen einer experimentellen
Untersuchung an der Universitit Leipzig verglichen[100].

5.1.1. Bestimmung der Modenstruktur

Die Bestimmung von Eigenmoden ist prinzipiell durch die Formulierung der Maxwellglei-
chungen im Frequenzbereich méglich, die direkt auf ein Eigenwertproblem fiihrt, welches
sich diskretisieren und mit den géngigen mathematischen Methoden 16sen ldsst. In diesem
Fall gestaltet sich die Beschreibung absorbierender und dispersiver Materialien, welche
alleine schon durch die Verwendung offener Randbedingungen notwendig ist, als schwie-
rig. Eine alternative Moglichkeit ist die indirekte Bestimmung der Eigenmoden mit einer
Zeitbereichsmethode wie FDTD. Dabei wird die relevante Kavitétsstruktur in einer Si-
mulation mit einer zeitlich kurzen, also spektral breiten Quelle angeregt. Durch eine
Fouriertransformation kann dann die spektrale Intensitdt der Felder im Inneren der Ka-
vitdt bestimmt werden. Zu Beginn der Simulation dominiert dabei das anregende Feld.
Im weiteren Verlauf der Simulation bleiben aber nur die den FEigenmoden entsprechenden
spektralen Komponenten erhalten, da alle anderen Beitrége schnell abklingen. Schneidet
man durch die Verwendung einer geeigneten Fensterfunktion bei der Berechnung der Fou-
riertransformation frithe Werte der Zeitreihe ab, erhélt man also ein Intensitétsspektrum
in dem ausschlieklich die Eigenmoden des Systems vorkommen|[102]. Diese sind dann als
Peaks im Spektrum erkennbar. Die Feldprofile der Moden erhilt man schliefslich durch
Fourier-Filterung der rdumlich aufgelésten Felder bei der entsprechenden Eigenfrequenz.
Als rdumliches Profil der Anregung ist es iiblich, zuféllig im Inneren der Kavitét verteilte
und unterschiedlich polarisierte Dipolquellen zu verwenden, um moglichst alle Eigenmo-
den anregen zu konnen. Da die Anregung im Experiment mit einer von aufen einfallenden
Welle erfolgt, wihlen wir auch hier eine ebene Welle als Anregung.

Um die korrekten polaritonischen Moden zu erhalten muss die dielektrische Funktion
des Systems einschlieflich exzitonischer Effekte verwendet werden. Dies wire durch die
Verwendung der an die FDTD-Methode gekoppelten Halbleiter-Bloch-Gleichungen wie
in Abschnitt 3.1 und 4.3 moglich. Da hier jedoch nur die linearen Eigenmoden gesucht
werden, ist es einfacher die dielektrische Funktion direkt durch einen Fit an experimentell
ermittelte Brechungsindex-Werte anzunahern. Dies ist numerisch weit weniger aufwéndig
und erhdht die Vergleichbarkeit mit dem Experiment.

Reale Mikrodréhte konnen je nach Wachstumsprozess eine hexagonale bis runde Form
aufweisen. Diese kann auch entlang der Drahtachse variieren. Als ideale Kavitit wihlen
wir fiir unsere Simulation einen Draht mit rundem Querschnitt. Die Bragg-Beschichtung
besteht aus 10 + % konzentrischen jeweils aus Yttrium-stabilisiertem Zirkonoxid(YSZ,
d = 41.5nm) und Al,O3(d = 55.2nm) zusammengesetzten Schichtpaaren. Die fre-
quenzabhingigen Brechungsindizes wurden jeweils an experimentelle Daten angepasst.
Da Bragg-Stapel und Kavitdten mit hoher Qualitdt auferordentlich sensitiv auf kleine
Dickenénderungen reagieren, muss eine aukerordentlich feine rdumliche Auflésung von
Az = Ay = Az = 1nm verwendet werden. Eine weitere Eigenschaft hochwertiger Ka-
vitdten ist eine sehr lange Abklingzeit der Modenintensitaten im Resonator. Aus diesem
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Abbildung 5.1.: Aus FDTD-Simulationen gewonnene Eigenmoden eines ZnO-
Mikrodrahts mit Bragg-Beschichtung. (a): Durchmesserabhingige Modendispersion. (b):
Raumliche Intensitédtsverteilungen verschiedener Moden. Die entsprechende Modenener-
gie und Drahtdicken sind mit dem jeweiligen Symbol in (a) markiert. Die Umrisse des
ZnO-Nanodrahts und des umgebenden Bragg-Spiegels sind jeweils schwarz markiert.

Grund miissen lange Simulationslaufzeiten verwendet werden. Um den so entstehenden
Rechenaufwand in einem handhabbaren Rahmen zu halten, simulieren wir lediglich den
zweidimensionalen Querschnitt der Kavitit. Dies ist moglich, weil sich der interessante
Parameterbereich bei geringen Werten des entlang des Drahts verlaufenden Wellenvektors
k, befindet und im Experiment lange Driahte verwendet werden, bei denen der Einfluss
der Endfacetten gering ist. Dadurch ist eine Bestimmung der k,-abhéngigen Modenener-
gie nicht mehr mdoglich. Um trotzdem Zugang zur von der Verstimmung zwischen der
Kavitatsmode und der exzitonischen Mode bestimmten Dispersion der Modenenergie zu
erhalten, variieren wir die Dicke des Nanodrahts in einem Bereich von d = 210nm bis
d = 300 nm.

5.1.2. Diskussion der Ergebnisse

Abbildung 5.1(a) zeigt die so gewonnene durchmesserabhingige und spektral aufgeldste
Intensitdt im Inneren der Kavitit nach Anregung mit senkrecht zur Drahtachse pola-
risiertem Licht. In den simulierten Spektren erkennt man deutlich einige Moden mit
unterschiedlicher Dispersion der Modenenergie E(d). In Abbildung 5.1(b) wird aufser-
dem die Feldverteilung einiger ausgewihlter Moden bei unterschiedlicher Dicke gezeigt.
Die zugehorigen Datenpunkte (d, E) sind in 5.1(a) mit entsprechenden Symbolen mar-
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kiert. Die hellste Mode mit einer Energie von F = 3.21eV bei einem Durchmesser von
d = 300 nm, kreuzt deutlich erkennbar die exzitonischen Resonanzen fiir das Valenzband
Abei FX4 = 3.376eV (Free Exciton A) und fiir das Valenzband B bei F Xp = 3.385eV
(Free Exciton B). Aus den zugehérigen Intensitdtsprofilen erkennt man deutlich, dass sich
die Intensitit der Mode hauptséchlich im Inneren des Bragg-Spiegels befindet und keinen
relevanten Uberlapp mit dem Nanodraht aufweist. Dies fithrt zu einer vernachlissigbaren
Kopplung der optischen und der exzitonischen Mode und erklart das Kreuzen der beiden
Moden. Im Gegensatz dazu existieren aber auch Moden, die ein deutliches Anti-Crossing
in der Ndhe der exzitonischen Resonanzen A und B aufweisen. Diese sind mit roten
und blauen Symbolen in 5.1 markiert. Iin Gegensatz zu den schwach gekoppelten Moden
haben diese Moden stets einen deutlichen Uberlapp mit dem Halbleitermaterial im In-
neren der Kavitdt. Die Moden koppeln also stark an die Materialresonanzen, so dass die
Eigenenergien deutlich modifiziert werden und sich polaritonische Zweige herausbilden.

Des Weiteren beobachtet man eine Mode mit extrem schwacher Dispersion, die sich
etwa bei einer Energie von E = 3.38eV befindet. Diese weist ebenfalls einen deutlichen
Uberlapp mit dem ZnO-Draht im Kern auf und lisst sich als mittlerer polaritonischer
Zweig zwischen den urspriinglichen exzitonischen Resonanzen A und B interpretieren.

An den Feldverteilungen und der dickenabhéngigen Dispersion erkennt man deutlich,
dass die resonanten Moden nicht eindeutig als Whispering-Gallery oder als Fabry-Pérot
klassifizierbar sind. Alle Moden haben mehrere Knoten in azimuthaler, aber auch in
radialer Richtung. Die Intensitat ist nicht ausschlieflich im Inneren der Kavitdt, son-
dern auch in den konzentrischen Bragg-Spiegeln lokalisiert. Das wichtigste Kriterium zur
Unterscheidung der Moden, welches auch iiber die Existenz der starken Kopplung und
die Ausbildung polaritonischer Eigenzusténde entscheidet, ist das Vorhandensein eines
Uberlapps mit dem Halbleiterdraht im Inneren der Kavitit.

5.2. Ausblick: Effiziente Simulation polaritonischer Effekte
mit Ortsauflosung

Der Versuch polaritonische Effekte weitergehend zu erforschen und diese auch praktisch
nutzbar zu machen fiihrt zur Verwendung alternativer Resonatortypen, die sich in ih-
rer Geometrie und ihrer Modenstruktur zunehmend von planaren Mikroresonatoren un-
terscheiden. Wie man am Beispiel des im letzten Abschnitt betrachteten Resonators
sehen kann, konnen in diesen mehrere optische Moden mit mehreren exzitonischen Re-
sonanzen koppeln, was zu einer komplizierten Struktur aus Polaritonenzweigen fiihrt.
Nichtlineare Wechselwirkungen wie Sattigung, Exziton-Exziton- und Exziton-Phonon-
Wechselwirkung fithren dann nicht nur zu einer Kopplung von Zusténden innerhalb ein-
zelner Polaritonenzweige, sondern auch zwischen den unterschiedlichen polaritonischen
Moden.

Das Verstdndnis all dieser Effekte erfordert rdumlich aufgeldste und dynamische Mo-
delle. Die einfachste Modellierung dieser Art basiert auf der Grof-Pitaevskii-Gleichung.
Diese Modelle machen sich zu Nutze, dass sich der untere Polaritonenzweig im Bereich
kleiner Wellenvektoren weiterhin gut durch eine Schrédinger-artige parabolische Disper-
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sionsrelation beschreiben l4sst. Transformiert man diese zuriick in den Zeit- und Ortsbe-
reich und fithrt einen phinomenologischen nichtlinearen Term ein, erhilt man eine Bewe-
gungsgleichung, die der nichtlinearen Schrédingergleichung aus der nichtlinearen Optik
entspricht und fiir die es zahlreiche analytische Methoden und numerische Lésungsverfah-
ren gibt. Prinzipiell eignet sich dieses Modell aber offenbar nur fiir die Beschreibung der
Propagation innerhalb eines einzelnen parabolischen Polaritonenzweigs in einer einfachen
Kavitdt mit schwacher rdumlicher Modulation. Ein weiteres Modell[103, 104] beschreibt
das System nicht in der Eigenbasis polaritonischer Amplituden, sondern in der Basis des
elektrischen Feldes und der Polarisation. Beide Polaritonenzweige bilden sich dann als
Eigenmoden des Systems heraus anstatt bereits als Annahme in das Modell einzugehen.
Dieses Modell beriicksichtigt zwar automatisch den oberen und unteren Polaritonenzweig,
beschreibt aber nach wie vor nur die Kopplung einer einzelnen optischen Mode an ein
einzelnes Exziton. Die Nichtlinearitit wird auch hier phinomenologisch eingefiihrt.

Fiir eine noch detailliertere Beschreibung ist ein mikroskopisches Modell des Halblei-
ters dhnlich wie in den Halbleiter-Bloch-Gleichungen in Kapitel 3.1 notwendig. Durch die
Hinzunahme hoherer Korrelationen und die zuséitzliche Beriicksichtigung eines Wechsel-
wirkungsterms mit Phononen lassen sich rein formal Bewegungsgleichungen fiir das kom-
plette System einschliefslich der Exziton-Exziton und Exziton-Phonon-Wechselwirkung
ableiten. Praktisch ist dieses Modell aber bereits ohne eine rdumliche Auflésung nicht
mehr handhabbar. Eine Vereinfachung stellt sich ein, wenn man statt der Elektron-
Loch-Basis bereits eine Basis aus exzitonischen Zusténden wihlt. Anstatt von Zweier-
Paaren aus elektronischen Operatoren erhélt man dann lediglich einen einzelnen exzitoni-
schen Operator. Dieser Ansatz wurde von Rochat et al.[105] zur Ableitung exzitonischer
Bloch-Gleichungen verwendet, welche die Wechselwirkung von Licht mit 1s-Exzitonen
einschlieflich der durch die Exziton-Exziton-Streuung hervorgerufenen anregungsabhén-
gigen Blauverschiebung der exzitonischen Resonanz beschreiben. Die Exziton-Phonon-
Wechselwirkung wird aber auch in diesem Modell nicht beriicksichtigt.

Im Folgenden soll daher die Wechselwirkung von Exzitonen mit akustischen Phononen
beschrieben und ein quasiklassisches und numerisch handhabbares Modell vorgestellt
werden. Dabei werden die elektronischen Anregungen weiterhin in einer exzitonischen
Basis behandelt und ausschlieklich das 1s-Exziton betrachtet. Dies erlaubt eine spétere
Ankopplung an das restliche System, welches beispielsweise durch die schon angespro-
chenen exzitonischen Bloch-Gleichungen beschrieben werden kann. Die Uberpriifung der
Anwendbarkeit des Modells ist aktuell Gegenstand einer Masterarbeit.

5.2.1. Kopplung an akustische Phononen

Da eine Behandlung der Exziton-Phonon-Wechselwirkung in der Basis von Elektronen
und Loéchern einen nicht handhabbaren numerischen Aufwand darstellt, betrachten wir
lediglich die Wechselwirkung mit 1s-Exzitonen, so dass eine Beschreibung der inneren
Freiheitsgrade entfillt. Wir betrachten Exzitonen mit den Erzeuger und Vernichterope-
ratoren w;% und . Zur Vereinfachung werden die Exzitonen als komplett bosonisch
angenommen, das heifst fiir die Erzeuger- und Vernichteroperatoren gilt die Kommuta-
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torrelation
Als Teilchen der Masse M haben sie eine parabolische Dispersionsrelation. Hinzu kommt

die konstante Energie Awe,. der Exzitonen bei k = 0. Der Operator der Figenenergie ist
also

-2

_ T h2‘k| B

He:pc—zwg - T exc 770]; (53)
k

Im Ortsraum entspricht dies

H,, = // () <—A +m> $(7)dF. (5.4)

Das Integral wird iiber das Quantisierungsvolumen V = L3 berechnet. Dabei ist
o= gy Lo =7 ) 55)

der rdumlich aufgeléste Vernichteroperator fiir Exzitonen.

Akustische Phononen sollen durch die Erzeuger- und Vernichteroperatoren ul.
ug beschrieben werden, die ebenfalls bosonische Vertauschungsrelationen erfiillen. Ihre
Eigenenergie ist durch die Dispersionsrelation

wg = Vpnld] (5.6)

und

gegeben als
Hoyp, = hop, Y |qlufug. (5.7)
q

Die ortsaufgeloste Deformation des Gitters 1dsst sich analog zur Quantisierung des har-
monischen Oszillators

’lE(’r‘_J) = "q (uqﬂei(ﬁ + uj;e_i‘ﬁ) (58)

aus den Erzeuger- und Vernichteroperatoren gewinnen, wobei m = pV die Masse des
gesamten Quantisierungsvolumens ist. Mit é’q*:% und der Dispersionsrelation der Pho-
nonen 5.6 entspricht dies

57 =S ) L L (T gy
w(T) = Z Yo \d]% (u,;e +uge ) . (5.9)
q

Die Wechselwirkung mit Gitterschwingungen erfolgt iiber ein Deformationspotential.[69]
Klassisch und im Ortsraum hat dieses die Form

Hupw = —ag ///V p(P) V& (F)dF, (5.10)
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Dabei ist p(7) die raumliche Exzitonendichte und «q die Koppelkonstante fiir das Defor-
mationspotential. Quantenmechanisch erhilt man den Hamiltonoperator

=—a T(7) p(7) Vb (7)dr. :
Hop = o//Vmw( VB (7)d (5.11)

Der Wechselwirkungsoperator im Impulsraum kann jetzt durch Einsetzen des Auslen-
kungsoperators 5.9 und der Fourierdarstellung der exzitonischen Operatoren 5.5 gebildet
werden. Man erhélt einen Wechselwirkungsoperator analog zu Gleichung 3.42 aus Ab-
schnitt 3.1.4

_ h f ot
wa = —ZOZQ\/;Z \/m (u‘ﬂb]}/l'bl_faftf_ u§¢E¢E+tf) . (512)
k.q

Der komplette Hamiltonian des Systems ist dann
H =H..+ Hy, + H,, (5.13)

Fiir die Kopplung an das optische Feld und eine rdumliche Auflésung komplizierter Re-
sonatorgeometrien ist es wiinschenswert, zumindest die exzitonische Bewegungsgleichung
im Ortsraum zu l6sen. So erhélt man

d

a . Cb(??) =

1
_% [¢> wa]

= i%‘)¢vw(f). (5.14)

Versucht man nun direkt, eine formale Bewegungsgleichung fiir @(7) zu finden, enthélt
diese eine numerisch aufwindige Faltungssumme. Als einen ersten alternativen Ansatz
kann man die Bewegungsgleichung der Phononen im Impulsraum 16sen und die Kopplung
als Ausdruck der Phononenamplitude u(q) schreiben. Dann erhélt man

d

dt

(1) = —p(F) " FHVIalug - e} (5.15)

ww 2pvph

als Wechselwirkungsanteil an der Evolutionsgleichung fiir die Exzitonen.
Fir die Phononen erhélt man dann den Wechselwirkungsterm

d Ug = _1‘ [u(j‘vaw]

dt |,
0

a h
oo [ R t
== 2mvPV|q‘Z¢’“¢E—CT
k

= g VITF {6107} (5.16)
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Die vollen Bewegungsgleichungen lauten dann

Sy = —ivpnldlug
\/\? Flo Mo} (5.17)
und
C0) = ~itscd(7) + oo AD()

—(7) 5 /2% FH{Vlalug - ec}. (5.18)

Auch wenn die beiden benétigten Fouriertransformationen mit dem FFT-Algorithmus
relativ effizient berechnet werden kénnen, wére eine rein lokale Beschreibung des Systems
nach wie vor wiinschenswerter. Dies ist mdglich, wenn man zur Beschreibung anstatt
der Phononenamplitude w oder dem Vernichteroperator u die Deformation p = V&
verwendet. Da diese in Abwesenheit der Wechselwirkung einer Wellengleichung gehorchen
sollte, suchen wir nach einem Ausdruck fir (%)2 p. Dieser kann mit der Definition 5.9
und einer Riicktransformation in den Ortsraum aus Gleichung 5.17 gewonnen werden.

Wir erhalten so die Bewegungsgleichungen

2
(&) »0 =001 - LI6 () P (5.19)

6(7) = —itaed (7 + =00 (7) 1526 (P p (7). (520)

Diese Bewegungsgleichungen sind rein lokal und erlauben somit eine effiziente Lésung im
Ortsraum ohne die Verwendung von Fouriertransformationen.

5.2.2. Demonstration am eindimensionalen Testsystem

Um die Anwendbarkeit des Modells zu testen, sollen hier erste Simulationen anhand
eines einfachen Testsystems vorgestellt werden. Um den numerischen Aufwand gering
und das System intuitiv versténdlich zu halten, betrachten wir die Propagation in nur
einer Raumrichtung. Dazu werden die Felder in den beiden anderen Raumrichtungen als
unendlich ausgedehnt und homogen betrachtet. Wir verwenden ein System der Linge
L = 500nm mit periodischen Randbedingungen und wéhlen eine rdumliche Diskreti-
sierung Ar = 0.4nm in der Grékenordnung der Gitterkonstanten relevanter Halbleiter-
materialien. Wir wéhlen eine Startverteilung der Exzitonen, die bei dem Wellenvektor
ko = 1.5& zentriert ist, so dass eine Relaxation zu niedrigeren k-Werten beobachtet
werden kann. Die Phononen werden mit einer Bose-Einstein-Verteilung um Ty = 5K
initialisiert. Abbildung 5.2(a) zeigt die Evolution der exzitonischen Besetzung im Wel-
lenvektorraum. Wie bereits in Abschnitt 3.1.4 fiir Elektronen angesprochen, kénnen Ex-
zitonen durch Emission von Phononen zu anderen Zustdnden springen. Dabei miissen die
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Abbildung 5.2.: Simulation der Wechselwirkung von Exzitonen mit akustischen Pho-
nonen in einem eindimensionalen Testsystem der Lange L = 500 nm mit periodischen
Randbedingungen. Als Startverteilung wurde eine um ko = 1.5% zentrierte Verteilung
fiir die Exzitonen und eine Bose-Einstein-Verteilung fiir 7' = 5K fiir die Phononen ein-
gesetzt. (a) Exzitonische Besetzungszahl im k-Raum. (b) Phononische Besetzungszahl
im k-Raum, (c¢) Systemenergie fiir Exzitonen (blau), Phononen (griin), Wechselwirkung
(rot) und das Gesamtsystem (schwarz).

Gesamtenergie und der Gesamtimpuls des Systems erhalten bleiben. Da die Phononen
im Vergleich zu den Exzitonen(M = 0.8m.) sehr schwach dispersiv sind (vpn = 4.478),
erfolgen die Spriinge hauptsichlich zu Zustidnden mit umgekehrtem Vorzeichen von k mit
nur geringfiigig veréindertem Absolutwert und nur leicht verringerter Energie. Dabei wer-
den Phononen hauptsichlich mit einem Wellenvektor von ~ 2 x kq emittiert (Abbildung
5.2(b)). Durch schrittweise Relaxation zwischen positiven und negativen Wellenvektoren
bildet sich schlieflich ein Gleichgewichtszustand heraus, der bei k = 0 zentriert ist. Wie
in Abbildung 5.2(c) zu erkennen ist, wird bei diesem Relaxationsvorgang Energie vom
exzitonischen an das phononische Teilsystem abgegeben, die Gesamtenergie des Systems
bleibt jedoch erhalten.
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5.3. Schlussbemerkungen zu polaritonischen Systemen

In diesem Kapitel wurden Halbleiterdrihte in Hinblick auf ihre Nutzung als polarito-
nische Resonatoren untersucht. Es wurden die Eigenmoden experimentell verwendeter
Mikrodrahtresonatoren aus mit Bragg-Spiegeln beschichteten ZnO-Dréhten bestimmt.
Dabei findet man sowohl im Inneren des ZnO-Drahts lokalisierte Moden, die an die
exzitonischen Resonanzen koppeln und somit fiir polaritonische Anwendungen relevant
sind, als auch Whispering-Gallery-Moden, welche in den Bragg-Schichten lokalisiert sind
und daher keine signifikante Wechselwirkung mit dem Halbleitermaterial aufweisen. Zum
Verstdndnis der Wechselwirkung der unterschiedlichen polaritonischen und photonischen
Moden sind rdumlich aufgeldste dynamische Modelle wiinschenswert. Solche Modelle
existieren bereits auf verschiedenen Abstraktionsebenen, beziehen aber nur die Exziton-
Exziton-Wechselwirkung ein. Daher wurde in diesem Kapitel ein semiklassisches Modell
zur rdumlich aufgelosten Untersuchung der Exziton-Phonon-Wechselwirkung vorgestellt.
Zur Beschreibung des Systems ist lediglich die Losung einer Schrédingergleichung fiir die
Exzitonen und einer Wellengleichung fiir die Phononen erforderlich, welche durch lokale
nichtlineare Terme gekoppelt sind und so Energie austauschen kénnen. Die Funktions-
weise des Systems wurde an einem einfachen eindimensionalen Testsystem demonstriert,
in dem die Relaxation von Exzitonen durch Emission akustischer Phononen beobachtet
werden konnte. Das System bietet interessante Perspektiven gerade fiir die Nanodraht-
forschung, da es die Beschreibung raumlich strukturierter Medien sowohl fiir die Exzi-
tonen als auch fiir die Phononen und die Kopplung an existierende raumlich aufgeloste
Modelle fiir die Lichtausbreitung erlaubt. So kénnten Nanodrahtresonatoren mit einer
komplizierten rdumlichen und modalen Struktur modelliert werden. Gleichzeitig wird die
Exziton-Phonon-Streuung realistischer beschrieben als bei bereits existierenden réumlich
aufgelosten Modellen. Somit bieten sich viele interessante Moglichkeiten fiir die weitere
Forschung. Wichtige Themen sind hier die Erweiterung des Simulationscodes auf zwei-
oder dreidimensionale Systeme, die Einbindung existierender Modelle fiir die Exziton-
Exziton-Streuung und vor allem die Kopplung an das optische System. Letztere kdnnte
mit unterschiedlichem numerischem Aufwand entweder durch die Verwendung effektiver
Gleichungen fiir die relevanten Kavitédtsmoden oder auch durch die Anbindung an einen
FDTD-Code erfolgen.
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6. Musterbildung bei der
Photoionisierung amorpher Festkorper

6.1. Einleitung

Nachdem wir uns in Kapitel 4 und 5 dieser Arbeit mit der Licht-Materie-Wechselwirkung
im Halbleiter beschéftigt haben, betrachten wir nun die stark nichtlineare Wechselwir-
kung von intensiven optischen Anregungen mit dielektrischen Materialien. Bei hinrei-
chend starken Anregungen tritt auch hier eine Vielzahl von nichtlinearen Phinomenen
auf, die hauptsichlich auf dem Wechselspiel der linearen Beugung und Dispersion, der fo-
kussierenden Kerr-Nichtlinearitdt und der defokussierend wirkenden Wechselwirkung mit
dem durch den Puls erzeugten Plasma beruhen. In diesem Zusammenhang wurden bereits
Phénomene wie nichtlineare Pulsausbreitung|106, 107], Solitonenbildung und Filamentie-
rung untersucht[108]. Auch einige der im Extremfall aus der Absorption des Lichtpulses
erfolgenden Materialmodifikationen wurden bereits theoretisch untersucht und es existie-
ren bereits umfangreiche Modelle fiir die Erzeugung von Mikrokavitéten|73, 74, 109, 110].

All diese Phidnomene beruhen ausschliefslich auf der Wechselwirkung eines Lichtpul-
ses mit sich selbst und lassen sich durch die nichtlineare Lichtausbreitung in einem
homogenen Medium beschreiben. Daher bietet sich hier auch die Verwendung verein-
fachter Modelle wie der nichtlinearen Schrédingergleichung an[111, 112]. Eine weitere
interessante Klasse von Phénomenen ergibt sich jedoch, wenn man stattdessen auch die
Wechselwirkung mit einem inhomogenen Medium betrachtet. Dies ist vor allem inter-
essant, wenn zufillig verteilte Inhomogenititen auftreten, die als Streuzentren dienen
und eine breite Verteilung von rdumlichen Strukturperioden in das System einbringen.
In diesem Fall kann es in nichtlinearen Systemen zur Selbstorganisation und Musterbil-
dung kommen|113, 114, 115, 116]. In Glésern ist dieser Fall auch praktisch relevant, da
diese aufgrund ihrer chemischen Struktur als amorphe Festkorper auf der Nanometerebe-
ne inhérent inhomogen sind[117, 118]. Tatsachlich wurde die Selbstorganisation periodi-
scher Strukturen bei der Wechselwirkung intensiver Lichtpulse mit verschiedenen Glésern
bereits experimentell anhand der dadurch hervorgerufenen periodischen Materialmodi-
fikation nachgewiesen[41, 40, 45, 119, 42]. Der genaue Mechanismus dieses Selbstorga-
nisationsphdnomens konnte jedoch trotz der Existenz mehrerer sehr unterschiedlicher
Erklarungsansétze[39, 48, 40| nicht identifiziert werden. In dieser Arbeit wurde daher
die Wechselwirkung von Licht mit zufillig verteilten Inhomogenitidten untersucht. Dabei
konnte die Bildung selbstorganisierter Plasmastrukturen simuliert werden[120, 121], die
bereits einige der wichtigsten Figenschaften der experimentell beobachteten Nanostruk-
turen aufweisen.

81



6. Musterbildung bei der Photoionisierung amorpher Festkdrper

d]

10?£u‘lgslie_sﬁ 260 pulses ,‘ 2600 p_y‘lvses 980 N
” S ® 100n)
450" } } v 200n)

240 -

o
w i
iy o

140 1

100 1000 10000
Number of pulses per spot

Period [nm]

Abbildung 6.1.: Experimentelle Nanogitterstrukturen in Quarzglas. (a) SEM-Aufnahme
einer Nanogitterstruktur aus [43]. (b) Fortsetzen der Nanogitter durch Verfahren des
Fokuspunkts und Ausbildung von Nanogittern fiir verschiedene Pulszahlen. (c) Abhén-
gigkeit der Gitterperiode von der Pulsanzahl fiir eine Wellenlénge von A = 515nm und
verschiedene Pulsenergien. Die Abbildungen (b,c) wurden aus [126]entnommen.

6.1.1. Experimente zu Nanogittern in Glas

Wihrend sich mit niedrigen Laserpulsenergien Wellenleiter durch eine isotrope Verén-
derung des Brechungsindex erzeugen lassen, kdnnen mit intensiven Laserpulsen Locher
mit einem Durchmesser mehrerer hundert Nanometer erzeugt werden. 1999 wurde von
Kazansky et al. ein weiteres Regime der Materialmodifikation bei mittleren Pulsenergi-
en in Ge-dotiertem Glas nachgewiesen, bei dem eine doppelbrechende Struktur erzeugt
wird[122]. Ein ahnlicher Effekt wurde auch von Sudrie et al. in Quarzglas beobachtet|123],
welches seit der Entdeckung des Effekts das wichtigste Material zur Erzeugung und Nut-
zung von Nanogittern geblieben ist. Erst spiter wurde der Effekt auch in anderen Mate-
rialien wie Kristallen[49] und verschiedenen Gliasern[124, 125] untersucht.

Shimotsuma et al. konnten dann mit Hilfe von BEI (Backscattered Electron Imaging)
zeigen, dass es sich bei den doppelbrechenden Strukturen um periodische planare Na-
nogitter handelt[40], die aus dem urspriinglichen Fokusbereich herauswachsen koénnen
(Abbildung 6.1(a)). Dabei wurden Regionen mit erhthtem Sauerstoffgehalt und entspre-
chend verringerter Dichte beobachtet. Diese Beobachtung wurde spiter von Hnatovsky
et al. bestatigt [127]. Dabei war zunéchst unklar, ob es sich bei den Ebenen der Struktur
um planare Nanorisse oder lediglich um eine stark modifizierte Materialregion handelt.
FEG-SEM Untersuchungen von Lancry et al. zeigen, dass die Ebenen der Nanogitter aus
pordsem Silizium mit einer Porengréfe von 10nm - 30 nm bestehen [82]. Diese struktu-
rellen Untersuchungen wurden spéter noch durch Rontgenstreuexperimente erginzt, die
zwei verschiedene Populationen aus kleineren Poren (30 x 25 x 75) nm? und ausgedehnte-
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ren Rissen (280 x 25 x 380) nm? innerhalb der Gitterebenen identifizieren konnten[128].

Weitere experimentelle Untersuchungen haben gezeigt, dass die Nanogitter stets senk-
recht zur Anregungspolarisation ausgerichtet sind, wihrend die Periode und damit die
Stérke der Doppelbrechung iiber die Anzahl der Laserpulse[43, 45, 129, 130] oder die
Dotierung des Materials[131, 132| beeinflusst werden kann. Es zeigt sich, dass sich die
Nanogitter erst iiber die kumulative Wirkung vieler Laserpulse ausbilden. Dabei wurde
zunéchst die Bildung von Nanostrukturen ohne klare Periodizitéit beobachtet (Abbildung
6.1(b))|85]. Voll ausgeprégte Nanogitter erreichen dann eine Periode von meist \/2n, fiir
geringe Pulszahlen wurden allerdings auch Perioden von A/n beobachtet[133]. Die initiale
Periode verringert sich bei der Bestrahlung mit weiteren Pulsen noch signifikant (Abbil-
dung 6.1(c))[85, 45, 134]. In Borofloat-Glas wurde sogar eine Periode von nur 60 nm bei
einer Anregung mit A = 800 nm erreicht[125].

Verfahrt man den Fokus durchs Material, kénnen die Gitterstrukturen iiber makrosko-
pische Grofenordnungen fortgesetzt werden (Abbildung 6.1(b)). Dies funktioniert sowohl
bei einer Verfahrrichtung entlang der Nanoebenen als auch senkrecht dazu [42]. Nach-
dem die Bildung von Nanogittern zunéchst nur bei linear polarisiertem Licht beobachtet
wurde, gelang es Hnatovsky et al. 2011 zu zeigen, dass auch kompliziertere Polarisati-
onszustinde in Glas geschrieben werden konnen [119]. Auch hier bilden sich Nanoebenen
senkrecht zur lokalen Polarisation des Lichts und es kénnen stern- oder spiralformige
Strukturen geschrieben werden. Da die Ausrichtung der Nanogitter offenbar nur von der
lokalen Polarisation der Anregung abhingt und die Gitter in beliebige Richtung fortge-
setzt werden konnen, ist die Herstellung nahezu beliebiger doppelbrechender Strukturen
moglich. So kann eine Vielzahl photonischer Funktionalitdten bereitgestellt werden. Da-
zu zéhlen Wellenplatten zur Erzeugung fast beliebiger Polarisationszustinde[44, 45| mit
Anwendungen in der Mikroskopie[47] und computergenerierte Hologramme[46]. Da die
Nanogitter durch weitere Bestrahlung mit einer anderen Polarisation auch nachtriglich
iiberschrieben werden kénnen, wurden auch Anwendungen als Bits fiir die dreidimensio-
nale Datenspeicherung vorgeschlagen[43]. Durch selektives Atzen des pordsen Materials
in den Gitterebenen kénnen zudem nanofluidische Bauelemente hergestellt werden|43].

6.1.2. Bisherige Erklarungsansitze

Die existierenden Erkldrungsansétze zur Nanogitterbildung lassen sich grob in zwei Klas-
sen einteilen. Zum Einen existieren verschiedene Theorien, die auf rdumlichen Dispersi-
onseffekten beruhen|40, 48]. Raumliche Dispersion tritt auf, sobald ein Material eigen-
stdndig propagierende Wellen unterstiitzt, die an das optische Feld koppeln kénnen. Dazu
zéhlen beispielsweise Elektronenschallwellen in heifen Plasmen, die durch ein Drude-
Modell mit einem zusétzlichen rdumlichen Term fiir den Druck des Elektronengases be-
schrieben werden konnen[135] oder auch Exziton-Polaritonen[96, 97], sobald die Schwer-
punktsbewegung der Exzitonen relevant wird. Die Nanogitterbildung kénnte dann als ein
Interferenzmuster bei der Uberlagerung der elektromagnetischen Welle mit einer propa-
gierenden Materialanregung gleicher Frequenz aber anderer Wellenldnge erklart werden.
Obwohl die Streuung an Inhomogenititen bei diesen Theorien keine explizite Rolle spielt,
wiren diese auch hier notwendig um als Ausgangspunkt der Materialwellen zu fungieren,
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die ohne eine Brechung der Translationsinvarianz nicht angeregt werden kdénnen. Eine
Schwachstelle dieser Ansétze ist, dass sie eine starke Abhingigkeit des Interferenzmus-
ters von der Anregungsdichte vorhersagen. Diese variiert jedoch rdumlich und zeitlich
stark. Die Nanogitter hingegen behalten ihre Periode selbst weit auflerhalb des eigentli-
chen Fokusbereichs unveréndert bei[43].

Andere, ,nanoplasmonische® Erklarungsanséitze beruhen auf einer rein lokalen Wechsel-
wirkung mit dem Material. Dabei geht man davon aus, dass sich an bereits existierenden
Inhomogenitdten Nanoplasmen bilden, welche dann durch Streuphénomene iiber das opti-
sche Feld miteinander wechselwirken. Da die Feldiiberhéhung bei einem schwach ionisier-
ten Nanoplasma an dessen Aquator senkrecht zur anregenden elektrischen Feldrichtung
liegt, konnten sich auf diese Weise langsam oblate Nanoplasmen bilden, die nach meh-
reren Bestrahlungsvorgingen zu ausgedehnten Gitterflichen heranwachsen konnten|[39].
Ein &hnlicher Ansatz zieht die Anregung von Oberflichenplasmonen an der Grenzfla-
che des ionisierten Bereichs im Laserfokus in Betracht[49, 50]. In diesem Fall kénnte die
Bildung von Volumengittern in Analogie zur Bildung von Oberflichengittern|136, 137]
verstanden werden.

Die Fiille der vorhandenen Erklarungsansétze zeigt, dass einfache Modelle und Annah-
men zwar eine Vielzahl sehr verschiedener Ideen liefern, aber deren Verantwortlichkeit
fiir die Gitterbildung nicht klaren kénnen. Einen Ausweg verspricht die numerische Simu-
lation des Systems, anhand der die Plausibilitdt verschiedener Theorien direkt getestet
werden kann.

6.1.3. Modellierungsansatz

Da Inhomogenitéten in Glas stets vorhanden sind und ihre Anwesenheit zudem fiir alle
vorhandenen Erklarungsansétze notwendig ist, bietet es sich an, sich zunéchst mit der
Wechselwirkung des Lichts mit solchen Inhomogenitéten zu befassen. Da die auf rdum-
lichen Dispersionseffekten beruhenden Modelle zudem in vieler Hinsicht problematisch
sind, wird auf die Modellierung solcher Effekte in dieser Arbeit verzichtet. Stattdessen
sollen die Moglichkeiten eines einfachen Modells untersucht werden, welches lediglich
die nichtlineare Generation von Plasmastrukturen und die Streuung an diesen beriick-
sichtigt. Die Eigenschaften des nichtangeregten Mediums, welche hauptséchlich durch
die Valenzelektronen bestimmt sind, beschreiben wir durch eine Hintergrundpermitti-
vitdt gy = n?ep mit dem Brechungsindex von Glas n = 1.45. Zusitzlich soll auch
der Kerr-Effekt durch Einfithrung einer nichtlinearen Polarisation P= 50X3E2E dritter
Ordnung beriicksichtigt werden. Dabei nehmen wir eine skalare nichtlineare Suszeptibil-
itit x3 = 2 x 10722m?V~2[110] an. Die nichtlineare Ionisierung und die Laser-Plasma-
Wechselwirkung beschreiben wir mit Hilfe des Modells aus Kapitel 3.2 und beschreiben
die Leitungsbandelektronen durch das Drude-Modell in Gleichung 3.54 mit einer als kon-
stant angenommenen Kollisionsfrequenz v, = 1014s71[138, 139, 107]. Wir beschriinken
uns auf die Mehrphotonenionisierung als dominanten Ionisierungsprozess. Fiir eine An-
regungswellenldnge von A = 800nm und eine Bandliicke von W;,, = 9eV werden 6
Photonen zur lonisierung bené&tigt. Dadurch ergibt sich die intensitdtsabhingige lon-
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isierungsrate in den Gleichungen 3.52 und 3.53 zu

oel®
Vinpi = ——. (6.1)
Po

Wir verwenden den Literaturwert o = 2 x 107%°m?W 657! des Ionisierungsquerschnitts
fiir Quarzglas[110]. Die Ionisierung séttigt bei einer maximalen Anregungsdichte von
po = 2 x 10¥m~3[73]. Zusitzlich nehmen wir an, dass die Leitungsbandelektronen nach
Tree = 150 x 107155 rekombinieren[140].

Wie in Abschnitt 6.1.1 gezeigt wurde, bilden sich die periodischen Gitter in Glas erst
durch die kumulative Wirkung vieler Laserpulse. Zwischen den einzelnen Pulsen ver-
mitteln komplexe chemische und mechanische Materialmodifikationen, die noch nicht
komplett verstanden sind und die prinzipiell eine eigene Modellierung, beispielsweise mit
Hilfe von molekulardynamischen[141] oder thermoplastischen[142] Modellen erfordern.
Da die initiale Gitterperiode und die Ausrichtung jedoch klar durch die Parameter des
Anregungslichts bestimmt ist, muss die Selbstorganisation der Gitter bereits durch op-
tische Effekte erkldrbar sein. Wir beschrinken uns daher auf die Simulation der Effekte
wiahrend der eigentlichen Laserbestrahlung. Diese kénnen vollig getrennt von der an-
schliefsenden Materialmodifikation betrachtet werden, da die Thermalisierung zwischen
Elektronen und Kristallgitter auf weit langsameren Zeitskalen ablduft als die in den Ex-
perimenten verwendeten Femtosekundenpulse|73, 74].

Um die Moglichkeiten der rein optischen Selbstorganisation wihrend eines einzelnen
Bestrahlungsvorgangs untersuchen zu kénnen verwenden wir eine zeitlich konstante An-
regung. Diese kann als Grenzfall eines sehr langen Pulses oder als Extrapolation der
Wirkung vieler Pulse verstanden werden. Wir beschéftigen uns zunédchst mit der Streu-
ung an einzelnen Inhomogenititen und dem dadurch induzierten Wachstum ausgedehn-
ter Plasmastrukturen. Danach betrachten wir die Ionisierung in Materialvolumen mit
zufillig verteilten Inhomogenititen und den dabei auftretenden Wettbewerb zwischen
einzelnen Plasmastrukturen. Zum Verstdndnis der anfinglichen lonisierung verwenden
wir ein einfaches kombiniertes Modell, das die Dipolstreuung zur Berechnung der lokalen
Feldiiberh6hung benutzt und dabei auf das oben beschriebene Modell zur Beschreibung
der Materialeigenschaften zuriickgreift. Dieses Modell wird in den Abschnitten 6.2.2 und
6.2.3 erkldrt. Um ausgedehnte Plasmastrukturen zu untersuchen, kombinieren wir das
gleiche Materialmodell mit der FDTD-Methode. Dazu wird das von der FDTD-Methode
berechnete Feld in jedem Zeltschrltt als Anregung in das Materialmodell eingesetzt. Um-
gekehrt wird die Stromdichte J=J;+ Jmpl im Ampereschen Durchflutungsgesetz 2.1
verwendet, um die Riickkopplung an das elektromagnetische Feld zu realisieren. Um die
auftretenden nichtlinearen Gleichungen zu 16sen verwenden wir ein einfaches Fixpunktite-
rationsverfahren. Dabei wird das elektrische Feld aus dem letzten Zeitschritt als initialer
Wert eingesetzt. Da sich die Felder {iber einen Zeitschritt nur schwach verdndern, sind
dann nur n = 3 Fixpunktiterationen notwendig.

85



6. Musterbildung bei der Photoionisierung amorpher Festkdrper

6.2. Einzelne Inhomogenitat

6.2.1. Inhomogenititen in Glas

Als amorphe Festkorper sind Glédser auf der Nanometerskala inhdrent inhomogen, da
sich die chemische Struktur lokal &ndert. Zusdtzlich existieren Locher und Gaseinschliis-
se. Typische Einschliisse in Quarzglas haben eine Gréfe von d = 0.6nm [117] und einen
Volumenanteil von 3%[118], was einem durchschnittlichen Abstand von weniger als 20 nm
zwischen zwei Inhomogenititen entspricht. Wie bereits in Abschnitt 3.2.3 angesprochen
wurde, kdnnen der Brechungsindex und der lonisierungsquerschnitt zuséitzlich durch frii-
here Laserbestrahlung erhéht werden|84].

Da die beschriebenen Inhomogenitéiten viel kleiner als die Wellenldnge des sichtba-
ren Lichts sind, spielt ihre konkrete Form fiir die Streuung keine Rolle und sie kon-
nen als elektrische Dipole beschrieben werden[92]. Die Streufelder werden nur durch die
Brechungsindizes der Inhomogenitéit und des umgebenden Mediums bestimmt. Dadurch
lagsen sich unterschiedliche Arten von Inhomogenititen so wie Regionen mit erhéhtem
oder erniedrigtem Brechungsindex mit dem selben intuitiven Bild beschreiben. Wie in
Abschnitt 6.2.4 gezeigt wird, trifft das auch im nichtlinearen Fall noch zu. Um ein grund-
legendes Verstdndnis aufzubauen, betrachten wir in den Abschnitten 6.2.2 und 6.2.3
zunéchst ionisierbare Regionen, die in ein nicht ionisierbares Material eingebettet sind.
Danach betrachten wir verschiedene Inhomogenititen innerhalb eines ebenfalls ionisier-
baren Hintergrundmaterials.

6.2.2. Plasmakugel in der Dipolniherung

Wir betrachten eine kleine Plasmakugel mit dem Radius 7sppere, deren vom Ort 7 abhén-
giges Streufeld in der elektrostatischen Nidherung aufserhalb der Kugel als Dipolstrahlung
. eikr

Escattered = 4
mr

<k2 (F x §) x 7 + (37(F) — p) (1 - ”“)) (6.2)

r2 r
mit dem Dipolmoment ? = aﬁmc und der Polarisierbarkeit

3 Esphere — €bg
sphere €0- (63)

a = 4nr
Esphere + 25()9

beschrieben werden kann [92]. Dabei sind ey und egppere jeweils die Permittivitat des
umgebenden Materials und der Kugel. Diese Ndherung ist sinnvoll, wenn die Kugel viel
kleiner als die anregende Wellenldnge ist, so dass die Anregung im Inneren der Kugel
anndhernd konstant ist.

Vernachldssigt man nichtlineare Effekte und betrachtet die Plasmadichte als konstant,
erhdlt man aus dem Drude-Modell (Gleichung 3.54) die Permittivitidt der Kugel

wg WP,

P
— 6.4
9T 2y v2 T + wr? (64)

Esphere =
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In Luft (4 = 1) fiihrt dies zu einem Brechungsindex n < 1 fiir Licht mit einer Frequenz
w > wp, und zu einem imagindren Brechungsindex fiir w < wy,. Dabei ist

pe?
=2 6.5
“p Meo (6.5)

Setzt man fiir egppere in Gleichung 6.3 die aus Gleichung 6.4 gewonnene Dielektrizitéts-
konstante ein, kann das durch Streuung an einer Plasmakugel beliebiger Dichte hervor-
gerufene Feld berechnet werden. Der Ausdruck fiir die Polarisierbarkeit in Gleichung 6.3

hat einen Pol bei esppere = —2epy. Unter Vernachlidssigung der Verluste tritt dies ein
wenn gilt
3w?m €0ED
Pres = # (66)

Abbildung 6.2 (a) zeigt die Winkelabhéngigkeit der Intensitit im Nahfeld der Kugel ab-
héngig von der Plasmadichte. Fiir kleine Plasmadichten verhélt sich die Plasmakugel
wie eine dielektrische Kugel und die Intensitétsverteilung wird durch die Interferenz der
einfallenden Welle mit der Dipolstrahlung bestimmt. Die maximalen Intensitétsiiberh-
hungen liegen in diesem Fall in der Ebene senkrecht zum elektrischen Feldvektor. Bei
groferen Plasmadichten hat das Streufeld viel grofere Feldstdrken als das einfallende
Feld, so dass die Interferenz keine Rolle spielt. Entsprechend der Nahfeldverteilung eines
Dipols befinden sich die Maxima, jetzt an den Polen der Kugel in Richtung des anregen-
den Feldes. Der Wechsel vom Streufeld der dielektrischen Kugel zu dem einer “typischen”
metallischen Kugel findet nicht beim Ubergang zu metallischen Plasmadichten statt,
sondern wird durch die relative Starke des Streufeldes bestimmt.

6.2.3. lonisierbare Kugel in der Dipolndherung

Statt einer Kugel mit fester Plasmadichte wollen wir nun eine ionisierbare Kugel in einem
dufleren Feld beschreiben. Jetzt miissen zusétzliche Polarisationsbeitrige beriicksichtigt
werden, die durch die Ionisierung und andere nichtlineare Effekte auftreten kénnen.
Zuerst soll €sphere(t,Esphere) bestimmt werden, so dass alle gewiinschten Effekte zu-
sdtzlich zur linearen Polarisation aus dem Drude-Modell beriicksichtigt sind. Dabei gilt

P = Py + Postra = Xpge0E + f(w, E)E (6.7)

. = P Pk e+ P .
mit f(t, ) = “trudet Ef”’+ 2 Dann kann man schreiben

(. E b L
P:50E<f<c(:)+ng> =&y (if(c:‘)‘f‘&?bg‘i‘l)E:EoXE
0 0

—

also erhélt man ein neues €gppere(t, F)

—

t E
Esphere = €bg + f(E() ) (68)
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—

und ein neues zeitabhéngiges «(t, E)

‘ f(t.E)
@ = dmrd e (6.9)
3epy + LLE)

Um ein zeitabhingiges Modell zu erhalten, betrachten wir jetzt alle Felder als Produkte
aus einer Einhiillenden und einer Trigerschwingung

F = F(t)e ™!, (6.10)

Aufserdem gehen wir davon aus, dass sowohl das anregende elektrische Feld als auch das
elektrische Feld und die Polarisation im Inneren der Kugel in die gleiche Richtung zeigen,
so dass wir auf die vektorielle Schreibweise verzichten kénnen. Dann ergibt sich

ﬁKerr = X3E3 (611)
d - B 3
< Pop = 06 Wion <1 - p) EM 4 iwPy, (6.12)
dt Pmax
4\ ¢ B+ i+ ) 1P + (w? + iwr,) P, (6.13)
- = — 2 Ve) — w W, .
dt drude e P w e) 3t drude e) L drude
d -
P:(l_ P >0616_p:(1_ P >06E12—p (6.14)
dt pmax TR pmaz TR

Gleichungen 6.11, 6.12, 6.13 und 6.14 kann man numerisch integrieren, um die Polarisa-
tionsbeitrage und die freie Ladungstrigerdichte zum Zeitpunkt ¢ zu erhalten. Aufgrund
der Nichtlinearitit verbleiben Potenzen von E im Ausdruck fiir die Polarisierbarkeit. Hier
brauchen wir das Gesamtfeld im Inneren der Kugel [92]

I - Pdrude+P6p+PKerr
Esphere = Finc — .
3e0€ng

(6.15)

Dieses wird als E wieder in die Gleichungen 6.11-6.14 eingesetzt.

Dieses einfache Modell ldsst sich verwenden, um die anfingliche Ionisierung in der
Néhe einer Inhomogenitit zu simulieren (Abbildung 6.2 (b)). Durch die Ionisierung der
Kugel senkt sich der Brechungsindex und die Polarisierbarkeit der Kugel steigt an. Da-
durch wachsen auch die elektrischen Feldstéirken innerhalb der Kugel weiter an. Gerét
die Plasmadichte innerhalb der Kugel durch diesen Prozess in die Nahe der resonanten
Plasmadichte, steigen die Felder und die Plasmadichte exponentiell und erreichen da-
durch sogar die maximale Plasmadichte py,q.. Das heifit, der 6-Photonen-Ubergang wird
gesittigt. Ein dhnliches Verhalten zeigt sich auch bei der Simulation einer ionisierbaren
Kugel mit der FDTD-Methode.
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Abbildung 6.2.: (a): Intensitit relativ zum Eingangsfeld fiir verschiedene Winkel © (siehe
Skizze in (b)) bei 7 = ryphere unmittelbar aufferhalb einer Plasmakugel mit verschiedenen
Ladungstrigerdichten (Veonision = 1 x 10'%). (b): Zeitabhiingigkeit der Intensitit und
der Plasmadichte innerhalb einer ionisierbaren Kugel berechnet mit dem zeitabhingigen
Dipolmodell.

6.2.4. Inhomogenitit im ionisierbaren Material

In Abschnitt 6.2.3 wurde die Streuung an einer ionisierbaren Kugel behandelt. Diese
l&sst sich leicht in der elektrostatischen Nidherung beschreiben. Im realistischen Fall ist
aber auch das Material auferhalb der Inhomogenitét ionisierbar. Bei schwacher Anre-
gung und sub-resonanten Plasmadichten folgt die Anregung dort lediglich dem durch
Streuung hervorgerufenen Intensitdtsmuster, es kommt aber nicht zu signifikanter Streu-
ung an dem so erzeugten Plasma oder zur Stimulation eines weiteren Wachstums. Bei
hinreichend starker lokaler Feldiiberhthung hingegen ist das Wachstum einer stark io-
nisierten Region zu erwarten. Solche Prozesse sind nicht mehr mit der elektrostatischen
Naherung zu beschreiben, so dass wir auf die FDTD-Methode zuriickgreifen miissen. Wir
beschrénken uns vorerst auf eine zweidimensionale Simulation, da sich die grundlegenden
Prozesse daran einfacher darstellen lassen. Es zeigt sich spéter, dass im dreidimensiona-
len System ein sehr dhnliches Wachstum eintritt. Abbildung 6.3 zeigt die Verteilung der
Plasmadichte um verschieden geartete Inhomogenitéten in Glas (nyy = 1.45) wihrend der
Bestrahlung mit einer starken ebenen Welle der Wellenldnge A = 800 nm. Wie bereits
anhand der einfacheren Betrachtungen in der elektrostatischen Naherung in Abbildung
6.2 zu erwarten war, kommt es zunichst zu einem Anstieg der Plasmadichte in dem
direkt von der urspriinglichen Inhomogenitét betroffenen Bereich. In der Nihe der re-
sonanten Plasmadichte kommt es dann zu starken Feldiiberhhungen an den Polen der
Inhomogenitédt in Richtung des einfallenden elektrischen Feldvektors, die auch in diesen
Regionen eine sehr schnelle Ionisierung bewirken. Dieser Prozess ermoglicht das Wachs-
tum einer Struktur in der Grofenordnung der Wellenléinge des einfallenden Lichts. Wie in
Abbildung 6.3 zu erkennen ist, beeinflusst die genaue Art oder Grofe der urspriinglichen
Inhomogenitét lediglich den Zeitpunkt, bei dem das Wachstum der Struktur einsetzt,
nicht aber deren finale Form. Wir erhalten sowohl fiir ein Loch (o6 i, = 0,n = 1.0 ) mit
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Abbildung 6.3.: Plasmadichte (2D FDTD) in einem frithen Stadium der Ionisierung in
der Umgebung sphérische Locher (0¢ inn = 0, n = 1.0) verschiedener Gréfsen und um eine
Region mit erhéhtem Ionisierungsquerschnitt og ;,;, = 06 X 5 in Glas. Die Bestrahlung
erfolgt mit einer ebenen Welle der Amplitude Ey = 1.7 x 10'°°Vm™!, die in z-Richtung
einfallt.

Durchmesser d = 0.6 nm oder d = 6 nm als auch fiir eine Region mit kiinstlich erhthtem
Tonisierungsquerschnitt og ;,, = 06 X 5 das gleiche Muster. Dies ist insofern zu erwar-
ten, dass die Streuung an einer Subwellenldngenstruktur nicht von der genauen Form
dieser Struktur abhingt|[92]|. Dieser Umstand erlaubt es auch, weitere Simulationen mit
einer vergleichsweise groben Auflosung von Az = 5nm und pixelgrofen Inhomogenité-
ten durchzufithren, auch wenn durchschnittliche Inhomogenitéten in Glas lediglich eine
Grofe von d = 0.6 nm haben|117].

Das Wachstum in Polarisationsrichtung schwécht sich erst ab, wenn die Struktur Wel-
lenlangendimensionen erreicht. Dann verhélt sich die Struktur wie eine Nanoantenne,
deren maximale Reflektivitat bei der Grofe % erreicht wird. Es kommt aber auch schon
bei geringeren Groken zu einer substantiellen Reflexion. An den Positionen konstrukti-
ver Interferenz der einfallenden und reflektierten Welle kommt es zu weiterer lonisierung
(Abbildung 6.4(b)). Dadurch kann eine neue Plasmastruktur entstehen, welche sich aus
Einstrahlrichtung betrachtet vor der Ersten befindet. Diese verhindert das Wachstum der
urspriinglichen Plasma-Antenne, so dass die Struktur eine endliche Gréfe in Polarisati-
onsrichtung beibehélt. Dieser Prozess setzt sich periodisch fort. Dadurch kann sich durch
die Ionisierung einer winzigen Saat-Inhomogenitit eine Plasmastruktur mit Wellenldn-
gendimensionen bilden, die entgegen der Ausbreitungsrichtung des einfallenden Lichtes
wachst (Abbildung 6.4(c)).
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Abbildung 6.4.: Plasmadichte (2D FDTD) um ein sphérisches Loch (o¢ inn = 0, n = 1.0,
d = 7nm) in Glas zu verschiedenen Zeitpunkten wihrend der Ionisierung. (a) Plas-
mawachstum in die Feldrichtung. (b) Sattigung des Wachstums und Start einer neuen
Struktur. (c¢) Periodisches Nanoplasma durch Fortsetzung des Prozesses. Die Bestrahlung
erfolgt mit einer ebenen Welle der Amplitude Fy = 1.7 x 101Vm ™! die von links einfillt.
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6.3. Chaotisch verteilte Inhomogenitaten

Wir betrachten jetzt die Photoionisierung in einem dreidimensionalen Materialvolumen
mit zufillig verteilten Inhomogenititen. Zur Simulation verteilen wir pixelgrofe Inhomo-
genititen mit erhthtem lonisierungsquerschnitt und der Dichte p;,,. Das Hintergrundme-
dium auflerhalb der Inhomogenitéten bleibt unverdndert. Wie erwartet beobachtet man
auch hier wieder das Wachstum von Strukturen ausgehend von den urspriinglichen In-
homogenitdten. Sind die Inhomogenitéten schwach, beobachten wir nur vereinzelte Plas-
mastrukuren, die nicht miteinander wechselwirken. Im Fall stérkerer Inhomogenitaten
wachsen die Strukturen hingegen so dicht, dass es zu Wechselwirkungen und schliefs-
lich auch zur Selbstorganisation kommt. Um solche Phénomene untersuchen zu kénnen,
erlauben wir jetzt auch stirkere Uberhdhungen des Ionisierungsquerschnitts in den In-
homogenitiaten(Abbildungen 6.5-6.7).

In diesem Fall beobachten wir ganz dhnliche Strukturen wie im zweidimensionalen Fall
in Abschnitt 6.2.4. Allerdings wachsen die Strukturen jetzt auch in die dritte Raumrich-
tung y, die wir zuvor nicht beriicksichtigt hatten. Dabei verbinden sie sich mit ihren
Nachbarn und bilden dadurch eine ausgedehnte Plasmascheibe, die in der Ebene senk-
recht zum einfallenden elektrischen Feld liegt. Auf Dauer ndhern sich die Strukturen
also dem zweidimensionalen Fall an. Durch Interferenz mit dem einfallenden Feld wird
die Intensitédt in der Nihe einer einzelnen Plasmascheibe unterdriickt und erst im Ab-
stand von etwa % wieder erhoht. Im Hinblick auf die Feldunterdriickung in Richtung des
einfallenden Feldes verhilt sich also auch die ausgedehnte Plasmastruktur noch wie ein
einzelner Dipol. Dadurch kommt es zur Wechselwirkung zwischen den einzelnen Struktu-
ren, die dann letztendlich zur Selbstorganisation und zur Bildung periodisch angeordneter
Plasma-Ebenen fithren kann. Da sich viele Strukturen simultan ausbilden und erst in ih-
rem weiteren Wachstum miteinander interagieren, ist die finale Periode allerdings nicht
komplett durch den Feldunterdriickungsmechanismus bestimmt, sondern hingt auch von
anderen Parametern wie der Dichte und Stérke der urspriinglichen Inhomogenititen oder
der Anregungsintensitét ab. Wir betrachten daher einige interessante Falle.

6.3.1. Selbstorganisation bei homogener Polarisation

Die kleinste Gitterperiode konnte bei Beleuchtung mit einer ebenen Welle beobachtet
werden. In diesem Fall entstehen stark ionisierte Strukturen zunéchst in der N&he der
Anregungsebene und wachsen von dort aus riickwirts entgegen der Feldausbreitung. Da-
durch wird die lonisierung im Inneren des Volumens weitestgehend unterdriickt. Um
ein freies Strukturwachstum auch in diesem Fall beobachten zu koénnen, fiillen wir nur
den Halbraum z > 0 mit Inhomogenitédten und belassen den negativen Halbraum hin
zur Anregungsebene im homogenen Zustand. In diesem Fall starten die meisten Plas-
mastrukturen an der Grenzfliche zwischen den beiden Halbridumen, von wo sie entgegen
der Anregung wachsen und miteinander interagieren kénnen (Abbildung 6.5). Da in die-
sem Fall eine grofie Anzahl von Strukturen in der Grenzschicht zwischen homogenem
und inhomogenem Material zu wachsen beginnt, kann lediglich die starke Feldabschwa-
chung in unmittelbarer Ndhe der einzelnen Plasmastruktur zur Unterdriickung weiterer
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Abbildung 6.5.: Ladungstriagerdichte an einem mit Inhomogenititen(p;,, = 0.01,
06,inh = 600¢) gefiillten Halbraum (z>0), der mit einer ebenen Welle (Amplitude
Fy = 1.7 x 101°Vm™!) bestrahlt wird. Die Plasmastrukturen wachsen an der Grenz-
schicht bei z = 0 und bilden ein Gitter der Periode ~ ﬁ = 275nm. Die Polarisation
und die Ausbreitungsrichtung sind in (a) eingezeichnet. (b) zeigt einen Schnitt durch die
Gitterebenen bei z = —300 nm.

Strukturen fiihren. Dadurch beobachten wir eine Periode von etwa % Das Wachstum
an einer Grenzflache erinnert in gewisser Hinsicht an das Wachstum von Oberflachengit-
tern, welches bereits durch die Interferenz von Dipolwellen erkliart wurde, die an einer
rauen Oberfliche angeregt werden[136, 137|. In unserem Fall handelt es sich hingegen
um einen Volumeneffekt, da die Selbstorganisation erst beim Riickwirtswachstum der
Plasmastrukturen eintritt.

Um Simulationen durchzufiihren, die niher an der experimentellen Situation bei der
Erzeugung von Volumengittern liegen verwenden wir jetzt fokussierte Lichtquellen. Wir
filllen nun wieder das gesamte Materialvolumen mit Inhomogenititen. Die Position des
initialen Strukturwachstums wird jetzt durch die Region maximaler Intensitat im Strahl-
fokus vorgegeben.

Wir betrachten zunéchst den einfachsten Fall einer linear polarisierten Quelle. Verwen-
det man hier einen punktférmig fokussierten Anregungsstrahl, ist es schwierig wiahrend
eines einzelnen Bestrahlungsvorgangs mehr als eine einzelne Plasmastruktur zu erzeu-
gen. Damit ist es schwierig, die Organisation mehrerer Gitterebenen zu beobachten. Wir
verwenden stattdessen eine Lichtquelle, die sich in z-Richung ausbreitet und die in z-
Richtung polarisiert, aber nur in y-Richtung fokussiert ist. In Polarisationsrichtung ist
der Fokus also ausgedehnt, so dass wir viele Gitterebenen beobachten kénnen (Abbil-
dung 6.6 (a)-(c)). Diese Konfiguration stellt auch ein Anndherung an Experimente dar,
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Abbildung 6.6.: Ladungstréigerdichte in einem Glasvolumen mit Inhomogenitéten (p;,, =
0.01, 06 inkn = 40 X 0¢). Die Beleuchtung erfolgt mit einem in y-Richtung fokussierten und
in z-Richtung propagierenden Strahl (maximale Feldstérke des Strahls ohne Inhomoge-
nititen Ey = 1.9 x 101°Vm~!, NA = 0.8). Im linearen Fall liegt der Fokus bei z = 0.
Bei Abbildung (a-c) wurde in z-Richtung polarisiertes Licht verwendet, bei Abbildung
(d)-(f) in y-Richtung polarisiertes Licht. In (a) bzw. (d) sind die urspriingliche Einzel-
Plasmastruktur (durchgezogenes Oval) und die Gitterebene (gestricheltes Oval) markiert.
In (c) und (f) sind Linien gleicher Intensitiit |E|? des anregenden Strahls eingezeichnet.
Die Skizzen zeigt die Fokusgeometrie und die Lage der Plasma-Ebenen.

bei denen der Fokuspunkt wihrend der Bestrahlung mit mehreren Einzelpulsen entlang
der Probe verschoben wird. Wie erwartet erhalten wir mehrere Gitterebenen, die vom
Fokusvolumen ausgehen und von dort iiber mehrere Mikrometer in Bereiche mit gerin-
gerer Intensitdt hineinwachsen. Die Selbstorganisation wird offenbar durch die maximale
Feldiiberh6hung bestimmt, so dass wir Strukturperioden von etwa % beobachten. Da das
Wachstum der einzelnen Strukturen zunichst an zufélligen Positionen im Fokusvolumen
startet, setzt sich die Selbstorganisation erst nach kurzem Riickwirtswachstum durch.
Mit Einsetzen der Selbstorganisation (etwa 500 nm vor dem urspriinglichen Fokus) er-
hoht sich die transversale Ausdehnung der einzelnen Gitterebenen, so dass sich eine “ka-
rottenformige” Struktur ergibt (Abbildung 6.6(c)). Man beobachtet weiterhin, dass die
einzelnen Gitterebenen (markiert mit einer gestrichelten Linie in Abbildung 6.6(a)) aus
kleineren Strukturen zusammengesetzt (durchgezogene Linie in Abbildung 6.6(a)) sind,
die eine endliche Ausdehnung < % in Polarisationsrichtung haben. Diese entsprechen
der urspriinglichen Fliigelstruktur, wie sie in Abbildung 6.4(a) beobachtet wurde. Ahn-
lich wie in Abbildung 6.5 verschmelzen die Strukturen in y-Richtung und bilden dadurch
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Abbildung 6.7.: (a-d): Ladungstriagerdichte in einem mit Inhomogenititen (p;,, = 0.01)
gefiillten Volumen unter Beleuchtung mit Strahlen (Ep = 1.7x10"°Vm ™, NA = 0.5) mit
raumlicher Polarisationsstruktur und Propagation in z-Richtung. (a) und(b): Azimuthal
polarisierter Strahl, o6 i, = 6006. (c) und (d): Radial polarisierter Strahl, o¢ jn, = 300%.
Die im linearen Fall erwarteten Linien gleicher Intensitéit |E|? sind in (b) und (d) einge-
zeichnet. Die gestrichelten Linien zeigen die Position der in (a) und (c) gezeigten Schnitte.
Auferdem ist die Polarisationsstruktur in (a) und (c) eingezeichnet. (e-h): Strukturelle
Analyse der Strukturen. (e,g): Gerichtete Mittelwerte entlang der azimuthalen und radia-
len Richtung, (f;h): Fouriertransformation entlang der jeweils verbleibenden Richtung.

ausgedehnte Gitterebenen. Da wir uns hier noch im stark inhomogenen Material befin-
den, sind die resultierenden Strukturen jetzt weniger homogen. Um die Bedeutung der
Polarisation und die Identifikation der urspriinglichen Strukturen zu iiberpriifen, wollen
wir kurz die Anregungsgeometrie aus Abbildung 6.6 weiterverwenden. Der Strahl soll
jetzt aber in die gleiche Richtung polarisiert sein, in der er auch fokussiert ist. Wenn
die Ausrichtung der Plasma-Ebenen durch die Polarisation bestimmt wird, sollten sich
jetzt keine periodischen Strukturen in xz-Richtung mehr ausbilden. Stattdessen sollte sich
eine einzelne Gitterebene in der yz-Ebene ausbilden. Tatséchlich erhalten wir eine ein-
zelne Struktur, die in z-Richtung zwar aufgrund der urspriinglichen Fliigelstrukturen
aus den Abbildungen 6.4(a) und 6.6(a) moduliert, aber nicht periodisch ist (Abbildung
6.6(d)-(1)).

6.3.2. Selbstorganisation mit lokaler Polarisationsstruktur

Bisher haben wir lediglich homogen polarisierte Anregungen betrachtet. Die oben be-
schriebenen Selbstorganisationseffekte sollten aber auch bei einer lokal variierenden Po-
larisation auftreten. Die Ausrichtung der Gitterebenen sollte dann von der lokalen Po-
larisation bestimmt werden. Tatséchlich wurden solche Gitterstrukturen auch in Expe-
rimenten in Quarzglas beobachtet.[119] Daher betrachten wir jetzt radial und azimuthal
polarisierte Strahlen. Tatsdchlich bilden sich auch hier senkrecht zur lokalen Feldrich-
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tung angeordnete Plasma-Ebenen heraus. Im azimuthal polarisierten Fall fiihrt das zu
einem sternférmigen Muster aus mehreren Gitterebenen (Abbildung 6.7(a)). Fiir den
radial polarisierten Strahl bildet sich ein einzelner Plasmaring, der vom transversalen
Feld definiert wird, sowie eine kleine Struktur im Strahlzentrum, die durch das lokal sehr
starke z-polarisierte Feld erzeugt wird (Abbildung 6.7(b)). Die bei radialer Polarisation
ausgebildeten Plasmaringe sind im Allgemeinen homogener, da sie genau in der Region
maximaler Intensitit verlaufen. Die von einem azimuthal polarisierten Strahl erzeugten
einzelnen Gitterebenen hingegen wachsen aus der Region maximaler Feldstérke heraus
und sind daher stérker durch die einzelnen Inhomogenitdten moduliert. Die Periodizi-
tét der so erzeugten Strukturen lésst sich am einfachsten untersuchen, indem man die
Plasmadichten in ein radiales Koordinatensystem transformiert und sie dann entlang je
einer Richtung mittelt (Abbildung 6.6(e), (g)) und entlang der anderen Richtung fou-
riertransformiert (Abbildung 6.6(f), (h)). Fiir den azimuthal polarisierten Strahl zeigt
sich ein deutliches Maximum bei einer Periode von etwa % in der Fouriertransformierten
in azimuthaler Richtung. In radialer Richtung gibt es kein deutliches Maximum. Bei ra-
dial polarisierter Anregung zeigt sich nur in radialer Richtung ein deutlicher Peak, der
ebenfalls etwa bei % liegt.
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6.4. Schlussbemerkungen zur Nanogitterbildung

In Abschnitt 6.3 wurde die Ionisierung an zuféllig angeordneten und wenige Nanometer
grofsen Inhomogenitéten in Glas bei der Bestrahlung mit kontinuierlichen Wellen simu-
liert. Das verwendete Materialmodell entspricht in seinen Annahmen den ,nanoplasmo-
nischen“ Erkldrungsansitzen fiir die Nanogitterbildung, da es hydrodynamische Effekte
des Plasmas ausklammert. Ahnlich wie in [39] vermutet, betrachten wir die Bildung aus-
gedehnter Plasmastrukturen aus sehr kleinen Saat-Inhomogenitdten. Anders als dort
angenommen, konnte ein signifikantes Wachstum des Nanoplasmas jedoch erst in der
Néhe der resonanten Plasmadichte €,145mq = —2€35 beobachtet werden. In diesem Fall
liegt die Feldiiberh6hung nicht am Aquator der urspriinglichen Inhomogenitit, sondern
an den Polen in Richtung des elektrischen Feldvektors. Trotzdem bilden sich nach S&t-
tigung des so angeregten transversalen Wachstums Plasmaschichten mit endlicher Dicke
aus, die orthogonal zur Anregungspolarisation ausgerichtet sind und die sich durch Wech-
selwirkung iiber das Streulicht in periodischen Gittern organisieren. Da die eigentliche
Materialmodifikation und damit das Wachstum iiber viele Pulse durch dieses Modell
nicht beschrieben werden, kann es sich hier natiirlich nur um erste Schritte zum Ver-
stdndnis der Nanogitterbildung handeln. Um das im realen System iiber viele Laserpulse
stattfindende Wachstum in einer einzelnen Simulation beobachten zu kénnen mussten
die Femtosekundenpulse durch kontinuierliche Bestrahlung ersetzt werden.

Trotz dieser Einschrdnkungen konnten in den numerischen Experimenten bereits die
wichtigsten Eigenschaften der realen Nanogitter wie die Ausrichtung senkrecht zum elek-
trischen Feld und die von der Anregungswellenléinge abhingige Selbstorganisation repro-
duziert werden. Besonders aussagekriftig ist das gegen die Lichtausbreitung gerichtete
Wachstum der Plasmastrukturen, das sich auch aufierhalb der Fokusregion iiber mehrere
Mikrometer fortsetzt. FEin derartiges Wachstum lisst sich zufriendenstellend nur durch
eine resonante Feldiiberhhung an den Nanoplasmen erkldren. Auch die {iber das riick-
wirtsgerichtete Wachstum zunehmende Selbstorganisation der Nanogitter wird in diesem
Modell reproduziert. Beide Effekte kénnen in dem SEM-Bild in Abbildung 6.1(a) und in
den berechneten Plasmastrukturen in Abbildung 6.6 beobachtet werden.

Die experimentell am haufigsten auftretende Gitterperiode von % wurde lediglich im
speziellen Fall eines mit Inhomogenititen gefiillten Halbraums reproduziert. Da diese Git-
terperiode erst nach sehr vielen Laserpulsen auftritt, sind die so entstandenen Gitter aber
auch nicht unmittelbarer Gegenstand dieser Arbeit. In den meisten Simulationen bildete
sich eine Gitterperiode von A/n heraus, die in Experimenten mit niedrigen Pulszahlen
beobachtet wurde. Solche Experimente entsprechen den hier gemachten Annahmen am
ehesten. In diesem Fall beobachtet man auch im Vergleich zu Abbildung 6.1 sehr viel
dickere Gitterebenen|43|, die eher den in den Simulationen gebildeten Plasmaschichten
dhneln.

Mittlerweile wurden die hier vorgestellten Beobachtungen auch von einer anderen Ar-
beitsgruppe reproduziert[77]. Dabei wurde ein erweitertes Modell verwendet, welches
neben der Mehrphotonenionisierung auch die Tunnel- und Kollisionsionisierung beriick-
sichtigt. Zudem wurde der Einfluss der Inhomogenitidtendichte auf die entstehenden Plas-
mastrukturen untersucht.
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Anders als in dieser Arbeit wurden auch unregelméfbigere Strukturen, die im Ortsraum
noch nicht als saubere Gitterstrukturen erkennbar sind, die aber bereits einen deutlichen
Peak im raumlichen Spektrum aufweisen, als Nanogitter identifiziert. Durch dieses etwas
schwichere Auswahlkriterium konnten auch Gitterstrukturen mit kleineren Perioden si-
muliert werden. Dadurch wurde eine Abhingigkeit der Gitterperiode von der Dichte der
initialen Inhomogenitéten entdeckt. Auf diese Weise konnten auch kleinere Perioden ﬁ
mit M € N bis zu M = 4 erzeugt werden. Da die Anzahl der Inhomogenitéten durch
vorherige Bestrahlung oder die Dotierung des Materials zunimmt, kénnte dadurch auch
die Abnahme der Gitterperiode bei hohen Pulszahlen oder im dotierten Material erklédrt
werden. Lineare Simulationen haben zudem gezeigt, dass zwischen bestehenden Gittere-
benen bei erneuter Bestrahlung konstruktive Interferenz auftritt, die zu einer Halbierung
der Periode fithren konnte[130].

Mit der Periodenhalbierung durch konstruktive Interferenz aus Referenz [130] und der
Abhéngigkeit der Gitterperiode von der Inhomogenitatendichte aus Referenz [43] existie-
ren bereits zwei Effekte, welche die Existenz kleinerer Gitterperioden erkliren kénnten.
Die relative Bedeutung dieser beiden Effekte kann jedoch nur durch kombinierte Simula-
tion der optischen Effekte und der anschliefenden Materialmodifikation geklirt werden.
Wihrend in dieser Arbeit und darauf aufbauenden Verdffentlichungen bereits ein ers-
ter Ansatz zur Erkldrung und Simulation der Nanogitterbildung in Glas geliefert wurde,
stellt das detaillierte Versténdnis des Effekts weiterhin ein interessantes Betdtigungsfeld
sowohl innerhalb der nichtlinearen Optik als auch innerhalb der Materialwissenschaft
dar.
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7. Zusammenfassung und Ausblick

In dieser Arbeit wurden numerische Methoden zur Behandlung der Licht - Materie -
Wechselwirkung im Nanometerbereich in Halbleitern und in Dielektrika entwickelt. Die
entwickelten Methoden wurden zur Modellierung des Lasingvorgangs in optisch gepump-
ten Halbleiter-Nanodrihten und zur Simulation von Selbstorganisationseffekten bei der
nichtlinearen lonisierung von Glas verwendet. Auferdem wurden polaritonische Moden
sowie die Wechselwirkung von Exzitonen und akustischen Phononen in schwach angereg-
ten Halbleiter-Nanodridhten untersucht.

Zur Untersuchung von Nanodraht-Lasern wurden zwei unterschiedliche Modelle ent-
wickelt, welche beide auf einer Beschreibung des Halbleiters mit Hilfe von Halbleiter-
Bloch-Gleichungen beruhen, aber unterschiedliche Modelle der Lichtausbreitung verwen-
den. Zum Einen wurde die FDTD-Methode verwendet, bei der die Maxwell-Gleichungen
auf einem Gitter diskretisiert werden und somit beliebige Geometrien einschliefslich al-
ler vektoriellen und wellenoptischen Effekte modelliert werden kénnen. Zum Anderen
wurde die CMT-Methode verwendet, welche die Ausbreitung von Wellenleitermoden be-
schreibt. Diese ist nur auf bestimmte Geometrien und Anregungssituationen anwendbar,
erlaubt aber je nach simulierter Situation und bendétigter Genauigkeit bis zu tausend
mal schnellere Simulationen. Die FDTD-Methode wurde zur Simulation des Anschwing-
vorgangs und der initialen Modenkompetition in Nanodraht-Lasern verwendet. Dadurch
konnte die dominante Lasingmode in CdS- und ZnO- Nanodridhten verschiedener Di-
cke bestimmt werden, welche mit experimentellen Ergebnissen und mit Abschitzungen
auf Basis der Modeneigenschaften iibereinstimmen. Aufserdem konnte gezeigt werden,
dass sich in konischen Nanodridhten die praktischen Vorteile des in diinnen Drihten auf-
tretenden Einzelmoden-Lasings mit dem gréfseren Verstirkungsvolumen dickerer Drihte
verbinden lassen. Mit der effizienteren CMT-Methode konnten erstmals komplette La-
singvorginge fiir eine Vielzahl von Materialparametern und Drahtgeometrien bei ZnO-
Nanodraht-Lasern simuliert werden. Dadurch wurde der Vergleich mit experimentellen
Ergebnissen méglich. Die in Experimenten auftretende nichtlineare Abhingigkeit der
Anschaltzeit von der Anregungsintensitéit der Nanodrahtlaser konnte dabei ebenso nach-
gebildet werden wie die Rotverschiebung der Lasingmoden wahrend des Lasingvorgangs.
Auch die experimentelle Laserschwelle konnte ndherungsweise reproduziert werden. Die
Etablierung der beschriebenen Methoden kann als Ausgangspunkt fiir die weitere Erfor-
schung der Licht - Materie - Wechselwirkung sowohl in Nanodridhten als auch im Falle
der FDTD-Methode in weiteren Materialgeometrien dienen. Besonders das CMT-Modell
erlaubt aufgrund seiner numerischen Effizienz den Anschluss komplizierterer Material-
modelle, welche beispielsweise die Ladungstrigerrelaxation und Diffusion oder die Erhit-
zung des Gitters beschreiben kénnen. Ein interessantes Problem welches auf diese Weise
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gelost werden konnte ist beispielsweise das Verstéindnis der in Abschnitt 4.4.3 vorge-
stellten Doppelpump-Experimente. Dartiber hinaus werden die hier entwickelten Metho-
den zur Unterstiitzung experimenteller Arbeiten und zur Optimierung von Nanodraht-
Geometrien beitragen kénnen. Ein wichtiges zukiinftiges Ziel bei der Erforschung von
Halbleiter-Nanodridhten wird auch die Demonstration elektrisch gepumpter Nanodraht-
laser sein. Gerade fiir die Nutzung als Bindeglied zwischen optischen und elektrischen
Teilsystemen wie in der Einleitung angesprochen ist dies unerldsslich. In diesem Zusam-
menhang wire auch die numerische Bestimmung der Modulationsresponse von Nano-
drahtlasern von Interesse, da diese Auskunft iiber die moglichen Schaltgeschwindigkeiten
gibt. Da die verwendeten Geometrien vermutlich von einfachen Wellenleiterstrukturen
abweichen werden, wird hier auch die Verwendung der FD'TD-Methode von Nutzen sein.

Auch im niedrigangeregten Fall stellen Halbleiter ein interessantes Forschungsfeld dar.
Hier steht vor allem die nichtlineare Ausbreitung von Exziton-Polaritonen im Vorder-
grund. Wahrend die Erweiterung der Halbleiter-Bloch-Gleichungen um exzitonische Nicht-
linearitédten fiir ein rdumlich aufgeldstes Modell zu aufwéndig ist, erscheinen hier Ansétze
in einer exzitonischen Basis und unter der Beriicksichtigung nur einiger weniger exzito-
nischer Zusténde als vielversprechend. Hier kénnten rdumlich aufgeloste Modelle zum
Versténdnis polaritonischer Effekte in Nanodrdhten mit komplexer Modenstruktur die-
nen. Ein erster Schritt wire in diesem Zusammenhang die Erprobung eines effizienten
Modells fiir die Wechselwirkung von Exzitonen mit akustischen Phononen wie in Kapitel
5.2 angesprochen.

Zur Untersuchung der nichtlinearen Ionisierung in Glas wurde ein einfaches Modell ver-
wendet, bei dem Leitungsbandelektronen durch Multiphotonen-Ionisierung erzeugt wer-
den, welche dann durch ein Drude-Modell beschrieben werden. Auch dieses Materialm-
odell wurde an die FDTD-Methode gekoppelt, um zufillig angeordnete Inhomogenitéten
und beliebige entstehende Plasmastrukturen modellieren zu kénnen. Mit diesem Modell
kann die rein optische Selbstorganisation wahrend der Bestrahlung mit einem einzelnen
Laserpuls simuliert werden. Dabei konnte die Ausbildung mehrerer Mikrometer langer
Plasmastrukturen um einzelne nur wenige Nanometer grofe Saat-Inhomogenitéten beob-
achtet werden. Bei zufilliger Anordnung bilden diese Gitterstrukturen aus, welche trotz
des stark vereinfachten Modells viele Eigenschaften experimentell beobachteter Nanogit-
ter in Quarzglas aufweisen. So konnte die Ausrichtung senkrecht zur Polarisationsrichtung
des Lichts und die Selbstorganisation mit einer von der Wellenlénge abhéngenden Periode
reproduziert werden. Fiir Experimente mit geringen Pulszahlen stimmt die Periode mit
der in den Simulationen auftretenden Periode iiberein und entspricht der Wellenlénge
des Anregungslichts im Medium. Der hier vorgestellte Ansatz wurde bereits von anderen
Gruppen aufgegriffen, so dass auch fiir die Ausbildung kleinerer Gitterperioden Erklé-
rungsmodelle vorgeschlagen werden konnten. Das Verstindnis der Nanogitterbildung ist
trotz der hier gemachten Fortschritte noch lange nicht abgeschlossen und wird auch in
Zukunft ein interessantes Forschungsgebiet darstellen. Da sich echte Nanogitter iiber die
Bestrahlung mit vielen Laserpulsen ausbilden, zwischen denen eine schrittweise chemi-
sche und mechanische Modifikation des Materials eintritt, wird vor allem die Kooperation
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mit den Materialwissenschaften notwendig sein. Da die Thermalisierung zwischen Elek-
tronen und Gitter auf weit langsameren Zeitskalen abléuft als die Laserbestrahlung, wire
eine abwechselnde Simulation der optischen und der chemischen oder mechanischen Pro-
zesse moglich. So kdnnte auch die echte Evolution iiber viele Laserpulse simuliert werden.

Wie man exemplarisch anhand der hier vorgestellten Ergebnisse erkennen kann, sind
numerische Methoden nicht nur zur Nachbildung von Experimenten und zur Optimierung
von Bauelementen geeignet, sondern kénnen auch zur Identifikation relevanter Effekte
und zum physikalischen Verstdndnis experimentell beobachteter Phinomene beitragen.
Diese Moglichkeiten haben die numerische Simulation neben dem Experiment und der
analytischen Theorie als einen dritten Zugang zur Physik etabliert. Durch Fortschrit-
te in der Rechentechnik kénnen zunehmend komplizierte Systemgeometrien und langere
Zeitraume simuliert werden. Auch wird die Verwendung zunehmend grundlegender phy-
sikalischer Modelle und somit die Elimination phinomenologischer Konstanten und die
Verifikation von Modellannahmen méglich. Daher ist zu erwarten, dass die Rolle der
Numerik in der Physik und in anderen Natur- und Ingenieurswissenschaften in Zukunft
noch weiter wachsen wird.
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