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Einleitung

»Im Kleinen ganz groR* schrieb die Wochenzeitung Die Zeit [1] und unterstrich
damit die Bedeutung der Nanotechnologie fiir die Wirtschaft. ,,Das Fachgebiet
gilt als wichtigste Innovationsquelle des 21. Jahrhunderts [1]. Tats&chlich ist das
Innovationspotential der Nanostrukturen heutzutage wohl noch nicht abschétzbar
und resultiert unter anderem daher, daR sich die typischen L&ngenskalen dieser
Strukturen im mesoskopischen Bereich bewegen. In diesem Bereich zwischen den
mikroskopischen atomaren Strukturen und der makroskopischen Welt, die durch
Sinneserfahrungen zugdanglich ist, treffen die klassische Physik und die Quanten-
mechanik aufeinander. Besonders bei tiefen Temperaturen spielen quantenmecha-
nische Effekte eine wichtige Rolle, andererseits kdnnen die Vorgange in vielen
Fallen schon mit den Gesetzen der klassischen Physik beschrieben werden.

Durch die Wahl der Langenskalen von Hableiterstrukturen lassen sich heut-
zutage deren Eigenschaften derart beeinflussen, dal’ die Elektronenbewegung in
einer Richtung quantisiert wird und sich ein zweidimensionales hochbewegliches
Elektronengas ausbildet. Solche Systeme fiihrten zur Entdeckung des ganzzah-
ligen [2] und gebrochenzahligen Quanten-Hall-Effekts [3], finden aber auch in
sogenannten High Electron Mobility Transitors ihren praktischen Einsatz in den
mittlerweile allgegenwadrtigen Mobiltelefonen. Durch weitere Strukturierung las-
sen sich die Freiheitsgrade der Elektronen sogar auf die Dimensionen eins oder
null reduzieren. Die sich daraus ergebenden Quantendrahte und -punkte bilden fur
sich ein weites Forschungsgebiet [4, 5].

Mithilfe bestimmter Strukturierungstechniken ist es moglich, einem zweidi-
mensionalen Elektronengas durch elektrostatische oder magnetische Felder ei-
ne periodische Struktur im 100 nm-Bereich aufzuprégen, dies wird als laterales
Halbleiter-Ubergitter bezeichnet. Aufgrund der hohen Beweglichkeit der Elektro-
nen bei tiefen Temperaturen wird der Transport in erster Linie durch die klnstlich
erzeugte Ubergitterstruktur bestimmt. Das Elektronengas mit lateralem Ubergitter
stellt dann einen kinstlichen Kristall dar, und die diskrete Translationssymmetrie
fuhrt zu energetischen Bandern, der sogenannten Minibandstruktur innerhalb der
natiirlich vorkommenden Bander des Halbleiterkristalls. Diese lateralen Ubergit-
ter erlauben das Studium von Transporteigenschaften, die mit natdirlichen Kristal-
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6 Einleitung

len experimentell nicht zugéanglich wéren.

Zur Untersuchung der elektronischen Eigenschaften von lateralen Ubergittern
hat sich der lineare Magnetotransport als wichtiges Gebiet etabliert. Dabei wer-
den Longitudinal- und Hallwiderstand in Abhangigkeit eines duReren homoge-
nen Magnetfelds gemessen. Je nach Starke und Geometrie der lateralen Modula-
tion kommt es zu einer Vielzahl an beobachtbaren Effekten. Viele der Effekte im
Magnetotransport wie beispielsweise die Kommensurabilitatseffekte in Antidot-
systemen [6] lassen sich im Rahmen der klassischen Physik erklaren [7]. Dabei
werden charakteristische Maxima oder Minima im Magnetowiderstand mit der
Ausbildung bestimmter Klassen von Elektronenbahnen in Verbindung gebracht.

Bei sehr tiefen Temperaturen zeigt der Magnetowiderstand lateraler Ubergitter
h&ufig auch Oszillationen, die nicht mehr klassisch erklart werden kénnen [&] und
deren Ursprung in den Interferenzen der quantenmechanischen Wellenfunktionen
liegt. Eine rein quantenmechanische Beschreibung vermag die Oszillationen im
Magnetowiderstand zwar zu erkléren, aber die Anschaulichkeit der klassischen
Beschreibung geht dabei verloren.

Oftmals ist eine vollstandig quantenmechanische Beschreibung der Oszilla-
tionen jedoch nicht nétig, da durch die endliche Temperatur und durch Streu-
ung der Elektronen viele der quantenmechanischen Interferenzen zerstort wer-
den und so nur die ,,Grobstruktur* der Oszillationen im Experiment beobachtbar
ist. Zur Beschreibung der fiihrenden Quantenoszillationen bietet sich dann die
semiklassische Néherung an [9], die es gestattet, die Oszillationen im Magne-
totransport aus den periodischen Orbits des dquivalenten klassischen Systems zu
berechnen [10, 11]. Die semiklassische Naherung ermdglicht so zum einen die na-
herungsweise Berechnung der Quantenoszillationen und bietet zum anderen den
\orteil der Anschaulichkeit einer klassischen Beschreibung.

Die theoretische Untersuchung des linearen Magnetotransports lateraler
Halbleiter-Ubergitter steht im Mittelpunkt dieser Arbeit. Dabei werden die oben
beschriebenen klassischen und semiklassischen Konzepte des Magnetotransports
zur Berechnung und Interpretation von Anisotropieeffekten benutzt. Der Magne-
totransport anisotroper Systeme zeigt dabei im Vergleich zu isotropen Systemen
zusétzliche Effekte, die zu einem tieferen Verstandnis der Mechanismen im La-
dungstragertransport durch laterale Ubergitter beitragen. Die ersten drei Kapitel
beinhalten Grundlagen zur Theorie und zu bekannten Transporteffekten. In den
folgenden drei Kapiteln werden Ergebnisse zu unterschiedlichen Systemen vor-
gestellt. Die Arbeit gliedert sich folgendermalien in die einzelnen Kapitel:

1. Ausgehend von integrablen Systemen werden die grundlegenden Eigen-
schaften der klassischen Dynamik chaotischer Systeme erldutert. Die Stabi-
litat periodischer Orbits und das Konzept des Poincaré-Schnitts zur Analyse
des klassischen Phasenraums wird besprochen.
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2. Die in der Arbeit verwendeten Konzepte zur Berechnung des klassi-
schen und semiklassischen Magnetotransports werden vorgestellt. Dazu
zahlen die Drude-Theorie, die klassische Kubo-Theorie, die linearisierte
Boltzmann-Gleichung und die Quantisierung klassischer periodischer Or-
bits im Rahmen der semiklassischen N&herung der Kubo-Formel.

3. Die experimentelle Realisierung lateraler Ubergitter wird kurz skizziert. Die
klassische und die quantenmechanische Erklarung der Kommensurabilitats-
oszillationen in Systemen mit schwacher eindimensionaler Modulation wird
vorgestellt. Im quadratischen Antidot-Ubergitter treten ebenfalls klassische
Kommensurabilitatsoszillationen auf, denen sich bei tiefen Temperaturen
Quantenoszillationen lberlagern.

4. Ein Antidot-Ubergitter mit rechteckiger Einheitszelle zeigt experimentell
beobachtete Anisotropien in den longitudinalen Komponenten im klassi-
schen und quantenmechanischen Anteil des Magnetowiderstands. Es wird
die numerische Berechnung des Magnetowiderstands mithilfe der klassi-
schen Kubo-Formel vorgestellt, daran anschlieBend folgt die Analyse der
Leitfahigkeitsoszillationen im Rahmen der semiklassischen Kubo-Formel.
Die semiklassische Analyse mit klassischen periodischen Orbits und gitter-
periodischen Orbits fiihrt nicht zum erforderlichen Resultat. Eine stérungs-
theoretische Erweiterung der semiklassischen Naherung der Shubnikov-de
Haas-Oszillationen zeigt den anisotropen Einfluf3 der driftenden Zyklotro-
norbits und reproduziert qualitativ die Anisotropie der Quantenoszillatio-
nen.

5. Die Quantenoszillationen in einem System mit schwacher eindimensiona-
ler Modulation sind ebenfalls stark anisotrop. Die semiklassische Stérungs-
theorie aus dem vorigen Kapitel zeigt eine quantitative Ubereinstimmung
mit der quantenmechanischen Rechnung und erklart das Verhalten der Ein-
hillenden der Quantenoszillationen.

6. Im quadratischen Antidot-Ubergitter mit Lochern als Ladungstrager liegt
die Anisotropie in der Fermikontur der Locher. Das Experiment zeigt eine
Verschiebung des klassischen Kommensurabilitdtsmaximums 2. Ordnung
abhangig von der Orientierung der Fermikontur beztiglich des Antidotgit-
ters. Die anisotrope Fermikontur wird mit einem einfachen kp-Modell be-
schrieben und Uber eine Erweiterung der Effektivmassennéherung in die
(semi)klassischen Bewegungsgleichungen integriert. Der damit ber die
klassische Kubo-Formel berechnete Magnetowiderstand bestatigt die Er-
gebnisse des Experiments und zeigt als Ursache die Stabilisierung von git-
terperiodischen Trajektorien aufgrund des Wechselspiels zwischen der Ani-
sotropie der Fermikontur und dem lateralen Ubergitter.
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Kapitel 1

Elemente der klassischen
nichtlinearen Dynamik

Sowohl der klassische als auch der semiklassische Anteil des li-
nearen Transports basieren auf Eigenschaften der klassischen Dy-
namik. Deshalb werden in diesem Kapitel Grundlagen der nicht-
linearen Dynamik anhand von klassischen Hamiltonschen Syste-
men vorgestellt, die zum weiteren Verstandnis bendtigt werden.
Eine ausfuhrlichere Behandlung der klassischen Dynamik findet
sich in verschiedenen Lehrbichern [9, 12, 13, 14].

1.1 Variationsprinzip von Lagrange

Das Variationsprinzip von Lagrange fuhrt zu den Bewegungsgleichungen klassi-
scher Systeme und ist damit eine der wichtigsten Grundlagen der Physik tber-
haupt [9]. Wir wollen hier ein mechanisches System mit N Freiheitsgraden be-
trachten, dessen Zustand zu jeder Zeit ¢ durch die Angabe von N rédumlichen
Koordinaten g = (g1, go, - . . ,gn) und N (verallgemeinerten) Geschwindigkeiten
q = (¢1,4o, ... ,qn) festgelegt ist. Das Variationsprinzip wird mithilfe der La-
grangefunktion L(q, g, t) formuliert, die als Differenz der kinetischen Energie T
und der potentiellen Energie U definiert ist

L=T-U. (1.1)

Die Bewegung des mechanischen Systems von den Koordinaten g’ zur Zeit ¢’ zur
Position g zur Zeit ¢ erfolgt entlang einer Trajektorie g(7) die ein Extremum des
Wirkungsintegrals R (Hamiltons Prinzipalfunktion)

SR=0 /t dr L(g(r). 4(r).7) = 0 (12)

9



10 1. Elemente der klassischen nichtlinearen Dynamik

ist. Das bedeutet, von allen (mathematisch) méglichen Pfaden ¢(7), die die Rand-
bedingungen q(t') = ¢’ und q(t) = gq erfillen, bewegt sich das klassische Sy-
stem entlang einer Trajektorie g(7) die (1.2) erfullt. Genau in (1.2) besteht einer
der wichtigsten Unterschiede zur Dynamik eines quantenmechanischen Systems,
bei dem der Transfer des Quantensystems von q' nach g im Zeitintervall von #'
bis ¢ durch alle Pfade bestimmt wird, die die gegebenen Randbedingungen erful-
len [15].
Die Trajektorien g(¢) sind Losungen der Lagrange-Gleichungen 2. Art

d [OL OL
— =) —== =1,...,N 1.

die aus dem Variationsprinzip (1.2) abgeleitet werden.

1.2 Hamiltonsche Formulierung der klassischen
Mechanik

Die Formulierung der klassischen Mechanik im Hamilton-Formalismus beginnt
mit der Definition der kanonischen Impulse p;

oL

=90 (i=1,...,N). (1.4)

Di

Der Zustand des klassischen Systems wird jetzt durch die Koordinaten ¢; und die
kanonischen Impulse p; aus (1.4) festgelegt. Aus der Lagrangefunktion wird die
Hamiltonfunktion H mittels der Legendre-Transformation

N
i=1

erhalten. Die Bewegungsgleichungen liefern dann die Dynamik der Koordinaten
g; und Impulse p; und lassen sich mithilfe der Hamiltonfunktion schreiben als

_6H .'__8H
_api’ b= 0g; .

g (1.6)
Fur autonome Systeme, das heil3t, falls die Lagrangefunktion keine explizi-
te Zeitabhé&ngigkeit besitzt (0L/0t = 0), ist (1.5) eine Erhaltungsgroe und die
Hamiltonfunktion H (p, q) gleich der Energie E. Im folgenden werden in dieser
Arbeit ausschliel3lich Systeme mit Energieerhaltung untersucht.
Der 2N-dimensionale Raum, in dem sich die Dynamik der Koordinaten g;
und Impulse p; geméR (1.6) abspielt, heil’t Phasenraum. Ein klassisches System
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bewegt sich immer entlang einer Phasenraumtrajektorie v(¢) = (q(t), p(t)), die
uber die Anfangsbedingungen ~(0) und (1.6) eindeutig festgelegt ist. Gleichung
(1.6) beschreibt somit den Flul? des Phasenraumvektors « uber eine Art Gradient
der Hamiltonfunktion H

y=J == (1.7)

Dabei ist

J= ( _(1’ (1) ) (1.8)

die symplektische Einheitsmatrix mit der Einheitsmatrix 1 und der Nullmatrix 0
in N-Dimensionen.

Eine fundamentale Eigenschaft des Phasenraums ist die Inkompressibilitat des
Phasenraumflusses, oder, mit anderen Worten, die Erhaltung des Phasenraumvolu-
mens unter (1.7), die im Satz von Liouville formuliert wird. Ein Phasenraumvolu-
men &ndert unter der Dynamik (1.7) zwar seine Form, nicht jedoch sein Volumen
und es bleibt stets einfach zusammenhéngend.

Falls sich das anféanglich gewéhlte Phasenraumvolumen nach einer gewissen
Zeit nahezu gleichméaliig tber den gesamten Phasenraum verteilt, dann ist das
System ergodisch. Das bedeutet, dal’ der zeitliche Mittelwert einer dynamischen
Variablen gleich dem Phasenraummittel wird.

1.3 Integrable Systeme

Diese Arbeit behandelt fast ausschlie3lich das Verhalten chaotischer Systeme,
bzw. von Systemen mit einem gemischten Phasenraum aus reguléren und chaoti-
schen Anteilen. Um die besonderen Eigenschaften der chaotischen Systeme ver-
stehen zu konnen, ist es jedoch notwendig zunéchst einen Blick auf integrable
Systeme zu werfen.

Integrable Systeme werden durch die Existenz von Erhaltungsgrofien zusatz-
lich zur Energie charakterisiert. Eine ErhaltungsgroRe ist dabei gegeben durch
eine Funktion F'(p, g) im Phasenraum, deren Wert entlang einer Trajektorie ~(¢)
zeitlich konstant bleibt. Dies erfordert

d N [oF dp; OF dg;
0=GF e = 3|5 E G a)
N

- 3 [GREE_CHA _ (npy

dp; dg;  Og; dp;

(1.9)

i=1



12 1. Elemente der klassischen nichtlinearen Dynamik

Die zweite Zeile definiert die Poissonklammer {H, F'}, zwischen den GroRen H
und F' im Phasenraum. Eine dynamische Variable F' deren Poissonklammer mit
der Hamiltonfunktion H gemaR (1.9) verschwindet, ist eine Erhaltungsgrofiie. Die
Trajektorien eines Systems bewegen sich dann auf einer Mannigfaltigkeit im Pha-
senraum, die durch die Flache konstanter Energie H(p, g¢) = E und durch die FI&-
che der ErhaltungsgroBRe F'(p, g) = const. definiert ist. Besitzt ein System mit NV
Freiheitsgraden neben der Energie noch N — 1 zusétzliche voneinander unabhan-
gige Erhaltungssétze, deren Poisson-Klammern untereinander alle verschwinden,
dann ist das System integrabel.

In einem integrablen System liegen die Trajektorien ~(¢) auf einer Mannigfal-
tigkeit, die einem N-dimensionalen Torus entspricht. Dies folgt aus der Tatsache,
daB die Poisson-Klammern aller ErhaltungsgroRen untereinander verschwinden,
und dem Poincaré-Hopf-Theorem aus der Topologie.

Diese Torusstruktur der integrablen Systeme legt die Verwendung eines spe-
ziellen Koordinatensystems nahe, den Winkel- und Wirkungsvariablen. Zunéchst
besteht im Hamiltonschen Formalismus eine groRe Freiheit, was die Wahl eines
speziellen Koordinatensystems angeht. Es gibt eine Menge an Koordinatentrans-
formationen, genannt kanonische Transformationen, die die Struktur (1.7) der
Bewegungsgleichungen invariant lassen. Bei integrablen Systemen gibt es eine
»optimale® kanonische Transformation auf N-Winkelvariablen ®;, die 27 peri-
odisch sind, und deren kanonisch konjugierte Impulse, den Wirkungsvariablen I;
(: =1,...,N)und zwar so, dal} die resultierende Hamiltonfunktion A nur noch
von den Wirkungsvariablen I abhéngt. Die Bewegungsgleichungen werden dann
zu

. 0H : 0H
und lassen sich leicht integrieren
®;(t) = ®i(0) + wi(I)t, ILi(t) = L;(0) . (1.11)

Eine Trajektorie liegt in integrablen Systemen immer auf einem Torus, dessen
Radien durch die Wirkungsvariablen I gegeben sind.

Eine Trajektorie ist periodisch, wenn es eine Umlaufzeit 7" gibt, fur die () =
~(t+T) gilt. Die Periodizitat im Phasenraum bedingt dann naturlich auch, daf die
Bahn im Ortsraum geschlossen und periodisch ist. Eine periodische Trajektorie
wird auch als periodischer Orbit bezeichnet.

In integrablen Systemen ist eine Trajektorie periodisch, wenn die Frequenzen
w; die Bedingungen

wiT:n,-27r, nz'EN, (’Lzl,,N) (112)
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erfillen. Die Bedingung fir die Periodizitat lautet demnach, daB die Verhaltnis-
se der Frequenzen w;/w; rational sein mussen, die Frequenzen sind zueinander
kommensurabel.

Bei irrationalen Verhéltnissen ist die Trajektorie nicht geschlossen und tber-
deckt schlieBlich den gesamten Torus. Das System ist dann auf dem Torus ergo-
disch. Damit das System insgesamt ergodisch wird, mussen alle Tori, die auf der
Energieschale liegen, irrationale Frequenzverhéltnisse aufweisen.

1.4 Chaotische Systeme

Wie im obigen Abschnitt zu sehen war, erfordern integrable Systeme eine ent-
sprechend hohe Anzahl an Erhaltungsséatzen bzw. Symmetrien. In der Natur sind
solche Systeme aber eher die Ausnahme. Selbst autonome Systeme mit einem
Teilchen in zwei Dimensionen, die in dieser Arbeit untersucht werden, weisen,
wenn zur Energieerhaltung keine weiteren Erhaltungssétze hinzukommen, chao-
tisches Verhalten auf. So ist das zweidimensionale Elektronengas (2DEG) in der
Einteilchenndherung, das in Abschnitt 3.1.1 besprochen wird, aufgrund der raum-
lichen Homogenitét ein integrables System. Diese Integrabilitat des 2DEGs wird
durch eine zusatzliche Strukturierung des homogenen Systems im Allgemeinen
jedoch sofort zerstort (siehe Abschnitt 3.1.2) und das System wird chaotisch.

Das chaotische Verhalten ist dadurch charkterisiert, daf$ sich eng benachbarte
Phasenraumpunkte im Laufe ihrer zeitlichen Entwicklung exponentiell voneinan-
der entfernen. Der Zustand des chaotischen Systems ist daher duerst kritisch von
der Anfangsbedingung abhéngig. Da jedoch weder in der Natur, noch im numeri-
schen Experiment am Computer, die Anfangsbedingung mit beliebiger Genauig-
keit bekannt oder bestimmbar ist, sieht es so aus, als ob der Zustand des Systems
auf langen Zeitskalen undefinierbar ware.

Die Zeitentwicklung aller mechanischen Systeme, egal ob chaotisch oder inte-
grabel, wird jedoch durch einen Satz an Bewegungsgleichungen beschrieben und
ist somit in strengster Weise deterministisch, daraus ergibt sich der scheinbar wi-
dersprichliche Begriff des deterministischen Chaos.

Die beschriebene Sensitivitat gegentiber den Anfangsbedingungen ist in der
Regel nicht fir alle Trajektorien eines chaotischen Systems gleich. Im allgemei-
nen kommen auch in chaotischen Systemen neben den oben beschriebenen insta-
bilen Trajektorien (chaotische oder hyperbolische Bahnen) auch stabile Trajek-
torien vor (regulére oder elliptische Bahnen), bei denen eine kleine Abweichung
der Anfangsbedingung immer im Bereich der urspriinglichen Trajektorie bleibt.
Das System besitzt dann einen gemischten Phasenraum, der aus chaotischen und
reguldren Bereichen besteht. Diese Mischform aus elliptischem und hyperboli-
schem Verhalten wird auch als weiches Chaos bezeichnet. Das Verhalten eines
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Systems in dem Uberwiegend hyperbolische Bahnen auftreten, fallt unter den Be-
griff hartes Chaos. Mechanische Systeme weisen somit ein weites Spektrum an
Verhaltensweisen auf mit Integrabilitat auf der einen und hartem Chaos auf der
anderen Seite.

Der Ubergang eines integrablen Systems hin zum vollstandig chaotischen Sy-
stem (hartes Chaos) ist im allgemeinen sehr kompliziert, wie schon am Beispiel
der Bifurkationen periodischer Orbits in Abschnitt 1.5 zu sehen ist. Hier sollen
nun kurz zwei Theoreme skizziert werden, die das Szenario der Storung eines in-
tegrablen Systems beschreiben. Einzelheiten zu diesen Theoremen sind beispiels-
weise in [16] und [9] zu finden.

Es stellt sich die Frage, was mit den invarianten Tori passiert, wenn die Integra-
bilitat eines Systems durch eine kleine Stérung aufgehoben wird. Einen Teil die-
ser Frage beantworteten Kolmogorov, Arnold und Moser nach denen das KAM-
Theorem benannt wurde. Die Aussage des KAM-Theorems lautet im wesentli-
chen, dal’ hinreichend irrationale Tori bei kleinen Stérungen erhalten bleiben. Die
Aussage hinreichend irrational bezieht sich dabei auf die Konvergenz der Ketten-
bruchentwicklung.

Das Theorem von Poincaré und Birkhoff gibt dagegen Auskunft dartiber, was
mit den rationalen Tori geschieht. Diese brechen in Ketten von stabilen und insta-
bilen Fixpunkten auf. Ein Szenario, das den Bifurkationen in Abschnitt 1.5 sehr
ahnlich ist, und letztlich eine selbstédhnliche (fraktale) Struktur im Phasenraum
erzeugt.

1.5 Stabilitat periodischer Orbits

Im Rahmen der semiklassischen Naherung, die in Kapitel 2 besprochen wird,
spielt die Stabilitat periodischer Orbits eine wichtige Rolle. Ein quantitatives Mal3
fir die lokale Stabilitat der Phasenraumtrajektorien ~y(t) ist die (2N x 2N)-Matrix
M., (t), die angibt, wie sich eine Stérung d(0) im Anfangswert ~(0) in linearer
Né&herung zeitlich entwickelt

6(t) = M, (t) 6%(0) . (113)
Die Zeitentwicklung von M, die sich aus den Hamiltonschen Bewegungsglei-
chungen in linearer N&herung ergibt, lautet [17]

0’H
0?2

M=L,M mit L, (t)=J : (1.14)

v(t)
der Anfangsbedingung M., (0) = 1 und der Matrix der 2. Ableitungen der Hamil-

tonfunktion 24
Y
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Fur periodische Orbits mit der Umlaufzeit 7" wird M., (7") als Monodromiema-
trix bezeichnet. Die Monodromiematrix ist symplektisch, das bedeutet M1J M, =
J. Aus der Symplektizitat ergibt sich, dafl die Eigenwerte von M., paarweise auf-
treten, das soll heiRen, falls A ein Eigenwert zu M, ist, dann ist auch 1/\ ein
Eigenwert, sowie die komplex konjugierten A* und 1/A*. In konservativen Syste-
men sind aufgrund der Energieerhaltung zwei der Eigenwerte von M, gleich 1.
Durch eine Koordinatentransformation lassen sich die beiden trivialen Eigenwer-
te eliminieren und es ergibt sich die (2N — 2) x (2N — 2))-Matrix M,, die als
reduzierte Monodromiematrix oder Stabilitdtsmatrix bezeichnet wird.

In Systemen mit 2 Freiheitsgraden, die in dieser Arbeit untersucht werden, gibt
es flr die Eigenwerte A und 1/ der Stabilitdtsmatrix folgende Maoglichkeiten [9]:

e )\ = exp(=Liv), der periodische Orbit ist stabil, Die reelle Zahl v # 0 wird
als Stabilitatswinkel bezeichnet.

e )\ = +exp(+v), der periodische Orbit ist instabil mit Lyapunov-Exponent
o=v/T.

e )\ =1 oder A = —1, der periodische Orbit ist marginal stabil.

Héufig wird die Stabilitat eines Orbits durch die Spur der Stabilitatsmatrix

tr(M,) = A+ 1/A (1.15)

charakterisiert. Bei stabilen oder elliptischen Orbits gilt dann |tr(},)| < 2 und
bei instabilen oder hyperbolischen Orbits entsprechend |tr(1Z,)| > 2.

Bei der Untersuchung der Eigenschaften klassischer Systeme wird haufig ein
Parameter in der Hamiltonfunktion variiert. In dieser Arbeit ist dies beispielswei-
se ein externes homogenes Magnetfeld. Mit der Anderung des Parameters &ndern
sich dadurch natdrlich auch die periodischen Orbits und deren Stabilitatseigen-
schaften. Eine Besonderheit tritt immer dann auf, wenn die Spur der Stabilitéts-
matrix des periodischen Orbits den Wert 2 annimmt, das heif3t, wenn der Orbit
die Grenze zwischen dem stabilen und dem instabilen Bereich durchlduft. In die-
sem Fall treten Bifurkationen auf, das bedeutet, es werden neue periodische Orbits
gebildet oder vernichtet. Das Auftreten von Bifurkationen periodischer Orbits ist
typisch fur Systeme mit gemischtem Phasenraum (weiches Chaos) und erschwert
die theoretische Behandlung solcher gemischten Systeme enorm.

1.6 Poincaré-Schnitte

Wie sich im obigen Abschnitt Gber chaotische Systeme gezeigt hat, haben die Tra-
jektorien im Phasenraum haufig ein kompliziertes Verhalten auf l&ngeren Zeitska-
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\/

Abbildung 1.1: Schnittpunkte -,, der Trajektorie (¢) mit der Poincaré-Ebene, die
durch g, = const. definiert ist.

len. Bereits bei Systemen mit zwei Freiheitsgraden ist der Phasenraum vierdimen-
sional, was eine vollstandige Visualisierung der Trajektorien praktisch unmdglich
macht.

H. Poincareé schlug daher vor, den FluR? der Trajektorien im 2 N-dimensionalen
Phasenraum zu diskreten Zeiten ¢,, zu unterbrechen, anstatt den gesamten zeitli-
chen Verlauf kontinuierlich zu verfolgen. Dabei wird immer, wenn die Trajektorie
eine vorgegebene 2N — 1-dimensionale Hyperebene in einer definierten Richtung
durchst6l3t, der zugehdrige 2N — 1-dimensionale Phasenraumpunkt notiert. Diese
2N — 1-dimensionalen Phasenraumpunkte ergeben dann den Poincaré-Schnitt.

In der Praxis eignet sich dieses Verfahren besonders gut fur autonome Systeme
mit zwei Freiheitsgraden. Die Trajektorien im vierdimensionalen Phasenraum des
Systems liegen aufgrund der Energieerhaltung auf einer dreidimensionalen Man-
nigfaltigkeit (Energieschale). Nach der Definition einer Poincaré-Schnittebene,
zum Beispiel durch Festlegung einer weiteren Phasenraumkoordinate, ergibt sich
aus den Schnittpunkten der Trajektorie mit der Poincaré-Ebene ein zweidimensio-
naler Poincaré-Schnitt (siehe Abbildung 1.1). Falls eine Trajektorie in der Schnitt-
ebene liegt, dann sind weder die Schnittpunkte noch die DurchstoR3richtung defi-
niert, und die Schnittflache mul} anders gewahlt werden, um das Verhalten einer
solchen Trajektorie zu erfassen.

In einem vollstadndig chaotischem System liegen die Schnittpunkte der Tra-
jektorien Uber den gesamte Poincaré-Schnitt gleichméaRig verteilt. Eine periodi-
sche Bahn fiihrt zu einer diskreten Menge an Durchsto3punkten, die wiederholt
durchlaufen werden. Periodische Bahnen kdnnen daher auch als Fixpunkte der
Poincaré-Abbildung aufgefalit werden. Die Struktur der Umgebung eines solchen
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Fixpunkts laBt Ruckschlisse auf die Stabilitat der periodischen Bahn zu. Bei sta-
bilen (elliptischen) Bahnen ergibt sich eine charakteristische Inselstruktur aus EI-
lipsen, wohingegen bei instabilen (hyperbolischen) Bahnen die lokale Umgebung
durch Hyperbeln charakterisiert ist.
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Kapitel 2
Magnetotransport in 2D-Systemen

Im Folgenden werden klassische und semiklassische Konzepte
vorgestellt, die zur Untersuchung des linearen Magnetotransports
zweidimensionaler Elektronensysteme in dieser Arbeit verwendet
werden. Rein Kklassische Beschreibungen des Magnetotransports
im Rahmen des Drude-Modells, der Kubo-Theorie oder einer spe-
zialisierten Form der Boltzmann Gleichung sind fir die Erklarung
einiger Effekte im ballistische Transport bereits ausreichend und
bilden zugleich die Grundlage fiir die semiklassischen Erweite-
rungen. Die semiklassische Formulierung im Rahmen der Peri-
odic Orbit Theory (POT) gestattet es, Quanteninterferenzeffekte
im Magnetotransport in fihrender Ordnung zu berechnen, und in
Form von klassischen periodischen Bahnen zu analysieren. Die
Ableitung der semiklassischen Leitfédhigkeit basiert auf der quan-
tenmechanischen Kubo-Formel, die ebenfalls kurz skizziert wird.

2.1 Modellhamiltonian

Die Systeme, die in dieser Arbeit in Kapitel 4 und Kapitel 5 untersucht werden,
werden durch den Einteilchen-Hamiltonian

H= (p+ eA(r))” +U(z,v) (2.1)

2m*

charakterisiert. Hier ist A(r) ein Vektorpotential flr ein externes homogenes Ma-
gnetfeld B. In dieser Arbeit wird fur das Vektorpotential immer die symmetrische

19
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Eichung
1 0
A=—(rxB) mit B=| 0 (2.2)
2 B

gewahlt, so dall das Magnetfeld stets senkrecht zur Ebene des zweidimensio-
nalen Elektronensystems angeordnet ist. Der EinfluR des Kristallgitters und der
Elektron-Elektron-Wechselwirkung auf ein freies Elektron der Masse m,. wird
uber die Effektivmassenndherung in der konstanten Masse m* bertcksichtigt.
Fur die Systeme, bei denen das zweidimensionale Elektronengas in einem GaAs-
Halbeiter realisiert wurde, wird flr die effektive Masse der Wert m* = 0.0665 m,
verwendet [18]. Die Beschreibung eines zweidimensionalen Systems mit Léchern
als Ladungstréger erfordert hingegen, aufgrund der Anisotropie der Fermikontu-
ren, die Erweiterung von (2.1) mit einer orts- und impulsabhdngigen Masse. Dies
wird in Kapitel 6 néher erlautert.

Das skalare Potential U(z, y) soll die laterale Strukturierung des zweidimen-
sionalen Elektronengases (siehe Kapitel 3) bericksichtigen. Je nach Dimension
der Strukturierung (1D oder 2D) und je nach Stérke des resultierenden Modulati-
onspotentials bezogen auf die Fermienergie ergibt sich eine Vielzahl unterschied-
licher Systeme, die in Abbildung 2.1 schematisch dargestellt sind. In dieser Arbeit
werden Systeme mit starker 2D-Modulation (Antidot-Ubergitter) mit Elektronen
oder Lochern als Ladungstrager und ein System mit schwacher 1D-Modulation
untersucht.

Die Untersuchungen dieser Arbeit konzentrieren sich auf den Bereich des bal-
listischen Magnetotransports, das heifst auf den EinfluR des lateralen Potentials
U(z,y) auf die TransportgroRen. Die Streuung der Ladungstréger, die bei den
untersuchten Systemen bei tiefen Temperaturen hauptséchlich an ionisierten Stor-
stellen stattfindet, wird deshalb nur in einfachster Naherung tber eine konstante
Streuzeit 7 berucksichtigt.

2.2 Widerstand und Leitfahigkeit

Grundlage der Bestimmung des spezifischen Widerstands einer Probe ist das
Ohmsche Gesetz

E=pj. (2.3)

In zweidimensionalen Elektronensystemen sind sowohl die Stromdichte j, als
auch das elektrische Feld E zweikomponentige Vektoren und in kartesischen Ko-
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Abbildung 2.1: Schematische Darstellung von lateral elektrostatisch modulier-
ten Systemen. Die Stérke der Modulation ist abhangig vom Verhéltnis der Fer-
mienergie Er zur Amplitude des elektrostatischen Potentials. (a) schwache 1D-

IR
AL
ION 77

/h'qz

X :-L,'..Q.

LN
H NSRS NN
/110.0.:)\)\;?:;’( QY ll,,,'g.y‘\&)@

&
SR N
RS AL

~&
AN

Q7
Q7R

QA1 QQ\\\?Q..II«:;
s/ 'Q.Q.s\,;\)’.,;;,n

E‘ a>
Ny e
AR
U NN
7 IR
Wl NS
“:"”’ \ ..

Ep

Modulation, (b) sehr starke 1D-Modulation (Quantendréhte), (c) Quantendots,
(d) schwache 2D-Modulation, (e) starke 2D-Modulation, (f) sehr starke 2D-

Modulation (Antidots) (aus [19]).
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ordinaten ergibt sich der Widerstandtensor

p (pyw Pyy

Die Diagonalelemente p,, und p,, werden als Longitudinalwiderstande bezeich-
net, die Nebendiagonalelemente p,, und p,, heien Hallwiderstande.

Das Ohmsche Gesetz (2.3) beschreibt einen linearen Zusammenhang zwi-
schen der Stromdichte 5 und dem elektrischen Feld E. Dabei wird angenommen,
dal’ der Tensor des spezifischen Widerstands p einerseits unabhangig ist von der
Stromdichte 7 und andererseits nicht von den &uBeren Abmessungen der Probe
abhangt.

Die Gultigkeit des Ohmschen Gesetzes ist daher zum einen beschrénkt auf
makroskopische Proben, bei denen die Abmessungen der Probe groR sind gegen-
uber internen Langenskalen, wie zum Beispiel Fermiwellenlange, mittlere freie
Weglénge und Phasenkohéarenzlange. Zum anderen sollte die Stromdichte 5 klein
genug sein, damit die lineare N&herung (2.3) glltig ist.

Der Leitfahigkeitstensor o, der durch

j=0E (2.5)

definiert ist, kann mittels Tensorinversion aus den Komponenten des Widerstand-
stensors berechnet werden.

Die theoretische Behandlung zweidimensionaler Elektronensysteme, die in
den folgenden Abschnitten erldutert wird, liefert die Komponenten des Leitfa-
higkeitstensors, aus denen sich der Widerstand folgendermafen ergibt

p=o' = 1 ( %y_%f). (2.6)

Ozz0yy — OgyOyg —Oyz Ozx

Fir die Hall-Leitfahigkeit gilt auch in anisotropen Systemen die Onsager-
Casimir-Relation o,,(B) = oy,,(—B) [20, 21]. Bei Systemen mit zusatzlicher
Spiegelsymmetrie in z- und y-Richtung wie beim Rechteckgitter in Kapitel 4 gilt
zusatzlich 0,y(B) = —oyy(—B), woraus o,y(B) = —oy,(B) und pg(B) =
—pyz(B) folgt.

2.3 Kilassische Leitfahigkeit

Die theoretische Beschreibung der Leitfahigkeit im Rahmen der klassischen Phy-
sik bietet in manchen Fallen Vorteile gegenuber einer vollen quantenmechani-
schen Formulierung. Zunéchst sind, wie in dieser Arbeit noch oft zu sehen sein
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wird, viele Effekte, die beim Magnetotransport beobachtet werden, rein klassi-
scher Natur und bendétigen somit keine volle quantenmechanische Beschreibung.
Die Beschréankung auf eine klassische Beschreibung bringt in der Regel auch ei-
ne wesentliche Reduktion des numerischen Aufwands konkreter Rechnungen mit
sich. Der wichtigste Aspekt, der jedoch fiir eine klassische Beschreibung spricht,
ist wohl die hohere Anschaulichkeit gegentiber der Quantenmechanik. Der beob-
achtete Effekt ist dann eben auch in der ,,Sprache* der klassischen Mechanik, also
beispielsweise in Form von Bahnen klassischer Teilchen interpretierbar. Dieser
Aspekt der Anschaulichkeit einer Beschreibung mittels klassischer GroRen wird
auch bei der semiklassischen N&herung in Abschnitt 2.5 eine wichtige Rolle spie-
len.

2.3.1 Homogene Systeme: Drude-Modell

Das Drude-Modell geht von den klassischen Bewegungsgleichungen eines Elek-
trons in homogenen aufleren elektrischen und magnetischen Feldern aus:

*

™ . 2.7)

T

m*v = —e(v x B) —eE —

Um eine endliche Leitfahigkeit zu erhalten, muR die zufallige Streuung der Elek-
tronen an Storstellen beriicksichtigt werden. Dies geschieht Giber den phdnomeno-
logischen Reibungsterm —mT*v in (2.7), der als charakteristische Grof3e die mitt-
lere Flugzeit 7 enthélt. Im stationdren Fall ist die Stromdichte

Jj = —env (2.8)

des Systems mit der Ladungstragerdichte n zeitlich konstant. Daraus folgt © = 0
und aus (2.7) ergibt sich eine konstante Driftgeschwindigkeit proportional zum
elektrischen Feld. Zusammen mit dem Ohmschen Gesetz (2.3) folgt fiir den Ma-
gnetowiderstand im Drude-Modell

1 WeT
Pz = —>5 Pay = (29)
o1y gy
und fir die Leitfahigkeit
0o
Ogpy = m, Uwy = WT Ogg (210)

mit

B
op=enp, w.=—, und p= . (2.11)
m* m
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Im Drude-Modell ist somit der longitudinale Widerstand p,, in Abh&ngigkeit
vom Magnetfeld konstant, wahrend der Hallwiderstand p,, direkt proportional
zum Magnetfeld ist. Die Leitfahigkeit geht bei hohen Magnetfeldern (w.7 > 1)
fur o, wie 1/B? und fir o, wie 1/B gegen Null.

Das Drude-Modell kann auch auf Systeme mit Lochern als Ladungstréger er-
weitert werden. Dabei dndert sich der Vorfaktor oy, die Abhédngigkeit der Leit-
fahigkeitskomponenten vom Magnetfeld bleibt jedoch von der Form (2.10). Dies
wird in Zusammenhang mit der Untersuchung des Lochsystems in Abschnitt 6.5
erlautert.

2.3.2 Modulierte Systeme: Kubo-Formel

Die von R. Kubo entwickelte Theorie der linearen Antwort, gestattet es, die Re-
aktion eines Systems auf eine &uRere Stérung in linearer Naherung zu berech-
nen [22, 23]. Angewandt auf den Magnetotransport, tbersetzt sich die Stérung
in ein duBeres elektrisches Feld E und die Antwort des Systems besteht in der
Stromdichte 7. Die Grol3e, die mithilfe der Kubo-Theorie berechnet wird, ist dann
die Leitféhigkeit o und es gilt das Ohmsche Gesetz (2.5).

Die Berechnung der Leitfahigkeit mithilfe der Kubo-Theorie kann im Rah-
men der klassischen Physik, der Quantenmechanik oder in einer semiklassischen
Né&herung erfolgen. In diesem Abschnitt wird die klassische Kubo-Formel bespro-
chen, die quantenmechanische Kubo-Formel wird in Abschnitt 2.4 vorgestellt. Die
Herleitung der klassischen Kubo-Formel erfolgt in Abschnitt 2.5 im Rahmen der
semiklassischen Néherung.

Die Kubo-Formel fir die klassische Leitfahigkeit & bei der Temperatur 7’ = 0
lautet*

5. (Er) = 62@ /0 "Gt (v ()03 (0) ) exp(—2/7) (2.12)

Dabei bezeichnen ¢ und j die kartesischen Komponenten = oder y und das ,,Vo-
lumen* V' steht bei 2D-Systemen flr die Probenflache. Die Streuung wird wie im
Drude-Modell tiber die phdnomenologische Streuzeit 7 im exponentiellen Damp-
fungsterm eingeflhrt. Das mikrokanonische Phasenraummittel bei der Fermiener-
gie Er Uber die Geschwindigkeitskorrelationsfunktion v;(¢)v;(0) ist fur Systeme

Iwie in Abschnitt 2.5 erl4utert wird, kann die klassische Kubo-Formel als glatter Anteil oder
Thomas-Fermi Anteil der Leitfahigkeit in semiklassischer Naherung aufgefa3t werden. Zur Un-
terscheidung von quantenmechanischen oder oszillierenden semiklassischen Anteilen werden die
glatten Anteile der Leitfahigkeit (2.12) und Zustandsdichte (2.14) mit einem Querstrich tiber dem
Symbol gekennzeichnet.
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mit 2 Freiheitsgraden definiert durch

= 9 [ @2 —H(r ) .
o = (27rh)23(EF)/d &p ... 5(Er — H(r,p)) (2.13)

Der Vorfaktor in der Kubo-Formel (2.12) ist gegeben durch die Thomas-Fermi-
Zustandsdichte

d(Ef) = (2;‘:%)2 /d%- d*p §(Er — H(r,p)) , (2.14)

dabei ist g, = 2 die Spinentartung und H (r, p) die Hamiltonfunktion.

Im Fall einer isotropen Fermikontur, bzw. eines Kristallelektrons mit konstan-
ter effektiver Masse m* ergibt (2.14)

*

- m

d(EF) = V(EF) 7Th2

(2.15)
mit dem Volumen
V(Ef) = / d*r ©(E: — U(r)). (2.16)

©O(z) bezeichnet hier die Heavysidesche Stufenfunktion. Anschaulich gesprochen
ist V' (Eg) der Anteil des Probenvolumens V/, der fur ein klassisches Teilchen der
Energie Er erreichbar ist. Im Fall eines Antidotgitters, das durch ein elektrostati-
sches Potential U (, y) modelliert wird, ist deshalb fur den Transport von Teilchen
mit der Energie Er die Flache der Antidots bei £ vom Volumen V' abzuziehen,
was letztlich zu einer um den Faktor V' (Eg)/V kleineren Amplitude in der Leit-
fahigkeit fihrt.

Zur Berechnung der Leitfahigkeit mit der Kubo-Formel (2.12), werden Trajek-
torien mit der Energie Er fur unterschiedliche Anfangsbedingungen numerisch
mithilfe der Integration der klassischen Bewegungsgleichungen ermittelt [24].
Aus den Trajektorien ergibt sich die Geschwindigkeitskorrelation und das Pha-
senraummittel (2.13) wird mit Monte-Carlo-Verfahren [25] berechnet. Einzelhei-
ten zur numerischen Auswertung der Kubo-Formel sind in [26] zu finden.

Wie in Abschnitt 2.5.2 gezeigt, kann die Leitfahigkeit bei Temperaturen 7" > 0
Uber die Temperaturmittelung mit der Ableitung der Fermifunktion 0f,(E)/0F
berechnet werden. Die Temperaturabhangigkeit des klassischen Anteils der Leit-
fahigkeit ist jedoch im Gegensatz zu den zusatzlich auftretenden Quanteneffek-
ten im untersuchten Temperaturbereich 7" < 4.2 K praktisch vernachlassigbar, so
dal’ auf temperaturabhangige Rechnungen der klassischen Leitfahigkeit verzichtet
wurde.
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2.3.3 Boltzmann-Gleichung

Anders als die Kubo-Formel beschreibt die Boltzmann-Gleichung die Dynamik
einer Verteilungsfunktion im klassischen Phasenraum, aus der dann die gesuch-
te GroRe, in unserem Fall die elektrische Leitfahigkeit, berechnet wird. Die
Boltzmann-Gleichung ist dabei, im Gegensatz zur Kubo-Formel, nicht auf das
Regime der linearen Antwort beschrankt. Details zur Herleitung der Boltzmann-
Gleichung sind zum Beispiel in [27] zu finden.

Die zentrale GrolRe bei der Beschreibung des Transports mit Hilfe der
Boltzmann-Gleichung ist die Phasenraumverteilung f(r,k,t), die die Wahr-
scheinlichkeit angibt, ein Teilchen zur Zeit ¢ mit Wellenvektor &£ am Ort » vor-
zufinden.

Im thermischen Gleichgewicht, bei der Temperatur 7', wird die Verteilungs-
funktion f zur Fermiverteilung

fo(E) = [14efEm] ™! (2.17)

mit dem chemischen Potential 4, 8 = 1/(kgT) und der Boltzmann Konstante & 5.
Aus der Verteilungsfunktion f ergibt sich unter Berticksichtigung der Spinent-
artung g, im System mit 2-Freiheitsgraden fir die Ladungstragerdichte

kf(r k,t) (2.18)
und in Analogie dazu die Stromdichte
1) = 29 /d?kv(k) F(r k1) (2.19)
Y (27T)2 7 7 *

mit der Geschwindigkeit v.
Aus der Teilchenzahlerhaltung im Phasenraum folgt, dal das Differential der
Verteilungsfunktion verschwindet

_of af 6f

df(r,k,t) = =% —dt + = o ak -dk . (2.20)
Daraus ergibt sich nach Division durch d¢
of of of
0=—r+o -k (2.21)

und zusammen mit den Bewegungsgleichungen fiir den Wellenvektor ik = F

of of 10f
0= +5 vt F. (2.22)
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In der Kraft F wird in der Boltzmann-Theorie keine Streuung beriicksichtigt. Die
Streuung wird Ublicherweise im Rahmen der Quantenmechanik berechnet und
flhrt dann zu einer zusatzlichen zeitlichen Anderung der Verteilungsfunktion,
dem StoRintegral, das anstelle der Null auf der linken Seite in (2.22) eingefuihrt
wird, woraus sich schlie3lich die Boltzmann-Gleichung ergibt

of\ _of of _ 1af
(E)C_EJFa_r'”“Lﬁa_k'F' (2.23)

Dabei lautet das StoRintegral

ory
(%) - 220

N (2‘;)2/d2k'{—Wkk'f(r,k,t) [1—f(r,K,t)] + (2.25)

+Wk:'kf(r7 klat) [1 - f(ra k, t)]} :

Wy ist die (quantenmechanische) Ubergangsrate vom Zustand k in den Zustand
k', die aus Fermis Goldener Regel berechnet wird.

Die Boltzmann-Gleichung bietet gegentiber der klassischen Kubo-Formel den
\orteil, daB tber das StoRintegral, die Streuung realistischer modelliert wer-
den kann. So ist die Beriicksichtigung anisotroper Streuung moglich, wobei die
Lebensdauer eines Ein-Teilchen-Zustands verschieden wird von der (Impuls-
)Relaxationszeit 7.

Eine Anwendung der Boltzmann-Gleichung ist in Abschnitt 6.5 gezeigt. Dort
wird die Boltzmann-Gleichung in linearisierter Form benutzt, um das Drude-
Modell fur ein Lochgas mit anisotropen geschlossenen Fermi-Konturen abzulei-
ten.

2.4 Quantenmechanischer Kubo-Formalismus

Die Berechnung der Magnetoleitfahigkeit im Rahmen der Quantenmechanik
erfolgt tber die Kubo-Greenwood Formel [22, 28, 29] Hier soll kurz skiz-
ziert werden, wie sich Leitfahigkeiten in einem lateralen Halbleiter-Ubergitter
guantenmechanisch berechnen lassen. Detailliertere Darstellungen finden sich
in [30, 31, 32, 33].

Die Kubo-Formel liefert flr die Komponenten der Leitfahigkeit die quanten-
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mechanischen Ausdricke [29] bei der Temperatur 7" = 0

2
el s N A
Ops = WV@ tr{0,0(E — H)0,0(E — H)} (2.26)
_ gseOn(E, B)
0 = LD (2.27)

g; tr{va-I-( ) yS(E - fAI) - ﬁmg(E - ﬂ)ﬁyé_(E)} :

Hier ist n(F) die Zahl der Zustande bis zur Energie £ und der Spektralfunktions-
operator 4 ist definiert tiber die Greenschen Operatoren G

(GHB) -G (B)) = —— MG (8) . (2.28)

S(E—H)=— -

27
Um die Leitfahigkeit bei Temperaturen 7" > 0 zu berechnen, wird eine Tem-
peraturmittelung mit der Ableitung der Fermifunktion f§ = 0f,/0E durchgefihrt

o(Tow) =~ [ OB £y~ w)(o(F) (2.29)

Die spitzen Klammern stehen hier fiir die Konfigurationsmittelung, die im folgen-
den Kkurz erldutert wird. Wir betrachten formal gesehen, unendlich ausgedehn-
te Proben, bei denen die Leitfédhigkeit nicht von der konkreten Konfiguration
der Storstellen abhangig ist, dies wird durch die Stérstellenmittelung in (2.29)
mathematisch modelliert. Die Storstellenmittelung angewandt auf eine einzelne
Einteilchen-Greenfunktion fuhrt tber die Dyson-Gleichung zu einer Selbstener-
gie, die im allgemeinen quantenzahlabh&ngig ist. Bei der Berechnung der Leitfa-
higkeit muR die Storstellenmittelung Uber das Produkt zweier Greenscher Funk-
tionen durchgefuhrt werden. Der Mittelwert aus dem Produkt von Greenschen
Funktionen unterscheidet sich vom Produkt der Mittelwerte durch die Vertexkor-
rekturen. In der quantenmechanischen Rechnung und der semiklassischen Nahe-
rung in Abschnitt 2.5 wird angenommen, daSS die Selbstenergie unabhangig ist
von den Quantenzahlen. In dieser Naherung fur die Selbstenergie kann gezeigt
werden, daSS die Vertexkorrekturen verschwinden und es gilt

(GG = (G)G) . (2.30)

Die Behandlung der Streuereignisse an den ionisierten Donator-Storstellen ge-
schieht in der selbstkonsistenten Bornschen N&herung. Damit das Problem nu-
merisch handhabbar bleibt, werden die Storstellen als kurzreichweitige §-Streuer
ohne rdumliche Korrelation aufgefafit.

Das laterale Ubergitter wird wieder durch den Einteilchen-Hamiltonian (2.1)
mit konstanter effektiver Masse beschrieben. Fir eine rationale Zahl elementarer
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FluRquanten pro Elementarzelle 1aRt sich der Hamiltonoperator numerisch diago-
nalisieren und es ergeben sich magnetische Minib&nder.
Die Longitudinalleitfahigkeiten werden dann zu

ou(E) x 3 /M |m@lim®) Ave(F) Ane(B)FO. (@31

ny,n2

Die Summe geht Uber die magnetischen Minibander mit den Indizes n; und n,.
Die Integration erfolgt Giber die magnetische Brillouin-Zone (MBZ) mit dem zwei-
dimensionalen magnetischen Wellenvektor ®. Mit v; sei die Komponente des Ge-
schwindigkeitsoperators bezeichnet.

Die Spektralfunktion A,e (F) ergibt sich aus (2.28) zusammen mit der Stor-
stellenmittelung. Die Berlicksichtigung der Storstellenstreuung im Rahmen der
selbstkonsistenten Bornschen Naherung fiihrt zu einer endlichen Lebensdauer der
Zustande, was in einer Verbreiterung der Energieniveaus in der Spektralfunkti-
on (bzw. Zustandsdichte) zum Ausdruck kommt. Die Hall-Leitfahigkeit wird mit
einem ahnlichen Ausdruck wie (2.31) berechnet.

Die Spektralfunktionen sind unabhdngig von der Temperatur, das heilt die
Temperaturabhangigkeiten der Streumechanismen in den Greenschen Funktionen
werden nicht beriicksichtigt. Diese Abhéngigkeiten sind bei den in Frage kom-
menden Temperaturen 7' < 4.2 K aber auch vernachléssigbar.

Anhand von (2.31) 18Rt sich die longitudinale Leitfahigkeit in zwei Beitrage
aufteilen. Einen Beitrag, genannt Bandleitfahigkeit mit n; = ny und der soge-
nannten Streuleitfahigkeit mit n; # n,. Die Bandleitfahigkeit kommt durch die
Dispersion der magnetischen Minibander zustande, wéhrend die Streuleitfahig-
keit Beitrdge von der Streuung zwischen unterschiedlichen Minibandern berlick-
sichtigt.

2.5 Semiklassik

Die Berechnung der Leitfahigkeit in semiklassischer Naherung im Rahmen der
Periodic Orbit Theory (POT) soll in diesem Abschnitt kurz skizziert werden. De-
tails zur Herleitung der semiklassischen Kubo-Formel sind in [10, 11, 34] zu fin-
den.

2.5.1 Semiklassische Greensche Funktion und Zustandsdichte

Die Berechnung der Leitfahigkeit erfolgt im Formalismus der Greenschen Funk-
tionen, daher soll hier zunéchst die semiklassische Naherung zur Einteilchen-
Greenfunktion diskutiert werden.
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Die energieabhangige Greensche Funktion kann im Rahmen der Quantenme-
chanik mit Eigenfunktionen W, zur Energie E, des Hamiltonians H dargestellt
werden als

1
———r)
E—H+ie

_ Z% mit (c—0,).  (232)

GH(r, 75 B) = (r|GF(B)|r') = (r|

a

Dabei bezeichnet + die retardierte und — die avancierte Greensche Funktion.
Die semiklassische Naherung zur Greenschen Funktion [9] lautet flr ein Teil-
chen mit zwei Freiheitsgraden

Gilr,mE) = Y G,(r,7';E) (2.33)
Y

1 i .
= i) IZ D, (7', 7)exp [ﬁSv(r','r) =iy
yir'er
Die Greensche Funktion (2.33) setzt sich aus Beitrdgen G, zusammen, die aus
klassischen Trajektorien ~ berechnet werden, welche bei fester Energie E die
Punkte ' und r verbinden.
Die Wirkung S,, ist dabei definiert durch

!

Sy(r'yr) = /r p,(q)-dq (2.34)

und (2.33) wird flir S > £ eine gute Naherung zur exakten Greenschen Funktion
(2.32).
Die klassische Amplitude kann als

0%s,  o%s, |'*
1 0%s, |
D, (r',r)=| Oror OrdE | ~ 2o 2.35
(7) aaEng' 882527 \44'\1/2 or, or', (2:35)
r

geschrieben werden. Im letzten Ausdruck wurde ein lokales Koordinatensystem
(g,r1) benutzt, das durch die Trajektorie y definiert wird [35]. Dabei ist ¢ eine
Koordinate entlang der Trajektorie v und r eine Koordinate senkrecht dazu.

Der Maslovindex 7., der in der Phase in (2.33) auftritt, ist die Zahl der konju-
gierten Punkte entlang der Trajektorie [9, 36].

Aus der Spur der Greenschen Funktion l&it sich die Zustandsdichte Gber

d(E) = % Y 6(E - E,) = —%Imtr G*(F) (2.36)
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bestimmen. Bei Ersetzung der Greenschen Funktion in (2.36) durch die semiklas-
sischen Greenschen Funktion aus (2.33) ergibt sich die semiklassische Zustands-
dichte, die als Summe aus einem oszillierenden Anteil d°* und einem glatten An-
teil d dargestellt werden kann

d(E) = d(E) + d°°(E) . (2.37)

Der glatte Anteil ergibt sich formal aus ,,Pfaden der Lange Null“ und liefert den
Thomas-Fermi- oder Weyl-Anteil zur Zustandsdichte [37]

d(E) = (279:5)2 / d2r d%p §(E — H(r,p)) . (2.38)

Die Berechnung des oszillierenden Anteils d° unterscheidet sich fur integ-
rable Systeme und vollstandig chaotische Systeme. In chaotischen Systemen, in
denen alle periodischen Orbits isoliert sind, erfolgt die Berechnung von d°* im lo-
kalen Koordinatensystem des entsprechenden Orbits. Dabei wird die Integration
uber die longitudinale Koordinate ¢ exakt berechnet und fir die Integration tber
die transversale Koordinate r; gentgt es aufgrund der Isoliertheit der Bahnen
eine Sattelpunktsndherung zu benutzen. Bei der Sattelpunktsndherung wird die
Wirkung S bis zur zweiten Ordnung in den Koordinaten entwickelt und gefordert,
daR die ersten Ableitungen der Wirkung verschwinden

os  0S

or,  or,

Die Spurbildung liefert zusétzlich noch die Bedingung
r=r (2.40)

und die Orbits, die (2.39) und (2.40) erflllen, sind periodisch mit der Wirkung
Spo(E). Die verbleibenden Integrale tiber r; sind Fresnel-Integrale von der Form

/ h exp (iaz”) dz = \/g exp (im/4) . (2.41)

—00

Dabei ist die Konstante a proportional zu 1/%, was insgesamt zu einen zusatz-
lichen Faktor v/% in der Amplitude von d° fihrt. SchlieBlich ergibt sich fiir
den oszillierenden Anteil in chaotischen Systemen in fiihrender Ordnung in 7 die
Gutzwiller-Spurformel [9, 38, 39]

o0

gS T /”'S T
d°C ~ o Z Z - ppo 75 COS (% - npp(),,i) ) (2.42)

pro =1 |det( My, — 1)
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Die Doppelsumme geht tber klassische periodische Orbits mit einem Umlauf
(ppo) und deren Wiederholungen r. Ty bezeichnet die Umlaufzeit eines peri-
odischen Orbits und M die reduzierte Monodromiematrix aus Abschnitt 1.5.

Falls das klassische System zusatzliche kontinuierliche Symmetrien aufweist,
treten die periodischen Orbits nicht mehr isoliert, sondern in Familien auf. Auch
in diesem Fall lassen sich Spurformeln fir d° aufstellen [40, 41]. Bei der Be-
rechnung der Spur Uber die semiklassische Greensche Funktion mul dann bei
\Vorhandensein einer kontinuierlichen Symmetrie auch Gber die transversalen Ko-
ordinaten exakt integriert werden und die Amplitude weist insgesamt eine niedri-
gere Ordnung in 7 auf.

In integrablen Systemen sind alle periodischen Orbits in kontinuierlichen Fa-
milien entartet und eine Auswertung liefert fiir d°* die Berry-Tabor- [42, 43] oder
Balian-Bloch-Spurformel [44]. Die erste Ableitung der Berry-Tabor-Spurformel
beginnt bei der EBK-Quantisierung, benannt nach Einstein, Brillouin und Keller,
bei der die Wirkungen I; der invarianten Tori (siehe Abschnitt 1.3) eines integra-
blen Systems in Einheiten von 7 quantisiert werden.

Im Prinzip muf3 in der Spurformel (2.42) Uber alle primitiven periodischen
Orbits des Systems und uber alle Wiederholungen summiert werden. Die Kon-
vergenz dieser Summe ist jedoch nicht garantiert, zumal in chaotischen Syste-
men die Zahl der periodischen Orbits mit zunehmender Lange exponentiell an-
steigt [37]. Bei der Auswertung der Spurformel in realen Systemen treten jedoch
immer Dampfungsfaktoren auf, die es gestatten, die Summe auf wenige kurze
periodische Orbits zu beschranken. In unserem Fall gibt es zwei Dampfungme-
chanismen, zum einen die Temperatur 7" > 0 und zum anderen die Streuung mit
der Streuzeit 7 < oo.

2.5.2 Temperaturmittelung und Streuung

Bei der Berechnung der Leitféhigkeit aus der Kubo-Formel (2.26) wurde in Ab-
schnitt 2.4 gezeigt, daSS eine Temperatur 7" > 0 Uber die Temperaturmitte-
lung (2.29) beriicksichtigt wird. Mathematisch entspricht die Temperaturmitte-
lung einer Faltung mit der Ableitung der Fermifunktion fj.

Fo(B = ) = o (14 exp[B(2 — ) 2.43)
mit dem chemischen Potential x und der Temperatur 7" aus 3 = 1/(kgT). Bei tie-
fen Temperaturen 7' < 10 K, die in dieser Arbeit ausschliel3lich betrachtet werden,
liegt der Hauptbeitrag von f’(E) im Bereich E = u ~ Er mit einer Breite von
1/3. Dies entspricht der physikalischen Vorstellung , dai3 bei (kleinen) Tempera-
turen T > 0 nur Zustande in der Nahe der Fermienergie zum Transport beitragen.
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In semiklassischer Naherung lait sich die Leitfahigkeit, wie im né&chsten Ab-
schnitt gezeigt wird, wieder in einen glatten und einen oszillierenden Anteil auf-
spalten, gemél o(F) = a(E) + 0°¢(E). Der oszillierende Anteil hat dann wie
bei der Zustandsichte die Struktur

0"(E) =) op(E) =) Ap(E)exp [ihSpo(E)] . (2.44)

Daraus ergibt sich zusammen mit Gleichung (2.29)

[ee] , |
o) == [ OB £~ wAn(B)ew [15u(B)] . (@45)
0
und die Berechnung von (2.45) mittels Residuensatz in flihrender Ordnung von 7
und 1/ ergibt [45]

0vo(T 1) = —0p0(1t) R(Tpol1s) /71) - (2.46)

Das bedeutet, daf? fir die semiklassische Rechnung auch bei T > 0 nur Orbits
der Energie i beitragen. Die Temperaturabhéngigkeit wird durch die Dampfungs-
funktion R beschrieben

X

R(z) = T (2.47)

wobei der Orbit die Periode 7,,,(1) besitzt und die Temperatur T" Uber 7 = /7
berticksichtigt wird. Das bedeutet, dal der Beitrag von Orbits mit der Periode
Tno > 1 exponentiell klein wird.

Zusétzlich zur Dampfung der semiklassischen Oszillationen bei 77 > 0 muR
im zweidimensionalen Elektronensystem bei tiefen Temperaturen die Storstellen-
streuung bertcksichtigt werden.

In der einfachsten N&herung, fiihrt die Streuung zu einer (energieunabhangi-
gen) Verbreiterung der Energieniveaus E, in der Zustandsdichte d(E). Formal
bedeutet dies, dal3 die Selbstenergie in der Greenschen Funktion einen konstan-
ten Imagindrteil bekommt, der mit I bezeichnet wird. Wie in Abschnitt 2.4 erdu-
tert wurde, flihrt die Ndherung einer quantenzahlunabhéngigen Selbstenergie zum
Verschwinden der Vertexkorrekturen und die Konfigurationsmittelung erfolgt Giber
die Einteilchen-Greenfunktion.

Der Effekt des konstanten Imaginarteils I" zur Energie E auf die semiklas-
sische Greensche Funktion l&it sich im Rahmen einer Stérungstheorie [46] be-
riicksichtigen. In dieser semiklassischen Stérungstheorie wird in erster Naherung
nur die Anderung der Wirkung S betrachtet, die Trajektorien, die zur Greenschen
Funktion beitragen, bleiben ungestort.



34 2. Magnetotransport in 2D-Systemen

Die Entwicklung der Wirkung um I = 0 liefert dann

: 0S : T
E+il)~ S(E)+ — r=95F — 2.4
S(E+1T) = S( )+5Er:ol S( )+|2T (2.48)
mitl’ = % und der Flugzeit T" = a‘?)(lf). Insgesamt ergibt sich fir die Greensche

Funktion (2.33) mit Gl. (2.48)

. T
(GI(E)) = GF(E+1T) =~ G (E) exp (—#) : (2.49)
Eine endliche Streuzeit = fiihrt somit zu einer Dampfung von Trajektorien v mit
der Flugzeit T, >> 2r.

2.5.3 Semiklassische Kubo-Formel

Im folgenden konzentrieren wir uns auf die longitudinale Leitfahigkeit Gl. (2.26),
die Behandlung der transversalen Komponente o, erfolgt analog, bis auf den
zusétzlichen Term mit dem Ausdruck n(E, B), der sich aus Integration der Zu-
standsdichte tber die Energie ergibt und damit aus der semiklassischen Zustands-
dichte berechnet werden kann. Der Ausdruck flr o, folgt aus (2.26) durch die
Substitution von v, mit v,.

Nach Einsetzen der Greenschen Operatoren und der Spinentartung g, = 2
ergibt sich aus (2.26)

e’h
w = —o— (FAT+ F,7 —2F " 2.50
~ e (Fir—Ff) (2.51)
7TV Tx rxr ?

dabei sind die GroRRen F' definiert durch
FEr = tr{0,G%6,G*} und Fi =t{6,G*0,G7}.  (252)

Die Berlcksichtigung der Streuung in einfachster Naherung fiihrt zu einem
konstanten Imaginérteil I' in der Selbstenergie (siehe Abschnitt 2.5.2) und es er-
gibt sich in Ortsdarstellung

Fit = /dzr’ /d27° [0z ()G T (v, 7"; E +iD)] [0.(r")GT (¢, 7; E +il')] (2.53)
mit

G*(r,v; E+iT) = (r|GT(F +iD)|r') (2.54)
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und dem Geschwindigkeitsoperator

N h o
V(1) = (Tﬁ_x + eAx(r)) : (2.55)
Ersetzen der avancierten Greenschen Funktion G~ in (2.51) mittels
G (r,7 E) = [G"(r',m; E)]" (2.56)

liefert fir F'*~ nach Konfigurationsmittelung

For = / a2’ / o1 [05(r)G* (7, 73 E +1D)] [0, (r)G T (r,7'; E +1D)]
(2.57)

In semiklassischer Naherung werden die Greenschen Funktionen in (2.53) und
(2.57) durch die semiklassische Greensche Funktion (2.33) ersetzt.

In fihrender Ordnung in % wirkt der Geschwindigkeitsoperator (2.55) nur auf
die Wirkung S in der semiklassischen Greenschen Funktion (2.33) und ergibt die
klassische Geschwindigkeit der Trajektorie v am Ort r

by(r) Gy (r, 7 E) =
1 (25,7(7./’,',) +€Az(7°)) Gv(’f‘,r’;E) =

m* \ Ox

L 1) + eAs(r) G, (v, 7" E) =

m*

v)(r) G, (r,7"; E) . (2.58)

Aus Gleichung (2.51) folgt mit der semiklassischen Greenschen Funkti-
on (2.33) und (2.58):

e’h e?h
o= Re (I — 1) = 0 Re (17 2.59
g e ( Tz Tz ) v ( T ) ( )
mit
[
I = g [Er [€0 3 @)D, o mD ) (260)
T
Y2’
[ T T, +T,
X exp [ﬁ (S (7', 1) + Sy (r,7")) — 5 (M + Me) — 7277_7]
und
e d*r [d*r Z v (r)v)?(r")D,, (v, 7)D,,(r',7)  (2.61)
T - 27Th3 T T 7 ’ Y2 ) '
vl
y2:r =
i T T,+T,
oxp [ (S0 (1) = $,,,) =13 (1 =) = T2
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Die Beitrdge zur semiklassischen N&herung der Leitfahigkeit (2.59) sind somit
Doppelsummen uber klassische Bahnen ~; und .

Die weitere Untersuchung des Terms aus dem Produkt zweier retardierter
Greenscher Funktionen (2.60) zeigt, das der Beitrag von I.* flr die statische
Leitfahigkeit verschwindet [10, 11, 34]. Dies héngt damit zusammen, daB, wie
wir noch sehen werden, auch die semiklassische Leitfahigkeit in flhrender Ord-
nung aus periodischen Orbits berechnet wird. Die beiden Trajektorien v, und ~,
in (2.60) sind dann in erster Naherung Teile eines gemeinsamen periodischen
Orbits und T, + T,, ist ein ganzzahliges Vielfaches der Periode Tj,,. Letzt-
lich fihrt dies dazu, daR die Geschwindigkeitskorrelationsfunktion, die sich aus
(2.60) ergibt, ohne Streuterm berechnet wird (vergleiche (2.73) mitexp(—t/7) —
exp(—Tpo/7)) und die Korrelation tiber den periodischen Orbit verschwindet. Im
folgenden muR deshalb nur noch der Beitrag von I}~ beriicksichtigt werden.

Glatter Anteil, klassische Kubo-Formel

Der Diagonalteil der Doppelsumme in (2.61) wird aus identischen Trajektorien
v1 = 2 = 7y gebildet. Die Phasenfaktoren in (2.61) verschwinden dann, bis auf
den Term eXp(—T /7) und es ergibt sich

d2/

Y

d2

r) vl (r') D(r',7) exp(=T,/7) . (2.62)

Die Amplitude D? ist eine Jacobideterminante

op, oI,
D2 i — or or 263
’Y(r ’ ’l") ap; 8T7 ( )
OF OF

fur die Transformation (7, E) — (p’, T') und wird benutzt, um die Integration ber
den Endpunkt » in ein Integral ber den Anfangsimpuls p’ zu transformieren. Bei
gegebenem Anfangspunkt " wird entweder Uber alle Endpunkte  integriert, oder
uber alle Impulse p' auf der Energieschale 6(E — H(r', p’)) und fur gegebenes p’
entlang der eindeutig festgelegten Trajektorie . Nach Multiplikation von (2.63)
mitl = [dEJ(E — H) folgt daraus fiir den glatten Anteil der Leitfahigkeit

1

Gon(E
Oaa(B) = 1% 27rh

/ &'y / 0,(0) va(H)e "6(E — H(r',p)) . (2.64)
0
Zusammen mit der Definition des Mittelwerts im mikrokanonischem Ensemble

9s 2 . 42
(= m/d rdp ... 6(E—H(r,p) (265
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wird aus (2.64) die klassische Kubo-Formel

Eij = 62@ /Ooodt <’U.L(t)’UJ(0)>E exp(—t/T) . (266)

Hier ist d wieder die Thomas-Fermi-Zustandsichte (2.38).

Die klassische Kubo-Formel ist somit als glatter Anteil oder Thomas-Fermi-
beziehungsweise Weyl-Anteil in der semiklassischen N&herung der Leitfahigkeit
enthalten.

Durch die Beriicksichtigung weiterer nichtdiagonaler Terme der Doppelsum-
me in (2.61) ergeben sich semiklassische Korrekturen zur klassischen Kubo-
Formel, und die Leitfahigkeit zerfallt in einen glatten und einen oszillierenden
Anteil

oc=0+0". (2.67)

Oszillierender Anteil im homogenen System: Shubnikov-de Haas Oszillatio-
nen

Bei der Berechnung des oszillierenden Anteils der Leitfdhigkeit, mul} wie bei der
Zustandsdichte in Abschnitt 2.5.1 zwischen integrablen Systemen mit Familien
von Bahnen und chaotischen Systemen mit isolierten Bahnen unterschieden wer-
den. Im integrablen System missen alle Integrale in (2.61) exakt berechnet wer-
den, wahrend in Systemen mit isolierten Bahnen die Integration Uber die transver-
salen Koordinaten r in Sattelpunktsnéherung ausgefiihrt werden kann.

Im homogenen System (Gleichung (2.1) mit U = 0) bewegt sich ein Elektron
immer auf einem Zyklotronkreis. In semiklassischer Naherung ergibt der oszillie-
rende Anteil Shubnikov-de Haas-Oszillationen [10, 11]

oSH 90 (2.68)

~ 2 21E
1+ ZZ(—l)rR (c: ;;) cos (Tnz F) exp (—(:i_)] .

r=1

Gleichung (2.68) ist die semiklassische Né&herung der Shubnikov-de Haas-
Oszillationen als Summe tber die Wiederholungen des Zyklotronorbits. Der Aus-
druck (2.68) entspricht dem Ergebnis einer quantenmechanischen Rechnung mit
konstanter Streuzeit 7 [47]. Fir Systeme mit hoher Mobilitét (w.7 > 1) und aus-
gepragten Landauniveaus mifte eigentlich die Energieabhéngigkeit der Streuzeit
7(E) berlcksichtigt werden. Im Antidotgitter werden die Landauniveaus jedoch
stark vermischt, was die Vernachlassigung der Energieabhdngigkeit der Streuzeit
rechtfertigt.



38 2. Magnetotransport in 2D-Systemen

In Abschnitt 4.3.3 wird Gleichung (2.68) im Rahmen der semiklassischen St6-
rungstheorie erweitert. Dies ermdglicht die Untersuchung von Systemen, bei de-
nen die fur den Transport relevanten Trajektorien in (ndherungsweise) integra-
blen Bereichen im Phasenraum liegen (Abschnitt 4.3.3), sowie von Systemen mit
schwacher Modulation (Kapitel 5).

Oszillierender Anteil in Systemen mit hartem Chaos

Die Ableitung der Spurformel fiir #° in Systemen mit isolierten Trajektorien er-
folgt im wesentlichen analog zur Herleitung der Gutzwillerschen Spurformel fur
die Zustandsdichte mittels Sattelpunktsintegrationen im lokalen Koordinatensy-
stem (g, 7, ) der jeweiligen Trajektorie [10, 11]. Ein Unterschied besteht jedoch
darin, daB die Leitfahigkeit aus dem Produkt zweier Greenscher Funktionen be-
rechnet wird und somit in semiklassischer Naherung aus einer Doppelsumme aus
Trajektorien ~; und v, besteht (siehe (2.61)). Wie bereits erlautert wurde, ergibt
der Diagonalteil der Doppelsumme die klassische Kubo-Formel. In der sogenann-
ten Diagonalndherung ergeben sich die fiihrenden Korrekturen zur klassischen
Leitfahigkeit aus Trajektorien v, # 7, die Teile eines gemeinsamen periodischen
Orbits sind. Die Tatsache, daB ~; und -, auf einem periodischen Orbit liegen,
folgt, wie bei der Zustandsdichte, aus den Bedingungen fir die Stationaritat der
Bahnen in der Sattelpunktsnaherung

pl(r) = pP(r) (2.69)
pl(r) = pr(r). (2.70)

Die Stabilitdtsmatrizen der Trajektorien +; und v, kdnnen mithilfe der Relation
M,, = My,M,, durch die Monodromiematrix My, des gemeinsamen periodi-
schen Orbits ausgedriickt werden?, und es ergeben sich die die folgenden Korrek-
turen zur Leitfahigkeit als Summe (ber periodische Orbits

2g, €2
0% A %%Zogg"x (2.71)
ppo

>\ R(rTopo/mr) exp(—1Tppo/2T rS T
" (rTopo/ T~) p( 1}’50/ ) cos ( ;po - 77pp0,r§>
=1 ‘det(Mgpo — 1)‘

2Hier wurde oBdA angenommen, daR die Trajektorie v, Kkiirzer ist als ».
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und
0sc e 1 aSPPO ppo
R — 2.72
Tay > (e o T (2.72)
ppo
" R(rTopo/Tr) exp(— 7'11’;,50/27') cos (T,S;;)po B nppo,rg)
r=1 ‘det foo — 1)

Bis auf die Vorfaktoren und den Term 95/9B in o2y unterscheiden sich die
Korrekturen in (2.71) und (2.72) von der Gutzwillerschen Spurformel nur durch
die Korrelationsfunktionen

[ee) Topo
e = [Cae [Taru)nere) mit ijefoy) @79
0 0

aus den Geschwindigkeitskomponenten v; und v; der periodischen Orbits.

Die Beitrage zu ¢°* werden somit, wie bei der Gutzwillerschen Spurformel,
aus klassischen periodischen Orbits gebildet und gestatten die Berechnung der
fuhrenden Quanteninterferenzeffekte in semiklassischer Naherung und deren In-
terpretation mithilfe klassischer periodischer Bahnen.

Die Spurformel (2.71) wurde von K. Richter in [10] benutzt, die experimentell
beobachteten Quantenoszillationen in einem quadratischen Antidotgitter mithil-
fe der POT zu analysieren und numerisch zu berechnen. Dies wird in Abschnitt
3.4.2 néher erldutert. In dieser Arbeit wird mit der Spurformel (2.71) in Abschnitt
4.3.1 versucht, die Anisotropie in den Quantenoszillationen in einem rechteckigen
Antidot-Ubergitter zu erklaren.
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2. Magnetotransport in 2D-Systemen




Kapitel 3

Laterale Halbleiter-Ubergitter

3.1

Die in Kapitel 2 dargestellten theoretischen Modelle des Ma-
gnetotransports, werden in dieser Arbeit auf laterale Halbleiter-
Ubergitter angewandt. In diesem Kapitel wird daher kurz auf
die experimentelle Realisierung von lateralen Ubergittern auf
GaAs/AlGaAs-Basis eingegangen. Im AnschluR daran werden
klassische Kommensurabilitatseffekte von Systemen mit schwa-
cher eindimensionaler Modulation vorgestellt. Der Einfluf3 der
Kommensurabilitdt auf die Quantenoszillationen wird dann in
Kapitel 5 mithilfe einer semiklassischen Stérungstheorie aus Ka-
pitel 4 naher untersucht werden. Systeme mit starker zweidi-
mensionaler Modulation in Form von quadratischen Antidot-
Ubergittern zeigen ebenfalls klassische Kommensurabilitatsef-
fekte und Quantenoszillationen. Sie bilden die Grundlage flr Ka-
pitel 4, in dem die Anisotropieeffekte in einem Antidotgitter mit
rechteckiger Einheitszelle untersucht werden.

Experimentelle Realisierung

3.1.1 Zweidimensionales Elektronengas (2DEG)

Bei der Herstellung zweidimensionaler Elektronengase mit hoher Beweglichkeit
der Ladungstrager haben sich Heterostrukturen aus GaAs und AlGaAs als erfolg-
reiche Materialgrundlage erwiesen. Aufgrund der Tatsache, dal? sich die Gitter-
konstanten von GaAs und AlGaAs um weniger als 0.1 % unterscheiden, ist mittels
Molekularstrahlepitaxie ein nahezu defektfreies Aufwachsen mit atomar scharfen

Grenzflachen und definiertem Dotierungsprofil méglich.

Der Schichtaufbau sowie der Verlauf von Leitungs- und Valenzbandkante

41
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sind in Abbildung 3.1 skizziert [48, 49]. Auf das Substrat wird zunéchst ei-
ne GaAs-Schicht und dann eine wenige Nanometer dicke AlGaAs-Spacerschicht
aufgewachsen. Darauf folgt eine mit Si dotierte AlGaAs-Schicht und eine GaAs-
Deckschicht als Oxidationsschutz. [50]
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Abbildung 3.1: Aufbau einer typischen GaAs/AlGaAs-Heterostruktur und Ver-
lauf der Leitungs- und Valenzbandkanten aus [26]. Das zweidimensionale Elek-
tronengas bildet sich im (ndherungsweise) dreieckigen Potentialtopf am Rand der
GaAs-Schicht aus, wenn die Fermi-Energie im Leitungband liegt.

Das Si in der AlGaAs-Schicht wirkt als Elektronendonator und die Dona-
toren, deren Energieniveau Uber der Fermienergie liegt, geben Elektronen an
die GaAs-Schicht ab. Durch diese Ladungsumverteilung kommt es zur Ausbil-
dung von Raumladungszonen und damit zur Verbiegung der Leitungs- und Va-
lenzbénder. Im Gleichgewicht stellt sich eine tber die Schichtstruktur konstante
Fermienergie ein. Aufgrund der Bandverbiegungen bildet sich im GaAs an der
GaAs/AlGaAs-Grenzflache ein (nédherungsweise) dreieckig geformter Potential-
topf aus. Zur theoretischen Bestimmung des Bandverlaufs sind Schrédinger- und
Poisson-Gleichung gemeinsam selbstkonsistent zu ldsen.

Der dreieckige Potentialtopf ist mit wenigen Nanometern so klein, das die
Elektronenbewegung in Wachstumsrichtung quantisiert ist, es kommt zur Ausbil-
dung energetischer Subbénder. Liegt die Fermienergie nur Gber dem niedrigsten
Subband, dann ist bei tiefen Temperaturen die Anregung von Elektronen in ho-
here Subbander vernachléssigbar (elektrischer Quantenlimes). Das Elektronengas
kann dann als zweidimensionales System betrachtet werden.

Die hohen Beweglichkeiten der Elektronen von bis zu 103 m? /Vs [49] bei tie-
fen Temperaturen resultieren zum einen aus der Reinheit der kristallinen Struktur
des Heterotibergangs und zum anderen durch die rdumliche Trennung des 2DEGs
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von den ionisierten Donatoren der Si-dotierten AlGaAs-Schicht durch die undo-
tierte AlGaAs-Spacerschicht. Bei tiefen Temperaturen ist die Elektron-Phonon-
Streuung vernachléssigbar und die Beweglichkeit wird durch die Streuung an io-
nisierten Storstellen und Restverunreinigungen im Bereich des 2DEGs bestimmit.

3.1.2 Laterale Strukturierung

Das in Abschnitt 3.1.1 beschriebene 2DEG ist der Ausgangspunkt zur Herstellung
einer Probe mit moduliertem Elektronengas. Dazu mul} zum einen die Mel3geo-
metrie mit den nétigen Kontakten definiert und zum anderen die Mikrostrukturie-
rung vorgenommen werden. Ziel aller Verfahren zur Strukturierung ist immer die
Ubertragung der Struktur auf der Halbleiteroberflache auf das 2DEG.

Die Kontakte fiir die MeRgeometrie werden, beispielsweise in Form einer
Hallgeometrie wie sie in Abbildung 3.2 skizziert ist, mittels einer geeigneten
Maske auf die mit Photolack beschichtete Halbleiteroberflache tbertragen. Nach
Entwickeln und Atzen, lassen sich die Kontakte durch Aufdampfen einer Metall-
schicht herstellen.

Der Einsatz von Masken fur die Mikrostrukturierung ist bei typischen Struk-
turlangen von 100 nm nicht mehr moglich. Zur Belichtung des Photolacks mit
der gewiinschten Struktur kommen verschiedene Methoden zur Anwendung. Bei-
spielsweise kann ein optisches Interferenzmuster den Photolack belichten, die
Grolle und Komplexitét, der auf diese Weise erzeugten Strukturen, ist jedoch be-
grenzt. Flexiblere Methoden benutzen zur Belichtung ein Elektronen- oder Raster-
Kraft-Mikroskop.

Die Ubertragung des Musters in der belichteten Lackmaske erfolgt entweder
durch Atzverfahren oder durch Aufbringen einer metallischen Gateelektrode.

Bei den Atzverfahren werden Teile der GaAs-Deckschicht und ein Teil der
dotierten AlGaAs-Schicht entfernt. An der Oberflache kommt es zu Bandverbie-
gungen und es bildet sich in den geétzten Bereichen ein flr Elektronen repulsives
Potential aus. Um die gedtzten Bereiche bilden sich Verarmungszonen, so dal
die Abmessungen des repulsiven Potentials grofier sind als die Abmessungen der
geétzten Bereiche [51].

Beim Aufbringen einer metallischen Gateelektrode wird ein fur Elektronen
repulsives Potential dadurch erzeugt, daf? an der Elektrode eine negative Spannung
angelegt wird.

Bei Systemen mit einer typischen Beweglichkeit von 50 m?/Vs liegt die mitt-
lere freie Weglange bei einigen Mikrometern und ist damit grof3er als die erreich-
baren kunstlichen lateralen Strukturierungen im Bereich von etwa 100nm. Hoch-
bewegliche 2DEGs sind somit fur das Studium des ballistischen Transports von
Elektronen durch kinstliche laterale Ubergitter pradestiniert.
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Abbildung 3.2: Prinzipielle Geometrie zur Bestimmung des Magnetowiderstands

3.2 Bestimmung des Magnetowiderstands

Die Komponenten des Magnetowiderstands werden ublicherweise durch eine
Vierpunktmessung in Hall-Geometrie bestimmt (siehe Abbildung 3.2). Dazu wird
ein Wechselstrom der Amplitude I, im nA-Bereich mit einer Frequenz von eini-
gen Hz durch die Probe geleitet. Mittels Lock-in-Verstarker werden die longitu-
dinale Spannung U, und die Hallspannung U, als Funktion des aulleren Magnet-
felds, das senkrecht zur Probenebene anliegt, aufgenommen. Zusammen mit den
Probenabmessungen /,, und [, ergeben sich die spezifischen Widersténde zu

U, U,
Doz = I_l_y und pgy = I_y . (3.1)

In analoger Weise lassen sich mit einer weiteren um 90 gedrehten Hallbar die spe-
zifischen Widerstande p,, und p,,, bestimmen. Die Komponente p,,, unterscheidet
sich von p,, beispielsweise bei rechteckigen Antidot-Ubergittern, die in Kapitel 4
untersucht werden.

3.3 Kommensurabilitdt in Systemen mit schwacher
1D-Modulation

Wird einem 2DEG ein schwaches periodisches Potential U (z) < Er aufgeprégt,
dann weist der Magnetowiderstand fur kleine externe Magnetfelder eine Oszilla-
tionsstruktur auf [52, 53]. In Abbildung 3.3 sind diese 1/B-periodischen Weiss-
Oszillationen in p,, dargestellt. Erst ab etwa 0.4 T setzen die Shubnikov-de Haas-
Oszillationen ein und Gberlagern die Weiss-Oszillationen.

Es stellt sich heraus, daR die Minima dieser Oszillationen der sogenannten
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Abbildung 3.3: Magnetowiderstand entlang der eindimensionalen Modulation
(pyy) und senkrecht dazu (p,,) fur eine Ubergitterperiode von 382 nm. Das In-
setbild zeigt die 1/B-Periodizitat der Minima von p,, (Oszillationsindex A =
(1/B)/A(1/B)). Nach [52]

Flachbandbedingung
2R.(B) = (A — %) a mit A=1,2,3,... (3.2)

genuigen. Die Bedingung (3.2) ist ein Ausdruck fur die Kommensurabilitat zwi-
schen dem Zyklotronradius R, und der Gitterkonstanten a bei entsprechendem
Magnetfeld B.

Eine einfache klassische Erklarung wurde von Beenacker in [54] vorgestellt,
der neben der folgenden anschaulichen Argumentation auch eine rigorosere Her-
leitung der Ergebnisse aus der Boltzmanngleichung angegeben hat.

In diesem Modell beschreiben Elektronen klassische Zyklotronbahnen mit Ra-
dius R.. Das elektrische Feld E in z-Richtung, welches durch das periodische Po-
tential U (z) verursacht wird, bewirkt eine Drift des Zentrums X der Zyklotron-
bahn in die y-Richtung (siehe Abbildung 3.4). Nach Mittelung der Driftgeschwin-
digkeit tiber die Zyklotronbahn und einer weiteren Mittelung der Zentrumskoordi-
nate Y Uber eine Gitterkonstante a ergibt sich fur das Quadrat der Driftgeschwin-
digkeit mit dem Potential U(z) = Uy cos(27x/a)

1 [vely 2 R, 2rR, w
2 - 2 Z

Mit konstanter Streuzeit 7 ergibt diese Drift eine Diffusion D = 7(v3,,) in
y-Richtung, aus der sich mithilfe der Einstein-Relation die Anderung der Leitf4-
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Abbildung 3.4: Zyklotronbahnen im eindimensionalen periodischen Potential.
Linke Abbildung: Potentialmodulation mit Zyklotronorbit. An den Extremalpunk-
ten X + R, erhalt die Zentrumskoordinate eine Driftgeschwindigkeit in Pfeilrich-
tung. Wenn sich die Geschwindigkeiten in beiden Extremalpunkten kompensie-
ren, verschwindet die Drift. Rechte Abbildung: Trajektorie in Resonanzbedingung
2R./a = 6.25 und zwischen zwei Resonanzen mit 2R./a = 5.75. Nach [54]

higkeit berechnen 1aBt. Fir w.r > 1 Ubersetzt sich die Leitfdhigkeitsdnderung
doy, in den Widerstand p,,

Pz Udvir®  , (2nR. =
= =1 - — 3.4
2o + E%R.a €08 a 4 (34)

und dieser Ausdruck zeigt Minima bei der Flachbandbedingung (3.2).

Das Konzept der driftenden Zyklotronorbits wird in dieser Arbeit in Abschnitt
4.3.3 auf die semiklassische Berechnung anisotroper Quantenoszillationen erwei-
tert. Deshalb soll hier neben dem oben beschriebenen rein klassischen Modell
auch die quantenmechanische Erklarung der Weiss-Oszillationen erldutert wer-
den, die sich an der Arbeit von Zhang und Gerhardts [55] orientiert.

Das Energiespektrum wird quantenmechanisch in Stérungstheorie erster Ord-
nung berechnet

En(iUo) = (n + 1/2)hwc + (n,xO\U(x)\n,x()) ’ (35)

dabei werden die Wellenfunktionen der ungesttrten Landauniveaus durch die
Landauquantenzahl n und z, charakterisiert. Das laterale Potential U(z) =
Us cos(2mz /a) hebt die Entartung der Landauniveaus beztiglich zo = —I%k,, auf*
und es bilden sich Landaubander der Breite U,

(n, | U(2)|m, ) = U, cos (%””) — Uy exp(—X/2) L (X) cos (2”—9”> |

a

Hier ist g = \/h/eB die magnetische Lange.
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Hier ist X = 47%1%/a? und L, ist das Laguerrepolynom n-ter Ordnung. Im
Grenzwert hoher Landauquantenzahlen ergibt sich mit R, ~ Igv/2n + 1 die Na-

herung
1/2
a 2rR. 1
U, ~ U, <72R ) cos ( P Z) (3.6)

Das Ergebnis (3.6) entspricht der Mittelung des Potentials iber den ungestorten
Zyklotronorbit. Die Bandbreite U,, verschwindet demnach bei der Flachbandbe-
dingung (3.2).

Zur Berechnung der Leitfahigkeit wird die Kubo-Formel benutzt (siehe Ab-
schnitt 2.4, dort wurde jedoch eine andere Basis gewéhlt)

he?

12 dxo Z (o, 1| 0|0, 1 >‘2An,wo(E)An’,zo(E) (3.7)

n,n’

04 =

mit den Spektralfunktionen A(FE).

Der Ausdruck (3.7) laRt sich aufspalten in einen Beitrag der Diagonalterme
n = n', der Bandleitfahigkeit genannt wird, und die Streuleitfahigkeit, die sich
aus den Beitrdgen mit n # n' zusammensetzt.

In der Bandleitfahigkeit werden die Geschwindigkeitsmatrixelemente in (3.7)
zu Erwartungwerten fir die Gruppengeschwindigkeit

1dE,

(xo,n\@y\l‘o’m = ﬁ dk'y

(3.8)

Die Gruppengeschwindigkeit ist proportional zur Potentialamplitude und ver-
schwindet bei der Flachbandbedingung. Das klassische Analogon zur Gruppenge-
schwindigkeit ist die Drift der Zyklotronorbits und der klassische Grenzfall (3.3)
entsteht aus (3.8) flr hohe Quantenzahlen und gentigend grol3er Temperatur, wo-
durch die Quanteneffekte energetisch ausgemittelt werden.

Im Beitrag der Streuleitfahigkeit in (3.7) sind die Geschwindigkeitsmatrixele-
mente in erster N&herung fir Uy < fw,. unabhdngig von der Modulationsampli-
tude und der Effekt des Ubergitters wirkt sich nur auf die Spektralfunktionen aus.
Die Streuleitfahigkeit lautet dann

0% = e—;Z(zn +1)(27I3T D, (E))? (3.9)

mit der partiellen Zustandsdichte D,,( E') des n-ten Landauniveaus und der Streu-
verbreiterung I' = /K?w,./(277). Formal ist das Ergebnis (3.9) identisch mit
dem Ausdruck des unmodulierten Systems und flhrt ebenfalls zu Shubnikov-de
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Haas-Oszillationen. Der EinfluR der Modulation steckt in der Zustandsdichte, die-
se ist bei den Flachbandbedingungen besonders hoch und flihrt zu einem grof3en
Beitrag der Streuleitfahigkeit, wahrend die Bandleitfahigkeit verschwindet. Zwi-
schen den Flachbandbedingungen liefern die Landaubander einen geringeren Bei-
trag zur Streuleitfahigkeit und es kommt ein zusétzlicher Beitrag von der Band-
leitfahigkeit. Dieser Beitrag bleibt auch fir Temperaturen kg1 > hw, nach der
Temperaturmittelung erhalten, das heif3t auch wenn keine Shubnikov-de Haas Os-
zillationen mehr beobachtet werden. Der Beitrag der Streuleitfahigkeit fiihrt so zu
Oszillationen, die gegenphasig sind gegenuliber dem Beitrag der Bandleitfahigkeit,
das heif3t gegenphasig gegentiber den Kommensurabilitatsoszillationen.

Zusammengefasst 18Rt sich sagen, dal3 die Modulation die Leitfahigkeit auf
zweierlei Weise beeinflult. Zum einen gibt es einen EinfluR auf die Streuleitfahig-
keit der in beiden Komponenten o, und o,, in gleicher Weise auftritt, zum ande-
ren entsteht durch die Dispersion in den Landaubandern ein Beitrag der Bandleit-
fahigkeit zu o,,, der gegenphasig ist zum Beitrag der Streuleitfahigkeit.

In Kapitel 5 wird die Diskussion Uber Band- und Streuleitfahigkeit bei der
Besprechung der Ergebnisse der semiklassischen Stérungstheorie im schwach 1D-
moduliertem System wieder aufgegriffen und auf die Modulation der Shubnikov-
de Haas Oszillationen ausgedehnt.

3.4 Quadratische Antidot-Ubergitter

3.4.1 Kommensurabilitat

Kommensurabilitatseffekte im Magnetowiderstand treten auch in Antidotsyste-
men auf. In diesem Abschnitt werden Kommensurabilitdtsmaxima quadratischer
Antidotgitter beschrieben. Diese Effekte werden im Experiment tiblicherweise bei
Temperaturen im Bereich von 4 K gemessen. Bei wesentlich tieferen Temperatu-
ren unterhalb 0.5 K treten zusétzlich zum klassischen Anteil Oszillationen auf,
die mit Interferenzeffekten von Wellenfunktionen erkléart werden kénnen und in
Abschnitt 3.4.2 erlautert werden.

Der Magnetowiderstand von quadratischen Antidotgittern ist in Abbildung 3.5
gezeigt und zeigt Widerstandsmaxima [6, 56], die stark vom konstanten Magne-
towiderstand eines unstrukturierten Systems abweichen.

Zur Erkldrung im Rahmen der Lineare-Antwort-Theorie (siehe Abschnitt
2.3.2) werden die Trajektorien des klassischen Systems ohne dufReres elektrisches
Feld betrachtet. Die klassische Dynamik im Antidotgitter wird durch das Wech-
selspiel zwischen der Ubergitterperiode a und dem Zyklotronradius R, bestimmit.
Bei Magnetfeldern, bei denen der Durchmesser der Zyklotronbahn mit der Git-
terkonstante kommensurabel ist, sind die Elektronen auf zyklotronartigen Kreis-
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Abbildung 3.5: Magnetowiderstand durch drei quadratische Antidotgitter bei ei-
ner Temperatur 77 = 1.5 K und Gitterperiode a = 200 nm (oberste Kurve) und
a = 300 nm (untere Kurven). Der relative Durchmesser d = (Antidotdurchmes-
ser d / Gitterperiode a) nimmt von oben nach unten ab. Die unterste Kurve weist
Maxima auf, deren Position mit dem Durchmesser von kommensurablen Zyklo-
tronorbits erklart werden kann, wie sie im Inset skizziert sind. Bei der mittleren
Kurve weicht die Lage des Widerstandsmaximums (durchgezogener Pfeil) von
dem Maximum, das eine Zyklotronbahn um vier Antidots erzeugen wirde (ge-
strichelter Pfeil), etwas ab. Diese Verschiebung zu kleineren Feldern folgt aus der
Deformation der Bahn in einem weichen Potential [7]. Aus [6]

bahnen um ein oder mehrere Antidots gepinnt (siehe Inset in Abbildung 3.5) und
tragen nicht mehr zum Stromtransport bei. Die aufgrund solcher gepinnten Bah-
nen entstehenden Resonanzen manifestieren sich durch Maxima im Magnetowi-
derstand.

Eine realistische Modellierung des Antidotgitters, geht immer von einem
~weichen* Antidotpotential aus, wodurch die Zyklotronkreise der Elektronen ver-
formt und die Kommensurabilitdtsmaxima verschoben werden kénnen (siehe Ab-
bildung 3.5, mittlere Kurve). Neben den gepinnten Zyklotronorbits beeinflussen
dann auch ,,quasigepinnte® Orbits den Transport. Diese chaotischen Bahnen in der
Nachbarschaft von reguldren gepinnten Orbits folgen deren Dynamik eine gewis-
se Zeit, um dann wieder die gepinnte Bahn zu verlassen [7].

Die Anzahl der beobachtbaren Kommensurabilitdtsmaxima hangt zum einen
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Abbildung 3.6: Magnetowiderstand p,,(B) fur ein quadratisches Antidotgitter
(obere Kurven) und eines unstrukturierten Bereichs derselben Probe (untere Kur-
ve), bei Temperaturen von 0.4 K (durchgezogene Linien) und 4.7 K (gestrichelte
Linie). Im Inset ist p,, flr das Antidotgitter bis 10 T dargestellt. Bei der tieferen
Temperatur sind dem Kommensurabilitdtsmaximum im Antidotgitter zusatzliche
Oszillationen Gberlagert. Im homogenen System bilden sich Shubnikov-de Haas
Oszillationen (aus [8]).

ab von der mittleren freien Weglange, die groRer sein sollte als der Umfang der
Zyklotronbahn, und zum anderen ist sie abhangig vom Verhéltnis Antidotdurch-
messer? zur Gitterperiode (d = d/a). In Abbildung 3.5 ist in der oberen Kurve mit
d = 0.5 nur das primére Kommensurabilitatsmaximum mit 2R, = a zu sehen. Bei
der untersten Kurve mit d = 0.3 ist dagegen das Antidotgitter offen genug, daB
sich auch annéhernd kreisformige Bahnen um mehrere Antidots ausbilden kon-

nen.

In offenen Systemen konnen sich bei den selben kommensurablen Magnet-
feldwerten auch offene gitterperiodische Elektronenbahnen ausbilden (Runaway-
Trajektorien), bei denen ein Elektron durch Reflexion an den Antidots durch das
Gitter geleitet wird [57]. Diese Runaway-Trajektorien spielen beim Magnetotrans-
port durch Rechteckgitter eine wichtige Rolle und werden ausftuhrlich in Kapitel
4 besprochen.

2Mit Antidotdurchmesser ist hier der Durchmesser des Antidots bei der Fermieenergie ge-
meint.
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Abbildung 3.7: Periodische Orbits, die zur Berechnung der Quantenoszillationen
in Abbildung 3.8c) benutzt wurden (aus [10])

3.4.2 Quantenoszillationen

In Abbildung 3.6 ist eine Messung des longitudinalen Magnetowiderstands p, an
einem quadratischen Antidotgitter bei einer Temperatur von 0.4 K dargestellt [].
Beim Vergleich mit der Messung an derselben Probe bei 4.7 K stellt sich her-
aus, dal3 zusatzlich zum (klassischen) Kommensurabilitdtsmaximum Oszillatio-
nen auftreten, die durch héhere Temperaturen sehr schnell geddmpft werden. Im
Gegensatz zu den Shubnikov-de Haas-Oszillationen des homogenen Systems, die
1/ B-Periodizitat aufweisen, sind die Quantenoszillationen im Antidotgitter néhe-
rungsweise B-periodisch.

Aus den Widerstandsdaten kann die Leitfahigkeit mithilfe der Tensorinversion
(2.6) berechnet werden und nach Bildung der Temperaturdifferenz

AGgy = 043(0.4K) — 042(4.7K) (3.10)

lassen sich die Oszillationen in der Magnetoleitfahigkeit extrahieren (siehe Abbil-
dung 3.8a).

Eine Erklarung der Quantenoszillationen im Antidotgitter wurde im Rahmen
der semiklassischen Naherung zur Leitfahigkeit [10, 11] gegeben (siehe Abschnitt
2.5.3). Die Oszillationen der Magnetoleitfahigkeit werden in diesem Formalismus
durch Interferenzeffekte von Elektronen auf klassischen periodischen Bahnen er-
zeugt. Die dazu notwendige Koharenz der Phasen der Elektronenwellen muf sich
deshalb nicht auf das Gesamtsystem erstrecken, sondern es reicht, wenn die Pha-
senkohérenzléange im Bereich der L&nge der kiirzesten periodischen Orbits liegt.

Fir die Berechnung von o2 in der Periodic Orbit Theory ist es aufgrund
der Dampfungseffekte von Temperatur und Streuung bereits ausreichend, die kiir-
zesten periodischen Orbits im klassischen Modellsystem zu finden. Fiir die ge-
wahlten Parameter aus [10] sind die kirzesten periodischen Orbits in Abbildung
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Abbildung 3.8: a) Oszillierender Anteil Aoy, = 04(0.4K) — 0,,(4.7 K) der Ma-
gnetoleitfahigkeit des Antidotgitters aus Abbildung 3.6. b) Mit der Spurformel
(2.71) und den Orbits aus Abbildung 3.7 berechneter Anteil o2 fiir die Tempera-
turen 0.4 K (durchgezogene Kurve), 2.5 K (gepunktete Kurve) und 4.7 K (gestri-
chelte Kurve). ¢) Shubnikov-de Haas Oszillationen nach (2.68) fiir ein unmodu-
liertes System (aus [10]).

3.7 dargestellt. In Abbildung 3.8b) ist das Ergebnis der semiklassischen Rechnung
zu sehen. Deutlich erkennbar ist die Abweichung der Periodizitét der Quantenos-
zillationen im Antidotgitter von der 1/B-Periodizitat der semiklassisch berechne-
ten Shubnikov-de Haas Oszillationen in Abbildung 3.8¢).

Die Oszillationsperiode wird in semiklassischer N&herung von der Abhangig-
keit der Wirkung vom Magnetfeld bestimmt

Spo(B) = j{(m*v —eA)-dr=m" /OTPOUQ(t) dt — eBFp(B) . (3.11)

0

Dabei ist der erste Summand in (3.11) proportional zur gemittelten kinetischen
Energie des periodischen Orbits, die in erster Naherung bziiglich B als konstant
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angenommen wird. Der zweite Summand in (3.11) ist proportional zur Fl&che
F,, des periodischen Orbits. In einem weichen Potential wie in Abbildung 3.7
bleibt die Flache der periodischen Orbits in Abhangigkeit von B naherungsweise
konstant, und die Oszillationen sind B-periodisch.

In homogenen Systemen ergibt sich aus (3.11) die Wirkung eines Zyklotro-
norbits

E
Se(B) =2r— x 1/B, (3.12)
wC
die streng 1/B-periodisch ist und die Periodizitat der Shubnikov-de Haas-
Oszillationen bestimmt. In offenen Systemen mit steilem Antidotpotential ergibt
sich fir Orbits, die nicht an den Antidots reflektiert werden, in erster N&herung
ebenfalls die Wirkung (3.12), und es treten wiederum 1/ B-periodische Oszillatio-
nen auf.
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Kapitel 4

Antidot-Ubergitter mit rechteckiger
Einheitszelle

Der Magnetotransport in Antidot-Systemen mit rechteckiger Ein-
heitszelle weist starke Anisotropieeffekte auf. Dies laft im Ver-
gleich zu quadratischen Gittern weitere Rickschlusse auf die Me-
chanismen der klassischen und quantenmechanischen Aspekte
des Magnetotransports zu. Das Antidot-System wird hier in klas-
sischer und semiklassischer N&herung betrachtet. \ergleiche zum
Experiment und zu quantenmechanischen Ergebnissen lassen die
Starken und Schwéchen der verwendeten Methoden erkennbar
werden.

4.1 Experiment

Experimente an Antidot-Systemen mit rechteckiger Einheitszelle und unter-
schiedlichen Verhaltnissen der Gitterkonstanten a, und a, zeigen eine Anisotro-
pie in den beiden Komponenten p,, und p,, des longitudinalen Magnetowider-
stands [58, 59, 60, 61, 62, 63, 64]. Hier wird ein Experiment aus [64] untersucht,
das in Abbildung 4.1 dargestellt ist. Der Unterschied zwischen p,, und p,, ist
fur Magnetfelder zwischen 0.5 und 2 T besonders ausgepragt. Kommensurabili-
tatsmaxima werden hauptséchlich fir StromfluR in Richtung der groReren Gitter-
konstanten beobachtet, wahrend in der anderen Widerstandskomponente lediglich
ein breites Randstreumaximum auftritt, das aus Quantendraht-Systemen bekannt
ist [64, 65]. Bei hohen Magnetfeldern B > 2 T verschwindet die Anisotropie zwi-
schen p,, und py,.

Ein Vergleich der Messungen bei 4.2 K mit denen bei 35 mK zeigt das Auftre-
ten zusatzlicher Quantenoszillationen mit abnehmender Temperatur. Diese Oszil-

55
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Abbildung 4.1: Magnetowiderstand eines Antidot-Gitters mit rechteckiger Ein-
heitszelle aus [64]. Das Antidot-System mit den Gitterkonstanten a, = 480 nm
und a, = 240 nm ist in der rechten Bildhalfte schematisch dargestellt. Aufgetra-
gen sind die longitudinalen Widerstandskomponenten p,, und p,, fir die Tem-
peraturen 4.2 K (gestrichelt) und 35 mK (durchgezogen). Im Bereich von 0.5 bis
2 T ist die Anisotropie zwischen den longitudinalen Widerstanden p,, und p,, am
deutlichsten ausgepragt. Bei tiefen Temperaturen sind den Widerstandskompo-
nenten zusatzliche Quantenoszillationen Uberlagert (siehe hierzu auch Abbildung
4.2).

lationen sind ebenfalls in dem Bereich starker Anisotropie (0.5 bis 2 K) besonders
ausgepragt. Zur genaueren Analyse der Quantenoszillationen (und zum spéter fol-
genden Vergleich mit den theoretischen Ergebnissen) werden die experimentellen
Widersténde aus [64] in Leitfahigkeitswerte gemal den Gleichungen

g. = a. = .
T DaaPyy + P2y Y panbyy + P2,

umgerechnet und die Quantenoszillationen durch Bildung der Differenz
Ao = o(35mK) — o(4.2K) (4.2)

aus der Leitfahigkeit isoliert. Das Ergebnis ist in Abbildung 4.2 zu sehen. Beim
Ubergang von p zu o gemaR Gleichung (4.1) treten die Oszillationen, die vorher
in ps, zU beobachten waren, nun in o, auf. Dies liegt daran, dal im Magnetfeld-
bereich B > 0.5T der Hallwiderstand p,, gegentiber den longitudinalen Wider-
standen p,, und p,, dominiert und sich 4.1 néherungsweise auf 0., ~ py, /02,
und oy, & pse/pa, reduziert. Da der Hallwiderstand p., aber im Vergleich zu den
longitudinalen Widerstdnden im Wesentlichen dem Widerstand des homogenen
Systems entspricht (siehe [64]), treten die Oszillationen der zz-Komponente in p
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in der yy-Komponente von ¢ auf (und umgekehrt). Die ausgepragte Anisotropie
zwischen der zz- und yy-Komponente im Magnetfeldbereich0.5T < B < 2T ist
auch in den Quantenoszillationen beobachtbar. Die Anisotropie tritt demnach so-
wohl in den klassischen als auch in den quantenmechanischen Aspekten des Ma-
gnetotransports auf. Die Ursachen dieser Transportanisotropien sollen in den nun
folgenden Abschnitten mithilfe klassischer und semiklassischer Methoden analy-
siert werden, um ein tiefergehenderes Verstandnis und ein (mdglichst) intuitives
Bild des Magnetotransports im Rechteckgitter zu erlangen.

0.3 : ! !

0.2}

AG[1/kQ]
o
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Abbildung 4.2: Magnetoleitfahigkeit Ac = ¢(35 mK) — o(4.2 K) berechnet mit
den Widerstanden aus Abbildung 4.1. Die Quantenoszillationen des Magnetowi-
derstands p,, treten gemaf Gleichung (4.1) in Aoy, auf und umgekehrt. Auch in
den Quantenoszillationen ist eine stark ausgeprégte Anisotropie zwischen der zz-
und der yy-Komponente zu erkennen.

4.2 Klassischer Transport

Das klassische Pinball-Modell [6], welches zur Beschreibung der Kommensura-
bilitdtsmaxima in quadratischen Gittern herangezogen wurde, verknupft Wider-
standsmaxima mit kommensurablen Zyklotronbahnen. Die um einen oder meh-
rere Antidots gepinnten Zyklotronbahnen fuhren in diesem Modell intuitiv zu ei-
nem Minimum in der Leitfahigkeit und damit zu einem Widerstandsmaximum.
Im Allgemeinen kann jedoch auch ein Maximum im Widerstand mit einem Leit-
fahigkeitsmaximum verkniipft sein [66].

Das Konzept von (néherungsweise) kreisférmigen Elektronenbahnen um ein
oder mehrere Antidots, kann jedoch keine Erklarung fir die Anisotropie liefern,
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da diese Bahnen (in Hinblick auf die klassische Kubo-Formel) durch isotrope
Geschwindigkeits-Korrelationsfunktionen charakterisiert sind. Die Inversion der
gemessenen Widerstandsdaten in [63] zeigt in der Tat Maxima nur in der Leitfa-
higkeitskomponente o,,, die damit offenen Trajektorien (Runaway-Trajektorien)
zugeordnet werden koénnen. Klassische Simulationen, bei denen das Rechteck-
gitter als Sinai-Billard behandelt wurde bestatigen diese Interpretation [67]. Eine
ahnliche Untersuchung, bei der in einem weichen Antidot-Potential die longitu-
dinalen Komponenten des Diffusionstensors numerisch berechnet wurden, repro-
duziert die wichtigsten Ergebnisse der Experimente an rechteckigen Antidotgit-
tern [68].

Hier sollen anhand eines Potentialmodells Leitfahigkeiten und Widerstande
des Rechteckgitters aus 4.1 berechnet und analysiert werden. Fir die klassischen

Transportrechnungen wird die Kubo-Formel [22, 23] benutzt
_ m*e2 e} i
7i(B) = [ e ity O) e dr, 4.3

die bereits in Abschnitt 2.3.2 beschrieben wurde. Als Relaxationszeit wurde 7 =
18.9 ps angenommen, was einer Mobilitat von p = 50 m?/(Vs) entspricht, die fiir
das untersuchte System typisch ist. Die Effektivmasse betrdgt m* = 0.067 mg in
GaAs, wobei mq die Masse eines freien Elektrons ist.

Das Antidot-Potential wird durch

2a 283
V(z,y) =Vo <cos E) (cos @> (4.4)
Gy Gy
mit der Potentialamplitude V, = 25meV a = 8, § = 2 und den Gitterkon-
stanten a, = 480 nm sowie a, = 240 nm beschrieben und ist in Abbildung 4.3
grafisch dargestellt. Die Exponenten - und 5 wurden so gewahlt, dal der Antidot-
Querschnitt bei der Fermienergie Er = V4/2 = 12.5 meV moglichst kreisférmig
ist, was auch den Proben entsprechen sollte, die mittels Elektronenstrahllithogra-
phie hergestellt wurden [64]. Die Fermienergie Er entspricht der experimentel-
len Elektronendichte von 3 x 10'> m~2, der Antidotdurchmesser bei E ist 0.4a,,.
Diese Wahl der Modellparameter stutzt sich einerseits auf das in [64] beschriebe-
ne Experiment, zum anderen existierten hierzu auch schon quantenmechanischen
Rechnungen [65] was in Hinblick auf den Vergleich Quantenmechanik und Semi-
klassik, der in Abschnitt 4.3 beschrieben wird, von Vorteil ist.

Nach der numerischen Auswertung der Kubo-Formel werden zum Vergleich
mit den experimentellen Daten und den quantenmechanischen Ergebnissen [65]
aus den kartesischen Komponenten des Leitfahigkeitstensors o gemaf

o o
— vy _ TT
Prz = 5 Py = —— 5 - (4.5)
Oza0yy + Ogy Ozz0yy + Ogy
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Abbildung 4.3: Potentialmodell nach Gleichung (4.4) mit V; = 2EF und ‘;—y =2

die Magnetowiderstande berechnet. Das Ergebnis ist in Abbildung 4.4 dargestellt
und entspricht im wesentlichen den experimentellen Daten und den Resultaten
der quantenmechanischen Rechnung. Das auffélligste Ergebnis ist die ausgeprag-
te Anisotropie zwischen p,, und p,, im Bereich von 0.5 bis 2 T. Neben dem Kom-
mensurabilitdtspeak 1.0rdnung (in Abbildung 4.4 mit 1 gekennzeichnet) sind in
Pz auch Kommensurabilitdten hdherer Ordnung zu identifizieren. Diese entspre-
chen dann der Gleichung 2R./a, = 2,3 oder 4, d.h. bei diesen Magnetfeldern
entspricht der Durchmesser einer (freien) Zyklotronbahn dem 2-, 3- oder 4-fachen
der kleineren Gitterkonstanten a,,.

Die Betrachtung der Magnetowiderstande ist recht nitzlich zum Vergleich mit
Experimenten, bei denen der Widerstand ja die eigentliche MeRgroRe ist. Die
Theorie liefert als primére Werte jedoch keine Widerstdnde sondern Leitfahigkei-
ten. Zur Interpretation der Ergebnisse in Form von klassischen Elektronenbahnen
ist demnach (zumindest fir den theoretischen Physiker) die Leitfdhigkeit besser
geeignet, da sie direkt mit dem Diffusionstensor bzw. den Geschwindigkeitskorre-
lationen der klassischen Trajektorien in Verbindung gebracht werden kann (siehe
Kubo-Formel (4.3)). Kommensurabilitdtsmaxima sind in der Leitfahigkeit jedoch
nur schwer zu erkennen, was in erster Linie daran liegt, daB die Leitfahigkeit im
allgemeinen von der Leitfédhigkeit des homogenen Systems (Drude-Leitféhigkeit)
dominiert wird, die im Gegensatz zu den Widerstdnden eine starke Feldabhén-
gigkeit besitzt'. Um die Leitfahigkeit dennoch zur Interpretation heranziehen zu
konnen, wird hier die Leitfahigkeit auf die Drude-Werte normiert und damit die

!Die Drude-Leitfahigkeiten verhalten sich asymptotisch fiir hohe Magnetfelder fiir o2r% wie
1/B? bzw. fur aD'“de wie 1/B, was sich aus Gleichung (2.10) im Limes w.7 > 1 ergibt.
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Abbildung 4.4: Magnetowiderstand im Rechteckgitter berechnet mit der Kubo-
Formel (4.3) und dem Potentialmodell (4.4). Die Parameter sind im Text angege-
ben. Die eingekreisten Zahlen markieren die Magnetfelder, bei denen die Bedin-
gung 2R./a, = 1,2, 3, 4 erfillt ist. Die gestrichelte Linie zeigt den longitudinalen
Magnetowiderstand des entsprechenden 2DEG’s.

charakteristische 1/B bzw. 1/ B2-Abhéngigkeit eliminiert.

In Abbildung 4.5 ist die auf oben beschriebene Weise normierte Leitfahig-
keit dargestellt. Im Vergleich mit Abbildung 4.4 fallt auf, da die normierte
Leitfahigkeit dem Verhalten des Widerstands entspricht, d.h. Maxima im Wider-
stand entsprechen Maxima der normierten Leitfdhigkeit bei gleichem Magnet-
feld. Diese Analogie wird verstandlich durch Betrachten von Gleichung (4.5).
Wie Abbildung 4.5 zeigt entspricht die Hall-Leitfahigkeit o,, im wesentlichen
der Drude-Leitfahigkeit und fur gentigend hohe Magnetfelder? gilt schlieBlich
agy > 04,04, Damit wird aus den Gleichungen (4.5) naherungsweise

o o
Pz N —5 und Pyy = —5 (4.6)
oz, oz,

Das bedeutet wiederum, daB die Strukturen in p,,, die durch das laterale Uber-
gitter erzeugt werden, sich direkt auf entsprechende Strukturen in o, Ubertragen
und umgekehrt. Der Zusammenhang zwischen dem spezifischen Widerstand p,.,

und der normierten Leitfahigkeit ayy/al?gj“de ergibt sich dann schliellich aus (4.6)

~ 0o % Oy 1 o vy (4.7)
Pz o2 (UDrude)Q o Drude (w T)QO.Drude o Drude ~ )
zy zy vy ¢ vy vy

2Die Bedingung a?vy > 05404y ISt nach numerischen Ergebnissen fir das Rechteckgitter be-
reits fur Magnetfelder B > 0.2 T erfillt.
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Abbildung 4.5: Magnetoleitfahigkeit im Rechteckgitter berechnet mit der Kubo-
Formel (4.3) und dem Potentialmodell (4.4). Die Leitfahigkeit wurde mithilfe des
Drude-Modells normiert. Die Parameter sind im Text angegeben. Die eingekrei-
sten Zahlen markieren die Magnetfelder, bei denen die Bedingung 2R./a, =
1,2, 3,4 erfullt ist.

Dabei wurde im ersten Schritt benutzt o,, ~ oD;“de (wie oben), im zweiten

Z

Schritt oD1"% = w7 o 21** und schlieBlich das asymptotische Verhalten® o27"%
1/(wer)? fur wer > 1. Dies zeigt die Proportionalitat zwischen dem longitu-
dinalen Magnetowiderstand p, und der normierten Leitfahigkeit o, /oD fir
Magnetfelder B > 0.2 T, die in den Abbildungen 4.4 und 4.5 zu sehen ist. Analog
gilt nattirlich auch p,,, o o, /oM.

Der Zusammenhang (4.7) und Abbildung 4.5 zeigen, dal} die Maxima in
Pz aUS Abbildung 4.4 direkt mit den Maxima in der normierten Leitfdhigkeit
oyy/ops"® identifiziert werden konnen. Die Leitfahigkeit wiederum ergibt sich
aus der Kubo-Formel tber die Berechnung von Geschwindigkeitskorrelations-
funktionen und stellt so die Verbindung zu klassischen Trajektorien her, die fir
die Interpretation genutzt werden soll.

Die Maxima der Leitfahigkeit treten nur in der Komponente o, auf und erful-
len die Kommensurabilitatsbedingung 2R, /a, = 1, 2, 3 oder 4. Die Maxima hén-
gen demnach mit Zyklotronbahnen zusammen, wéren diese allerdings geschlosse-
ne Zyklotron-Kreisbahnen, dann kénnte damit die Anisotropie zwischen o, und
oy, Nicht erklart werden. Die Ursache der Kommensurabilitatsmaxima ist daher in
den Runaway-Trajektorien zu suchen. Zwei Beispiele fir Runaway-Trajektorien

sind in Abbildung 4.6 gezeigt.

3 Hier gilt w.7 = uB > 1 fur Magnetfelder B > 20 mT bei der angenommenen Beweglichkeit
pw=50m2/(Vs)
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Abbildung 4.6: Zwei typische Vertreter von Runaway-Trajektorien im Rechteck-
gitter bei einem Magnetfeld B = 0.75T.

Entlang dieser Runaway-Trajektorien hangeln sich die Elektronen von Anti-
dot zu Antidot und die Geschwindigkeitskorrelation in y-Richtung ist groRer als
die in der z-Richtung, was die beobachtete Leitfahigkeitsanisotropie erklart. Fur
Magnetfelder, bei denen die Ausbildung solcher Runaway-Trajektorien aus Grin-
den der Geometrie des Antidotsystems bevorzugt wird, ist die Anisotropie be-
sonders ausgepragt. Dies kann anhand eines einfachen Modells gezeigt werden,
bei dem das Antidotgitter (gedanklich) durch ein Antidot-Billard ersetzt wird. In
diesem Sinai-Billard, das denselben klassischen Antidotdurchmesser von 0.4 a,
wie das Potentialmodell (4.4) besitzt, konnen sich Runaway-Trajektorien in y-
Richtung nur dann ausbilden, wenn der Zyklotrondurchmesser 2R, grofer ist,
als der kleinste Abstand zwischen den Antidots (2R, > a, — 0.4a,). Analog
gilt bei kleineren Magnetfeldern mit 2R, > a, — 0.4a,, dal sich Runaway-
Trajektorien dann auch in z-Richtung bilden kdnnen. Der Feldbereich dazwischen
mit a, —0.4a, < 2R, < a;—0.4a, 0der 0.5 T < B < 1.3 T laBt damit ausschlieR-
lich die Bildung von Runaway-Trajektorien in y-Richtung zu und ist zugleich der
Bereich mit der gréf3ten Transportanisotropie.

4.3 Quantenoszillationen

Wahrend die Kommensurabilitatseffekte, die im vorigen Abschnitt besprochen
wurden, typischerweise bei einer Temperatur von 4.2 K gemessen werden, treten
bei Temperaturen im mK-Bereich zusatzliche Oszillationen im Magnetotransport
auf (siehe Abschnitt 4.1). Diese Oszillationen kénnen nicht mehr im Rahmen rein



4.3 Quantenoszillationen 63

klassischer Transporttheorien, die in Abschnitt 2.3 dargestellt sind, beschrieben
werden. Diese Quantenoszillationen sind vielmehr Ausdruck der Wellennatur der
Elektronen und treten bei tiefen Temperaturen als Quanteninterferenzeffekte auf,
wenn die Phasenkohdrenzlange der elektronischen Wellenfunktionen vergleichbar
wird mit dem Umfang der klassischen Zyklotronbahnen [10].

Die Berechnung dieser Quantenoszillationen erfolgt hier im Rahmen einer
semiklassischen Naherung, der Periodic Orbit Theory (POT), die in Abschnitt
2.5 vorgestellt wurde. Zum Vergleich werden quantenmechanische Rechnungen
aus [65] herangezogen, bei denen der oszillierende Anteil genau wie bei den ex-
perimentellen Daten durch Differenz der Leitfahigkeit bei zwei unterschiedlichen
Temperaturen gebildet wird. In unserem konkreten Fall waren das die Temperatu-
ren 10 K und 2 K:

Ao =0(2K) — o(10K) (4.8)

Die quantenmechanische Rechnung zeigt in den Leitfahigkeitsoszillationen eben-
falls eine Anisotropie wie bei den experimentellen Daten. Das Antidot-Potential,
das fir die quantenmechanischen Rechnungen verwendet wurde, ist im Gegensatz
zum Experiment exakt bekannt und daher bietet es sich an, die quantenmechani-
schen Daten als Referenz fur die semiklassischen Rechnungen heranzuziehen. Ein
weiterer Vorteil in diesem Vergleich liegt natiirlich auch darin, daB in beiden Fal-
len (Quantenmechanik und Semiklassik) die verwendeten Naherungen bekannt
sind, womit wieder eine ganze Reihe von Effekten, die alle das Experiment be-
einflussen, als Ursachen fir eine Diskrepanz zwischen der quantenmechanischen
Rechnung und der semiklassischen Naherung ausgeschlossen werden kénnen, da
sie in den entsprechenden Naherungen gar nicht enthalten sind. So wird beispiels-
weise die Storstellenstreuung in beiden Rechnungen isotrop behandelt, wobei im
Experiment mit Sicherheit die Kleinwinkelstreuung dominieren wird.

4.3.1 Periodische Orbits

Die semiklassische Naherung zur Leitfadhigkeit fiihrt wie bei der Zustandsdichte
zu einem Ausdruck, in dem klassische periodische Orbits die zentrale Rolle spie-
len [10, 11, 34]. Hier besteht eine gewisse Verwandtschaft zum Pinball-Modell
bei dem auch periodische Orbits zur Erklarung der Kommensurabilitaitsmaxima
benutzt werden. Im folgenden soll nun untersucht werden, ob die semiklassische
N&herung der Leitfahigkeit die (quantenmechanisch und experimentell) beobach-
tete Anisotropie in den Quantenoszillationen erklaren kann.

Eine Anisotropie in der semiklassischen Kubo-Formel (2.71) tritt nur an einer
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Abbildung 4.7: Periodische Orbits im Modellpotential (4.4) bei B = 1T, die in
die semiklassische Rechnung eingehen. Dickere Linien kennzeichnen Orbits mit
grolRerem Beitrag zu 0. Der Beitrag zu o° wird vernachléssigbar fir lange und
instabile Orbits.

Stelle auf, némlich in der Geschwindigkeitskorrelationsfunktion

oo Tpo
Cfgpo — / dt e*t/Tppo / dt' v (t,)?}i (t + t’) ) (49)
0 0

Eine Anisotropie zwischen 025" und o2* kann demnach nur durch entsprechend
anisotrope Orbits zustandekommen.

Die Auswertung der Spurformel (2.71), die in Abschnitt 2.5.3 beschrieben
ist, erfolgt numerisch. Dazu ist es notig, die kirzesten periodischen Orbits im
chaotischen System zu finden und ihre Eigenschaften, wie Maslovindex, Wirkung
oder Stabilitat mittels geeigneter numerischer Verfahren zu bestimmen. Dies soll
hier nicht néher erldutert werden. Details zu den benutzten Methoden sind in [17,

] zu finden. Die Programme, die zur numerischen Auswertung der Spurformel
benutzt wurden, wurden an den in [10] veroffentlichten Ergebnissen zu einem
quadratischen Antidotgitter getestet.

Das Modell fiir das Rechteckgitter ist inklusive aller Parameter bereits in Ab-
schnitt 4.2 beschrieben worden. In Abbildung 4.7 sind die kiirzesten periodischen
Orbits im Rechteckgitter bei einem Magnetfeld B = 1 T dargestellt. Die Beitrage
von kurzen und stabilen Orbits dominieren in der Spurformel. Je langer ein Orbit
ist, desto starker wird er durch Temperatur und Streuung geddmpft und je instabi-
ler ein Orbit ist, desto groRer ist der Betrag der Spur seiner Monodromiematrix,
die in die Amplitude als Nenner eingeht.

Der Beitrag von Orbit 1 aus Abbildung 4.7, der einem freien Zyklotronor-
bit eines unmodulierten 2DEGs entspricht, mu3 bei der numerischen Auswer-
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Abbildung 4.8: Skizze zur Berechnung der Amplitudenmodulation der SdH-
Oszillationen im Rechteckgitter als Billardmodell. Der graue Bereich ist die
fir den Mittelpunkt eines Zyklotronorbits mit Radius R.(B) erreichbare Flache
V(B). Der Antidotradius ist mit R, gekennzeichnet. Die Amplitudenmodula-
tion betragt V' (B)/(aza,). Die Teilabbildungen (a) und (b) stellen zwei unter-
schiedliche Magnetfelder dar. Fir Magnetfelder mit effektivem Radius Ry =
Ra + R.(B) < a, (in Teilabbildung (b)) ergibt sich V(B) = aa, — 7R%:. Bei
kleineren Magnetfeldern (Teilabbildung (a)) muR die Schnittmenge der Flachen
aza, und 7 RZ; berlicksichtigt werden.

tung der semiklassischen Kubo-Formel extra behandelt werden. Dies liegt dar-
an, dal} das klassische 2DEG ein integrables System ist und die semiklassische
Kubo-Formel (2.71), die in Abschnitt 2.5.3 flir chaotische Systeme erlautert wur-
de, im Falle eines freien Zyklotronorbits divergiert. Die Ableitung der Leitfahig-
keitsoszillationen flr integrable Systeme fiihrt hingegen auf die Shubnikov-de
Haas-Oszillationen (2.68). Im Rechteckgitter ist der Beitrag des (quasi)freien Or-
bits 1 abhangig von der Flache, die der Mittelpunkt des Zyklotronorbits einneh-
men kann. Diese Flache wiederum ist abhdngig vom Magnetfeld. In einfachster
Naherung wird hier diese Flache im Billardmodell berechnet (siehe Abbildung
4.8). Der Durchmesser des Zyklotronorbits nimmt mit abnehmendem Magnetfeld
zu und wird schlieRlich groRer als der Abstand zwischen den Antidots. Bei Ma-
gnetfeldern B < 0.65 T verschwindet daher der Beitrag der Shubnikov-de Haas
Oszillationen zu ¢°*. Fir groflere Magnetfelder wird das Phasenraumvolumen,
das die Zyklotronorbits einnehmen koénnen, schliel3lich gleich dem energetisch
erreichbaren Phasenraum des Rechteckgitters. Dies resultiert in einer feldabhan-
gigen Amplitudenmodulation der Shubnikov-de Haas Oszillationen, die in Abbil-
dung 4.10(a) beobachtet werden kann. Die Berechnung der Amplitudenmodulati-



66 4. Antidot-Ubergitter mit rechteckiger Einheitszelle

RN AR NI
0 100 200 300 400
x mod a, (nm)

Abbildung 4.9: Poincaré-Schnitt fur y mod a, = a,,/2und B = 1T, ¢, bezeichnet
den Winkel des Geschwindigkeitsvektors beziglich der z-Achse. Die helle Insel
entsteht aus Orbit 1 von Abbildung 4.7, die Inseln in den Ecken links oben und
links unten beziehen sich auf Orbit 2.

on wird in Abbildung 4.8 illustriert.

Die Behandlung des Beitrags von Orbit 1 deutet bereits darauf hin, daf? hier ein
System mit gemischtem Phasenraum vorliegt. Dies ist auch im Poincaré-Schnitt
in Abbildung 4.9 zu sehen. Der ausgepragte helle Bereich entsteht aus den nahe-
rungsweise freien Zyklotronorbit 1. Die stabilen Inseln in den Ecken von Abbil-
dung 4.9 resultieren von Orbit 2 aus Abbildung 4.7. Runaway-Trajektorien, die
bei der Untersuchung des klassischen Beitrags zur Leitfahigkeit in Abschnitt 4.2
eine Erklarung der Transportanisotropie liefern, sind in diesem Poincaré Schnitt
aufgrund ihrer Instabilitat nicht zu erkennen.

Der oszillierende Anteil der Magnetoleitfahigkeit, der mit den Orbits aus Ab-
bildung 4.7 berechnet wurde, wird in Abbildung 4.10 mit dem Ergebnis der quan-
tenmechanischen Rechnung [65] verglichen. o2(B) in Abbildung 4.10(a) wird
durch den Beitrag des (quasi)freien Zyklotronorbits (Orbit 1) dominiert. Die Or-
bits 2 und 3 fiihren zu kleinen Modifikationen der SdH-Oszillationen, wohingegen
die Beitrage der Orbits 4-6 aufgrund ihrer Lange und/oder Instabilitat vernachlés-
sigbar sind. Insgesamt besteht eine recht gute Ubereinstimmung des quantenme-
chanischen Resultats mit der semiklassischen Rechnung.

Im Gegensatz dazu reproduziert das semiklassische Ergebnis fir agzc(B)
in Abbildung 4.10(b) weder die Periodizitat noch die grole Amplitude der Oszil-
lationen aus der quantenmechanischen Rechnung (beachten Sie die unterschied-
liche y-Skala). Eine Vergleich der Ergebnisse der semiklassischen Rechnung flr

ogy Und o> zeigt, da die Oszillationen in beiden Richtungen praktisch gleich
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Abbildung 4.10: Semiklassisch berechnete Leitfahigkeitsoszillationen (durchge-
zogene Linie) aus den Orbits aus Abbildung 4.7 bei T = 2 K. Das Ergebnis der
quantenmechanischen Rechnungen aus [65] ist mit Kreuzen gekennzeichnet (die
gestrichelten Linien dienen nur der Orientierung). Man beachte die unterschiedli-
chen Skalen auf den beiden y-Achsen.

sind. Das heil3t, die Semiklassik flhrt hier zu einem isotropen Ergebnis im Wider-
spruch zum Experiment und zu den quantenmechanischen Rechnungen. Offen-
sichtlich reicht die Anisotropie der Orbits in Abbildung 4.7 bei weitem nicht aus,
um einen signifikanten Unterschied in den Korrelationsfunktionen Cy, und C,,
zu erzeugen. Die verwendete semiklassische Naherung kann somit die Anisotro-
pie der Quantenoszillationen im Rechteckgitter nicht beschreiben.

4.3.2 Gitterperiodische Orbits (Runaway Trajektorien)

Eine moégliche Losung zur semiklassischen Beschreibung der Anisotropie in den
Quantenoszillationen liegt in der Beriicksichtigung der Runaway-Trajektorien
(siehe Abbildung 4.6 und Abbildung 4.11), die schon in Abschnitt 4.2 zur Er-
klarung der Anisotropie des klassischen Magnetotransports herangezogen wur-
den. Intuitiv wére zu erwarten, dal} diese Runaway-Trajektorien dann auch fir die
Anisotropie in den Quantenoszillationen verantwortlich sein kénnten.

In der Tat haben die Runaway-Trajektorien eine wesentlich groRere Korre-
lation C;; in y-Richtung als in z-Richtung. Ein weiteres Indiz liefert die quan-
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Abbildung 4.11: Einige Beispiele fur Runaway-Trajektorien bei B = 0.7 T. We-
gen der Symmetrie des Rechteckgitters gibt es ebenso viele Trajektorien die in
+y-Richtung laufen, wie solche, die in —y-Richtung laufen, diese sind hier nicht
extra dargestellt.

tenmechanische Rechnung [65]. Hier zeigt sich ein dominierender Beitrag zu
oy, aufgrund der Dispersion der magnetischen Minibander. Also ein Beitrag zur
Leitfahigkeit, der durch die Bandstruktur und damit letztlich durch die Bertck-
sichtigung der diskreten Translationssymmetrie des Ubergitters zustande kommt.
Die Runaway-Trajektorien besitzen ebenfalls diese diskrete Translationssymme-
trie und kdnnen auf einer Einheitszelle im symmetriereduzierten System als (git-
ter)periodische Orbits angesehen werden.

Ein Konzept zur Beriicksichtigung diskreter Symmetrien in der POT wurde
von Robbins [70] vorgestellt. In unserem Fall eines Gitters wird dabei das lon-
gitudinale Ubergitter auf die Einheitszelle reduziert, auf der die gesamte klassi-
sche Dynamik ablauft. Entsprechend &Rt sich der oszillatorische Anteil der semi-
klassischen Zustandsdichte im symmetriereduzierten System formulieren. Dabeli
treten zusétzlich zu den periodischen Orbits auch Trajektorien auf, die gitterperi-
odisch (Runaway-Trajektorien) und im ausgedehnten System, d.h. im urspring-
lichen System ohne Symmetrieprojektion, nicht geschlossen sind. Die Runaway-
Trajektorien werden mit einer Blochphase e'*E moduliert, die die Zahl der Durch-
laufe der Runaway-Trajektorie durch die Einheitszelle z&hlt. Zur Berechnung der
Zustandsdichte des Gesamtsystems muB letztlich Gber den k-Vektor summiert

werden
E)=) di(E). (4.10)
k

Die k-Summation Uber die Blochphase flhrt jedoch auf ein §-Symbol, daf3 nur
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Abbildung 4.12: Beitrag der Runaway-Trajektorien aus Abbildung 4.11 zu ¢°*.
Die Runaway-Trajektorien wurden wie periodische Orbits behandelt. Der Beitrag
zur zz-Komponente ist vernachlassigbar. In der yy-Komponente klingt der an-
fanglich sehr groRe Beitrag rasch ab, da die Runaway-Trajektorien standig Bifur-
kationen durchlaufen und so sehr schnell ,,aussterben® . Die einzigen relevanten
Runaway-Trajektorien bei héherem Feld B > 1.2 T sind driftende Orbits, wie sie
in Abschnitt 4.3.3 beschrieben werden.

Orbits mit R = 0 brigl&Rt, und dies sind wieder die urspringlichen periodischen
Orbits aus Abbildung 4.7, alle Beitrdge der Runaway-Orbits fallen weg.

Bei der Berechnung der Leitfahigkeit wird im Gegensatz zur Zustandsdich-
te die Spur Uber das Produkt zweier Greenscher Funktionen gebildet (siehe Ab-
schnitt 2.5.3). Die oben beschriebene Ausléschung der gitterperiodischen Orbits
ist demnach hier nicht direkt offensichtlich. Alle Versuche des Autors, Runaway-
Trajektorien in der semiklassischen Kubo-Formel (iber die oben beschriebene
Symmetrieprojektion zu berticksichtigen, flihrten jedoch immer auf das gleiche
Ergebnis wie bei der Zustandsdichte, ndmlich die Ausléschung der Beitrage der
gitterperiodischen Trajektorien bei der Berechnung der Gesamtleitfahigkeit aus
der symmetrieprojezierten Leitfahigkeit.

Dennoch lohnt sich eine etwas néhere Betrachtung der Runaway-Trajektorien,
denn in einer Formulierung der Leitfahigkeit mit dieser Art Trajektorien wére
auch wieder die Wirkung die primare GroRe fur die Quantenoszillationen. Damit
die Runaway-Trajektorien somit als Kandidat fur die Anisotropie in den Quante-
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noszillationen in Frage kommen, mufte zumindest ihre Wirkung zu Oszillationen
mit der richtigen Periodizitat fihren.

Die Runaway-Trajektorien werden hier behandelt wie echte periodische Or-
bits. Das heil3t, ihre GroRen wie Stabilitat, Korrelation und Wirkung werden wie
bei den periodischen Orbits numerisch berechnet und in die Spurformel fur %
eingesetzt. Das Ergebnis dieser Analyse ist in Abbildung 4.12 dargestellt.

Die Runaway-Trajektorien liefern die gewiinschte Anisotropie, ihr Beitrag zu
0. ist praktisch vernachlassigbar und aufgrund der sehr grofRen Korrelation C,,
produzieren sie einen signifikanten Anteil zu o77. Die Periodizitat der Oszillatio-
nen in der yy-Komponente stimmt jedoch nicht mit der Periodizitat des quanten-
mechanischen Ergebnisses tiberein, das auch fur o ein 1/B-Verhalten mit der
Periodizitdt der SdH-Oszillationen fordert [65], das zudem zu o2 gegenphasig
ist. Zudem durchlaufen die Runaway-Trajektorien mit zunehmendem Magnetfeld
immer hdufiger Bifurkationen. Dies flhrt bei Feldern B > 1.3 T schlieBlich dazu,
dal praktisch keine Trajektorien in der Art wie in Abbildung 4.11 mehr gefun-
den werden®. Die einzigen Trajektorien, die bei gréReren Feldern noch existieren,
sind driftende Zyklotronorbits, wie sie in Abbildung 4.13 veranschaulicht sind,
deren L&nge Uber eine Gitterkonstante ist jedoch so grof3, daR sie in der obigen
Auswertung praktisch keine Rolle mehr spielen.

Insgesamt stellen die Runaway-Trajektorien somit keine besonders aussichts-
reichen Kandidaten zur Erklarung der Anisotropie der Quantenoszillationen dar.
Die Suche nach Orbits, die im gesamten Feldbereich existieren und die 1/B-
Periodizitat der SdH-Oszillationen aufweisen, flhrt schlielich wieder zurtick auf
die (quasi)freien Zyklotronorbits wie Orbit 1 in Abbildung 4.7. Im folgenden Ab-
schnitt wird nun ein Weg gezeigt, der sowohl die geforderte Periodizitét der Os-
zillationen liefert, als auch eine maogliche Erkl&rung fiir die Anisotropie.

4.3.3 Driftende Orbits

Die Suche nach einer Erkl&rung fur die anisotropen Quantenoszillationen im Rah-
men der Semiklassik beginnt hier zundchst mit zwei allgemeineren Bemerkungen
uber die POT.

Bei der Herleitung der Spurformeln spielen die Eigenschaften des klassischen
Systems eine wichtige Rolle. Bei (vollstandig) chaotischen Systemen sind die
klassischen Trajektorien im Phasenraum isoliert, und die Spurformeln kdnnen
mittels Sattelpunktsintegration hergeleitet werden. Dies ist grundsétzlich anders
bei Systemen mit kontinuierlichen Symmetrien, wo die klassischen Trajektorien

4Im Bild des Antidot-Billards ist dies auch wieder die Grenze, bei der der Durchmesser des
Zyklotronkreises kleiner wird als der Abstand zwischen den Antidots und die Ausbildung von
Runaway-Trajektorien nicht mehr maoglich ist. Dies wurde schon in Abschnitt 4.2 ausfuhrlich
erlautert.
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in Familien auftreten und die Integrale zur Berechnung der Spurformel exakt ge-
16st werden mussen [40]. Fur die semiklassischen Oszillationen bedeutet dies, daf}
sich in der Amplitude die fiihrende Ordnung in 7 andert und daher Systeme mit
hoherer Symmetrie gegeniiber vollstandig chaotischen Systemen im allgemeinen
starkere Oszillationen aufweisen.

Die Periodizitat der Oszillationen wird durch die Wirkung der periodischen
Orbits bestimmt. In unserem Fall mit endlicher Temperatur und Streuzeit liefern
jedoch nur wenige Orbits bei der Auswertung der Spurformel einen signifikanten
Beitrag, wie bereits in Abschnitt 4.3.1 zu sehen war.

Die Untersuchung der Quantenoszillationen im Rechteckgitter ergibt nun
zum einen, dal3 die Oszillationsperiode in beiden Komponenten der Leitfahigkeit
den 1/B-periodischen SdH-Oszillationen entspricht, wobei die zz- und die yy-
Komponente zueinander um 7 phasenverschoben [65] sind. Zum anderen stimmt
die Amplitude der zz-Komponente, ziemlich genau mit der Amplitude der SdH-
Oszillationen des integrablen Systems (2DEG) lberein, wie in Abschnitt 4.3.1
gezeigt wurde. Die Stérke der Oszillationen in der yy-Komponente ist gegenuber
den SdH-Oszillationen in der zz-Komponente sogar noch um eine GréRenord-
nung héher, was ebenfalls eine Beschreibung ber Orbits aus dem (ndherungs-
weise) integrablen Bereich des Phasenraums nahelegt.

Da die Phase der Quantenoszillationen durch die SdH-Oszillationen bestimmt
ist, muB somit im Rahmen der semiklassischen Naherung die Wirkung der betei-
ligten Trajektorien, der Wirkung des freien Zyklotronorbits 1 in Abbildung 4.7
entsprechen. Dies ist bei den Orbits 2-6 und bei den Runaway Trajektorien aus
Abschnitt 4.3.2 nicht der Fall.

Wenn die Wirkung somit durch die Zyklotronorbits bestimmt ist, dann bleibt
noch die Frage zu kldren, wie die Oszillationsamplitude in der yy-Komponente
starker sein kann, als die Amplitude flr das integrable 2DEG, die durch die zz-
Komponente vorgegeben ist, und was in diesem Zusammenhang als Ursache fir
die Anisotropie in den Quantenoszillationen angesehen werden kann.

Die SdH-Oszillationen in der Leitfahigkeit, wie auch der Poincaré-Schnitt in
Abbildung 4.9 zeigen, dal} das Rechteckgitter einen gemischten Phasenraum be-
sitzt. Das heil3t, es ist weder ein vollstandig chaotisches, noch ein integrables Sy-
stem. Die korrekte semiklassische Behandlung solcher gemischten Systeme ist
bisher noch nicht geklart. Dennoch soll hier der Versuch unternommen werden,
fur das Rechteckgitter die beobachtete Anisotropie der Quantenoszillationen wei-
ter zu kldren.

Der Ansatz, der hier verfolgt wird, basiert darauf, zundchst vom integrablen
2DEG auszugehen und dann das Antidot-Potential als Stérung anzusehen. Im we-
sentlichen wird dieser Ansatz von der semiklassischen Stérungstheorie inspiriert,
die von Creagh in [46] zur Ableitung von Spurformeln fur Systeme mit gebroche-
ner Symmetrie benutzt wurde.
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Die Idee, das Antidotpotential als Stérung zu behandeln, mag zundchst etwas
gewagt erscheinen, da die Amplitude des Antidotpotentials naturlich gréRer ist,
als die kinetischen Energie der Elektronen. Die entscheidende Grof3e ist hier aller-
dings die Wirkung AS die ein Orbit r(¢) des ungestdrten Systems vom Potential
U zusétzlich erhalt.

AS = — / e dt (4.11)

Diese Grolie ist im hier betrachteten Rechteckgitter allerdings klein, da das Po-
tential sehr steil ist und sich die Trajektorien hauptsachlich im Bereichen mit
U(z,y) < Eg aufhalten.

Hier wird die Korrektur AS aus Zyklotronorbits mit Radius R, = vg/w, be-
rechnet, deren Mittelpunkt durch den Vektor R gegeben ist

r(t) = R+mo(t) mit 7o(t) = R, ( ‘;flf((;”g ) (4.12)

Die Korrektur zur Wirkung wird damit eine Funktion des Mittelpunkts R

2 [we
ASpo(R) = — /O dt U(R + ro(t)) (4.13)

Neben der Wirkung AS verursacht das Antidotpotential auch eine Drift des
Mittelpunkts der Zyklotronorbits (siehe Abbildung 4.13). Diese Guiding-Center-
Drift wurde von Beenacker in [54] zur Berechnung der klassischen Kommensura-
bilitatsoszillationen (siehe Abschnitt 3.3) in schwach eindimensional modulierten
Systemen [52] benutzt.

Das Guiding Center R = (X, Y) eines Teilchens am Ort (z, y) mit Geschwin-
digkeit (v, v,) ist gegeben durch®

X = z—vy/w. (4.14)
Y = y+vw/wc

und ist mit (4.12) identisch mit dem Mittelpunkt R des Zyklotronorbits.
Zusammen mit den Newtonschen Bewegungsgleichungen ergibt sich aus
(4.14) fir die Geschwindigkeit des Guiding Centers

X = &—v/w.= R (4.15)
. 1
Vo= gt fuw, = @)

mw, Ox

SDie Drift des Guiding Centers wird hier wie die Korrektur AS in klassischer Stérungstheorie
aus den Trajektorien der ungestorten Zyklotronorbits berechnet.
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Abbildung 4.13: Driftende Orbits bei B = 1 T im Rechteckgitter (4.4)

Fur ein konstantes Feld E = —VU st dies ist nichts anderes als die bekannte
E x B-Drift und fur homogene Systeme (U = 0) wird der Mittelpunkt R wieder
zu einer ErhaltungsgroRe.

Wird (4.15) Uber einen Zyklotronorbit »(¢) der Periode T = 27 /w,. gemittelt,
ergibt sich die Driftgeschwindigkeit des Orbits zu

WPR) = (K= o / aU (4.16)
'UyD(R) = <Y>T:—% i dtaUé())

und ist wie die Wirkung AS aus (4.13) eine Funktion des Mittelpunkts R.

Das ,,Einschalten“des Potentials U(z, y) im homogenen System hat demnach
zwei Auswirkungen. Zum einen erzeugt es eine Korrektur AS zur Wirkung des
freien Zyklotronorbits und zum anderen eine Driftgeschwindigkeit v>.

Die nun folgende Ableitung des oszillierenden Anteils der Leitfahigkeit im
Kontext der (semi)klassischen Storungstheorie beruicksichtigt die beiden oben be-
schriebenen Effekte und liefert schlie3lich eine Erweiterung der semiklassischen
N&herung der Shubnikov-de Haas-Oszillationen (2.68). Die Herleitung ist eine
Erweiterung zur Ableitung der SdH-Oszillationen in [11] und im folgenden soll
insbesondere auf die Unterschiede zu [11] eingegangen werden.

Ausgangspunkt der semiklassischen Naherung sind wieder die Gleichungen

62h

o
vy & TV

Re (I}") (4.17)
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und
+ 1 2 2,1 " V2 (ol / ,
Ly = oo |97 O > Wl ()P (r') Dy, (r', 7)) Doy (r',7)  (4.18)
T’
y2:r e
! . T, +T
X exXp [73 (Sy(r',r) = Sy (r', 7)) — '5 (T = Mha) — %

zur Berechnung der Komponente o,,, die sich aus (2.59) und (2.61) aus Abschnitt
2.5.3 ergeben.

Die Wirkung S wird in einen Anteil des ungestorten Systems S° und den
zusatzlichen Anteil AS aufgeteilt

S(r',r)=S(r',r) + AS(r',7) . (4.19)

Die Geschwindigkeit v,, wird in die Geschwindigkeit des homogenen Systems 02
und die Driftgeschwindigkeit vf zerlegt

vy (r) = vy(r) + vyD (r) . (4.20)

AulRer den Wirkungen und Geschwindigkeiten werden alle restlichen GroRen
in (4.18) im ungestorten System berechnet und die Trajektorien ~; und ~, sind
Teile von Zyklotronorbits.

Die Doppelsumme in (4.18) wird in der iblichen Diagonalnaherung berech-
net, das bedeutet, dal® v, und ~, Teile einer gemeinsamen Trajektorie ~ sind. Der
Fall v; = 9 liefert den klassischen Beitrag zur Leitfahigkeit und wird hier nicht
weiter behandelt. Fir den Fall v # -, bleibt dann nur noch die Mdoglichkeit, da
sich ~; und 7, gerade um einen periodischen Orbits (po) unterscheiden.

Die Differenz der Wirkungen in (4.18) wird durch die Wirkung des Zyklotro-
norbits bestimmt, um den sich ~; und ~, unterscheiden.

S (r',7) = 85, (7', 1) = Spo(E) + ASpo(R) (4.21)

Der Term mit S5, (E) ist unabhangig von = bzw. =" und kann vor das Integral
gezogen werden. Ebenso wird angenommen, dal3 die Differenz der Maslovindizes
gleich dem Index des Zyklotronorbits und damit unabhéngig von = bzw. ' ist.

Damit bleibt schlieBlich das Integral

/dzr /dzr' v (r) v)? (r") Dgl (', 7r) Dgz (v, r) x
T’Yl (Ir,’ ,,.) + T’Yz (rlv ’I‘)
2T

X exp [%ASpO(R) — (4.22)
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- - ~< -

Abbildung 4.14: Koordinatensystem aus Schwerpunkts- und Relativkoordinaten
(4.23), das zur Berechnung von (4.22) benutzt wird.

zu berechnen.
Wie in [11] erfolgt die weitere Auswertung in Schwerpunkts- und Relativko-
ordinaten.

Ar = r—7' (4.23)
1
R, = 3 (r+7") (4.24)

Das Koordinatensystem ist in Abbildung 4.14 dargestellt. Insbesondere ist in Ab-
bildung 4.14 zu sehen, dal3 es flr gegebene Punkte » und =’ zwei verschiedene
Zyklotronorbits mit den Mittelpunkten R und R’ gibt, die beide durch die Punk-
te » und =’ laufen. Die weitere Auswertung erfolgt fir R und R' véllig analog,
dashalb wird im folgenden angenommen, dal der Mittelpunkt des gemeinsamen
Zyklotronorbits bei R liegt.

In Schwerpunkts- und Relativkoordinaten wird (4.22) zu

/d2Ar /dQRS vy (Rs — Ar/2) v)*(Rs + Ar/2) X

x DY (Ar)D? (Ar) exp [%AS,@O(R) _ Ly (A’");TT”(AT)] (4.25)
= /dQAr D), (Ar) DI, (Ar) exp [—TWl(AT);;T”(AT)} X
x Igp,(Ar)
mit
Ir,(Ar) = (4.26)

/ AR, v (R, — Ar/2) v (R, + Ar/2) exp [%AS,@O(R)]
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Dabei wurden folgende Annahmen gemacht Die Amplituden D, werden nur im
ungestorten System berechnet, sind also unabhéngig vom Mittelpunkt R des Zy-
klotronorbits, fur gegebenes Ar sind sie dann auch unabhdngig von R,. Gleiches
gilt fiir die Zeiten T'. Damit zerféllt (4.25) in ein Integral tber die Relativkoordina-
ten Ar und das Integral tber die Schwerpunktskoordinaten (4.26), das natirlich
noch von Ar abhéngig sein kann.

Die Geschwindigkeit v, 188t sich nach (4.20) und (4.16) schreiben als

vy (R, — Ar/2) = (v)(Ar)) +v)(R) (4.27)
vy (R, + Ar/2) = (v)(Ar)) +v)(R). (4.28)

Wiederum héangt vg = vg cos(w.t + ¢g) nicht von der Position des Zyklotronorbits
R ab, aber von der Startzeit ty = ¢ /w, in (4.27) beziehungsweise von der Endzeit
t + to in (4.28) und die Geschwindigkeiten v) kdnnen in (4.26) vor das Integral
gezogen werden.

Damit haben die verbleibenden Integrale in (4.26) die Struktur

/ @R, f(R) = / &R f(R) (4.29)

und, da eine Verschiebung um den beziiglich R konstanten Vektor R — R, das
Integral (4.29) nicht &ndert, hangt es nicht von Ar ab.

Die in v? linearen Terme in (4.25) verschwinden bei der Integration tber die
Richtung von Ar, was einer Integration der Startzeit ¢, Uber eine Periode eines
ungestorten Zyklotronorbits entspricht.

Damit wird (4.25) zu

T, (Ar) + T, (AT)

% / @ Ar DY, (Ar) DY, (Ar) exp [-

2T
X (v (to) vy(to +t) M + Nyy) (4.30)
mit den Korrekturen M (siehe [46])
1 i ~ .
M = V/dQR exp [%TAS(R)] = M exp [i Dy (4.31)

und der Driftkorrektur Ny,

1 2 i :
Ny, = v /dQR (Uf(R)) exp [ﬁTAS(R)] = (vf)2 exp [1 D] (4.32)
Die Korrekturterme M und Ny, sind im allgemeinen komplexe Zahlen, mit den
Amplituden M bzw. (v,”)? und den Phasen @, bzw. ®,, die zudem von der Wie-
derholungszahl r abhéngig sind.
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Im ungestorten System gilt U = 0 und daraus ergibt sich M = 1 und
Ny, = 0. Im homogenen System folgt dann aus der Integration tiber Ar (sie-
he [11]) in (4.30) schlieflich die semiklassische Naherung der Shubnikov-de
Haas-Oszillationen (2.68).

Durch die Stérung U des homogenen Systems tritt in den SdH-Oszillationen
eine zusatzliche Modulation M der Amplitude und eine Phasenverschiebung @,
auf. AuRerdem kommt zu den modulierten SdH-Oszillationen aus (4.30) ein Term
hinzu, der die Driftbewegung der Zyyklotronorbits berlcksichtigt und dessen Am-
plitude proportional zum Quadrat der Driftgeschwindigkeit ist.

SchlieBlich ergibt sich die Verallgemeinerung der semiklassischen N&herung
der SdH-Oszillationen

O R 5052H + 505;ft (4.33)
mit
20
SdH 0
= —— 4.34
00y 1+ (wor)? X (4.34)
X [ M(-1)'R ( ram ) cos (MWEF + @M) exp (— il >]
p— WeTT hw, WeT
und
Drift _
ot = (4.35)
> (vP)? rom r2m Er T
4 Y (-1)"R P — .
" [Z (I oo (T e ) e (7))

Die unterschiedliche Struktur der Vorfaktoren in (4.34) und (4.35) ergibt sich

aus der Korrelationsfunktion C,,, die in (4.34) fiir einen ungestorten Zyklotronor-

bit
o0 y Tpo
o _ —t/r 1040 '
Cy, = /0 dte /0 dt’ v, (t')v, (t + 1) (4.36)
= gr2 YT 4.37
e 7 + (wer)? (4.37)

und in (4.35) mit einer konstanten Driftgeschwindigkeit v berechnet wird

9 27T

Cot = (v)) (4.38)

y :
We

Zur weiteren Untersuchung des Rechteckgitters wird Gleichung (4.33) ver-

wendet. Durch den neu hinzugekommenen Driftterm 505;'“ entsteht eine zusétz-

liche Richtungsabhédngigkeit der Amplitude der Quantenoszillationen. AuRerdem
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bewirken die Phasen der Korrekturfaktoren eine entsprechende Phasenverschie-
bung der Quantenoszillationen, die auch eine Richtungsabhangigkeit besitzen
kann.

Zur Auswertung von (4.33) und o2, das analog zu (4.33) definiert ist, ist
es lediglich notig M, N,, und N, zu bestimmen. Zur Berechnung der Modu-
lationsfaktoren muf} zunéchst die Korrektur zur Wirkung AS(R) aus (4.13) mit
Zyklotronorbits berechnet werden. Wenn das Potential U, wie in unserem Fall, in
eine Fourier-Reihe zerlegt werden kann

= Z ug exp(ikr) , (4.39)
k
ergibt sich fur AS
27 Jwe
ASp(R) = — Zuk exp(ikR)/ dt exp(ikro(t)) (4.40)
A 0

Das Integral Uber die Zeit ¢ in (4.40) wird mit kro(t) = |k||7ro(t)| cos(w.t+¢o) =
kR, cos(w.t+o) in ein Integral ber den Winkel o = w,t transformiert und ergibt

2 fue : 1 [ : o
/ dt exp(ikro(t)) = w_/ da explikR. cos(a)] = o Jo(kR.) (4.41)
0 cJO c

Hier ist .J, die Besselfunktion der Ordnung 0, R, der Radius des Zyklotronorbits
und k = /k2 + k der Betrag des Wellenvektors k. Die Wirkung AS ergibt sich
somit analytisch aus den Fourierkoeffizienten des Potentials

ASpo(R) = =25 S ug exp(ikR) Jo(kR.) . (4.42)

k
Analog zu AS(R) konnen die Driftgeschwindigkeiten v2 (R) und v (R) be-
stimmt werden. Zum Beispiel ergibt sich v2 nach (4. 16) aus

D /T oU(r(t)
¥ ~ 2mm
und die Ableitung oU/dy ergibt mit der Fourlerdarstellung (4.39)
8U Z ug ky exp(ikr) . (4.43)
k

Das weitere Vorgehen ist analog zur Berechnung von AS und liefert die Driftge-
schwindigkeiten wieder als Summe tber Besselfunktionen

vy (R) = Zukk exp(ikR) Jo(kR.) (4.44)

MW,

vP(R) = Zuk kyexp(ikR) Jo(kR,) . (4.45)

mwc
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Zur Berechnung der Korrekturfaktoren M, N, und N,, mussen die oben ab-
geleiteten Ausdriicke fir »2 und AS noch tber den Mittelpunktsvektor R inte-
griert werden. Wie bereits in Abschnitt 4.3.1 erldutert wurde, ist das Integrations-
gebiet aber auf die Flache beschrankt, die fur die Mittelpunkte der Zyklotronorbits
erreichbar ist. Im Fall des Rechteckgitters flihrt das nichttriviale Integrationsge-
biet dazu, daB die Integrale tber R nicht mehr analytisch ausgewertet werden
koénnen. Im Gegensatz dazu kénnen in Kapitel 5, in dem (4.33) in einem schwach
modulierten System berechnet wird, die Korrekturintegrale analytisch berechnet
werden, da im Fall schwacher Modulation keine klassisch verbotenen Bereiche
im Integrationsgebiet vorliegen.

Die Parameter fiir die Auswertung von (4.33) im Rechteckgitter sowie das Po-
tentialmodell sind bereits in Abschnitt 4.2 besprochen worden. Wie beschrieben
werden die Integrale Gber R zur Berechnung der Korrekturfaktoren numerisch
ausgewertet. Das Ergebnis der semiklassischen Stérungsrechnung ist in Abbil-
dung 4.15 zu sehen und zum Vergleich werden wieder die Ergebnisse der quan-
tenmechanischen Rechnung aus [65] herangezogen.

Im obersten Teilbild von Abbildung 4.15 sind die Oszillationen in o, darge-
stellt. Die semiklassische Rechnung fiir o°% zeigt eine sehr gute Ubereinstimmung
mit den SdH-Oszillationen aus der quantenmechanischen Rechnung. Im Vergleich
zum fritheren Ergebnis in Abbildung 4.10 ist die Ubereinstimmung mit der Am-
plitude der quantenmechanischen Rechnung sogar noch besser geworden.

Der Vergleich der semiklassischen Oszillationen in o,, mit der quantenme-
chanischen Rechnung im mittleren Teilbild von Abbildung 4.15 weist immer noch
Abweichungen auf. Im Gegensatz zur quantenmechanischen Rechnung wurde das
Potential allerdings auch nur stérungstheoretisch erfalit. Im Vergleich zum friihe-
ren Ergebnis (Abbildung 4.10) stellt sich eine wesentliche Verbesserung heraus,
da die semiklassische Rechnung nun eine deutliche Anisotropie in den Leitfahig-
keitsoszillationen aufweist.

Diese Anisotropie ist in der untersten Teilabbildung von Abbildung 4.15 am
deutlichsten zu sehen, in der die semiklassischen Oszillationen o 25 und o> noch-
mal zusammen dargestellt sind. In Ubereinstimmung mit den Ergebnissen der
quantenmechanischen Rechnung sind die Oszillationen in o>" starker als in o7,
Die Ursache hierfir liegt in der Anisotropie der Driftgeschwindigkeit, die als Am-
plitude in die Berechnung der Oszillationen eingeht und die in %% zu einem Bei-

trag dopy™ fiihrt, der iber den Beitrag der SdH-Oszillationen 6055“ dominiert.

Die Anisotropie der semiklassischen Oszillationen ist aber nicht nur auf die
Amplitude beschrankt, auch die Phase der Oszillationen erhalt nach (4.33) einen
anisotropen Beitrag ®, bzw. ®,, der dazu flhrt, daB die Oszillationen naherungs-
weise gegenphasig verlaufen. Diese Gegenphasigkeit der Oszillationen ist auch in
den quantenmechanischen Ergebnissen beobachtet worden. Da die Phasen &, und
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Abbildung 4.15: Ergebnis der semiklassischen Stérungstheorie (4.33) (durchge-
zogene Linien) flr das Rechteckgitter. Die Parameter sind dieselben wie bei der
quantenmechanischen Rechnung aus [65], die mit Kreuzen gekennzeichnet ist.
Die gestrichelten Linien dienen nur der Orientierung. Die beiden oberen Ab-
bildungen zeigen den Vergleich der semiklassischen Stérungsrechnung mit den
guantenmechanischen Ergebnissen. Die unterste Abbildung zeigt die Anisotropie
der semiklassischen Oszillationen.
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®, letztlich numerisch bestimmt werden, kénnen keine analytischen Aussagen zur
Gegenphasigkeit von o35 und o,2° getroffen werden.

Das Ergebnis der semiklassischen Storungstheorie ist demnach zwar nicht
deckungsgleich mit der quantenmechanischen Rechnung, aber es werden alle qua-
litativen Eigenschaften wie héhere Amplitude und gegenphasiges Verhalten von
der semiklassischen Rechnung reproduziert.
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Kapitel 5

Quantenoszillationen im System mit
schwacher 1D-Modulation

Die im vorigen Kapitel entwickelte semiklassische Naherung der
Shubnikov-de Haas-Oszillationen in Stoérungstheorie wird hier
auf ein System mit schwacher 1D-Modulation angewandt. Der
klassische Anteil der Leitfahigkeit dieser Systeme wurde in Ab-
schnitt 3.3 bereits ausfihrlich erlautert, deshalb konzentriert sich
dieses Kapitel auf den Einflu® der Modulation auf die Shubnikov-
de Haas-Oszillationen nach (4.33)

Das System, welches hier untersucht wird, ist durch das Potential

1 1 _; 1.
U(z) = Uycos®(rx/a) = Uy (5 + Ze_'gm/“ + 16'2”/“> (5.1)

mit Uy < Ef charakterisiert. Zur Anwendung der semiklassischen Naherung der
Shubnikov-de Haas-Oszillationen in Stérungstheorie nach (4.33) werden zunachst
die Modulationsfaktoren M und N,, berechnet, was in diesem System sogar zu
analytischen Ausdriicken fiihrt.

Aus der rechten Seite von (5.1) lassen sich die Fourierkoeffizienten ablesen,
und es ergibt sich fur die Korrektur zur Wirkung AS nach (4.42)

AS(X) = =™ (1 & cos(2n X /a) Jo(27 R./a)) (52)

c

mit der Besselfunktion 0-ter Ordnung J;.

83
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Der Modulationsfaktor M wird damit nach (4.31)

M = 2 /_ aa/;dxexp [%TAS(X)] (5.3)
= exp [—irgjﬂ % /_ qus exp (—ird cos ¢) (5.4)
= exp [—irgﬂ Jo(rd) (5.5)
mit
d= 7;5" Jo(2mR./a) . (5.6)

Als néchstes wird die Drift berechnet, wegen 0U/dy = 0 verschwindet die
Driftgeschwindigkeit in z-Richtung. Fur die Drift in y-Richtung folgt nach (4.45)

7TUO

MWQ

Daraus berechnet sich NV, nach (4.32)

vy (X) =

Jo(27R./a) sin(2nX/a) . (5.7)

a/2 :
Ny, = % : /de (vf)2 exp [%TAS} (5.8)
7TU0 2 . 7TU()
= 2T R, - 1 5.9
(mwcaJO( TR /a)) exp [ ir hwc] (rd) (5.9)

mit d aus (5.6) und dem Hilfsintegral
I(d) = Qi/ d¢ sin®(¢) exp [—ird cos ¢] . (5.10)
™ —T

Mithilfe des Additionstheorems sin® ¢ = (1 — cos 2¢) 1aBt sich (5.10) ebenfalls
wieder mit Besselfunktionen darstellen

I(rd) = %(Jo(rd) + Jo(rd)) (5.11)

und es ergibt sich schliellich fir den Modulationsfaktor IV,

1 2 :
Ny, = = ( ™o JO(QWRC/CL)) exp [—IT;T_LZO

2 \mw.a ] (Jo(rd) + Jo(rd))  (5.12)

Mit den Faktoren Ny, aus (5.8) und M aus (5.5) wird nun die semiklassische
Né&herung (4.33) berechnet. Die Parameter flr die Auswertung, die in Abbildung
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Abbildung 5.1: Vergleich der Ergebnisse der guantenmechanischen Rechnung
(rechte Abbildungen) mit der semiklassischen Stérungstheorie (linke Abbildun-
gen) nach (4.33) flr die Modulation (5.1). Die Parameter sind im Text angegeben.
Dargestellt sind die Oszillationen der longitudinalen Leitfahigkeit in z-Richtung
(untere Abbildungen) und in y-Richtung (obere Abbildungen). Die Dreiecke mar-
kieren die Flachbandbedingungen (5.18). Die gestrichelten Kurven sind die Ein-
hillenden der semiklassisch berechneten Ergebnisse.

5.1 zu sehen ist, richten sich nach einer quantenmechanischen Rechnung [71],
die hier wieder zum Vergleich mit den semiklassischen Ergebnissen herangezo-
gen wird. Die 1D-Modulation (5.1) wird durch die Gitterkonstante ¢ = 100 nm
und die Modulationsstarke U, = 1 meV festgelegt. Als Fermienergie Er wurden
14.5 meV gewdhlt, die Streuzeit 7 betrdgt 57 ps und die Temperatur liegt bei 0.6 K.
Die Leitfahigkeitsoszillationen aus der quantenmechanischen Rechnung wurden
durch Bildung der Differenz

Ao =0(0.6K) — 0(2K) (5.13)

aus dem glatten Anteil extrahiert.

Die semiklassische Naherung (4.33) zeigt eine sehr gute Ubereinstimmung
mit dem Ergebnis der quantenmechanischen Rechnung. Die leichte Differenz in
der Phase der Oszillationen ist damit erklarbar, dal? bei der quantenmechanischen
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Rechnung fur jedes Magnetfeld das chemische Potential aus der konstanten La-
dungstragerdichte neu bestimmt wird. In der semiklassischen Naherung wird da-
gegen das chemische Potential konstant gehalten, so dal3 eine leichte Phasendiffe-
renz zu den quantenmechanischen Oszillationen entsteht.

Die Amplitude der Oszillationen in Ao, liegt ungeféahr eine GrélRenordnung
hoher als die Amplitude in Ao, was mit dem zusatzlich auftretenden Beitrag
der Bandleitfahigkeit in Aoy, zu erklaren ist. Bemerkenswert ist auerdem, dal
die Bandleitfahigkeit nicht nur zu den klassischen Kommensurabilitatsoszillatio-
nen fihrt, sondern zudem auch die Shubnikov-de Haas-Oszillationen beeinfluf3t,
indem die Einhillende der Amplitude der Shubnikov-de Haas-Oszillationen in
Aoy, gerade bei den Flachbandbedingungen Minima aufweist. Der Einflu} der
Driftbewegung auf die Shubnikov-de Haas-Oszillationen ist ein Ergebnis, daf3
nicht mehr in dem rein klassischen Bild von Beenacker [54], das in Abschnitt 3.3
erlautert wurde, zu erkléren ist. Die semiklassische Naherung (4.33) kann somit
als Erweiterung des klassischen Bildes der driftenden Zyklotronorbits angesehen
werden und zeigt ahnliche Ergebnisse wie die quantenmechanische Stérungtheo-
rie von Zhang und Gerhardts [55], welche ebenfalls in Abschnitt 3.3 skizziert
wurde.

Der Einflu? des Modulationspotentials ist aber nicht nur auf die Komponente
Aoy, beschrankt, auch in Ao, wird die Einhiillende der Shubnikov-de Haas-
Oszillationen so moduliert, dal3 sie gerade bei den Flachbandbedingungen Maxi-
ma aufweist. Dieses bezuglich der Einhullenden von Aoy, gegenphasige Verhal-
ten wurde auch schon im Rahmen der quantenmechanischen Stérungstheorie in
Abschnitt 3.3 erlautert und dort mit der oszillierenden Breite der Landaubénder
erklart.

Das gegenphasige Verhalten kann aber auch im semiklassischen Bild verstan-
den werden. Dazu ist es allerdings erforderlich, sich klarzumachen, wo genau in
der semiklassischen N&herung die Flachbandbedingung enthalten ist. In dem Bild
der driftenden Zyklotronorbits von Beenacker 188t sich die Flachbandbedingung
aus der mittleren Driftgeschwindigkeit ableiten, dies soll fur das hier besprochene
System nun kurz nachvollzogen werden.

Nach Mittelung von (v,”)? tiber X ergibt sich mit (5.7)

a/2
/ dX (v)(X))? (5.14)

a/2

1
a
_ %(”UO ) J2(2nR./a) (5.15)

() )x =
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Zusammen mit der asymptotischen Entwicklung der Besselfunktion Jy ()

2
Jo(z) ~ 4/ Ecos(x —7/4) fur z>>1 (5.16)

ergibt sich aus (5.15) fir Magnetfelder, fiir die der Umfang des ungestorten Zy-
klotronorbits groR ist gegeniiber der Gitterkonstanten (27 R./a > 1)

1 [ Upa\? 2R, 1
D\2 0 2 c
= — — = } 5.17
(00P)x = 57 (mwc) (w ( : 4)) (5.17)
Die mittlere Drift verschwindet fur
2Rczn—1 mit n=1,2,3,... (5.18)
a 4

und dies ist gerade wieder die Flachbandbedingung. Das bedeutet, dal3 die Flach-
bandbedingung in der Besselfunktion Jy(27R./a) (asymptotisch) enthalten ist.
Die eben skizzierte Berechnung der mittleren Drift, ist aber nur ein Spezialfall
der Berechnung von N,, in (5.8) und Jy (27 R./a) ist als Faktor in N, enthalten.
Das heiBt N, und damit die semiklassische Bandleitfahigkeit 6o verschwin-
den bei der Flachbandbedingung. Gleichzeitig verschwindet das Argument d in
der Besselfunktion Jy(d) im Vorfaktor M aus (5.5) in der semiklassischen Streu-
leitfahigkeit 6059, Die Besselfunktion Jy(d) hat bei d = 0 aber gerade ihr Maxi-
mum und die Streuleitfahigkeit 5o wird maximal. Dies erklart das gegenpha-
sige Verhalten der Einhullenden von 6o, und éo,,, wenn die y-Komponente von
der Bandleitfahigkeit dominiert wird.

Insgesamt reproduziert die semiklassische Naherung (4.33) somit alle Ergeb-
nisse der quantenmechanischen Rechnung sowohl qualitativ als auch quantitativ
fur groSSe Landauquantenzahlen. Der Driftterm do 2™ aus (4.35) kann mit dem
Beitrag der Bandleitfahigkeit identifiziert werden und stellt somit eine semiklassi-
sche Naherung zur Bandleitfahigkeit dar. Der EinfluSS des Potentials U (x) wird
uber die Faktoren M in der Streuleitfahigkeit und N, in der Bandleitfahigkeit
berlicksichtigt.

Das oben beschriebene gegenphasige Verhalten zeigt sich auch in do,, allein,
falls es einmal vom Beitrag der Streuleitfahigkeit und einmal vom Beitrag der
Bandleitfahigkeit dominiert wird. Je nachdem welcher Beitrag dominiert, treten
einmal Maxima und einmal Minima der Einhtllenden der Shubnikov-de Haas
Oszillationen bei den Flachbandbedingungen auf. Dies wurde auch experimentell
gefunden und zwar sowohl fir Systeme mit 1D-Modulation [72], als auch fir
Systeme mit 2D-Modulation [73].
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Kapitel 6

Antidot-Ubergitter mit Lochern als
Ladungstrager

In diesem Kapitel werden Theorie und Rechnungen zur Kklas-
sischen Beschreibung des elektrischen Magnetotransports eines
Quasiteilchens mit anisotroper Fermikontur vorgestellt. Die Mo-
tivation fir die Entwicklung dieses Formalismus lieferten die Er-
gebnisse der Experimente von M. Zitzlsperger am ballistischen
Transport von Lochern durch ein Antidotgitter.

6.1 Experiment

Der Unterschied zwischen Elektronen und Lochern im Halbleiter ist nicht allein
auf das Vorzeichen der Ladung beschrankt. Was Locher so interessant und natir-
lich auch etwas komplizierter macht, ist die Tatsache, dal sie (im Gegensatz zu
Elektronen) auch anisotrope Fermikonturen aufweisen kénnen (siehe Abschnitt
6.2). Dabei dréngt sich natirlich unter anderem die Frage auf, ob und wie die
Anisotropie der Fermikontur den Magnetotransport der Locher beeinfluf3t.

Beim Experiment von M. Zitzlsperger [74] wurde der ballistische Magneto-
transport von Ldchern durch ein Antidotgitter untersucht. Es handelt sich hier-
bei um Locher in GaAs/AlGaAs-Quantentrogen, die auf einer GaAs(311)A-
Oberflache mittels MBE hergestellt wurden. Diese Systeme sind dafur bekannt,
dal? sie eine laterale Transportanisotropie aufweisen [75]; die Mobilitat entlang
der [233]-Richtung ist typischerweise bis zu funfmal hoher als entlang der [011]-
Richtung. Die Lochdichte im Experiment betragt 3.1-10*' cm~2 und die Mobilitat
bewegt sich im Bereich von 66 m?/(Vs) bis 40 m?/(Vs).

Die Geometrie des Experiments ist in Abbildung 6.1 skizziert. Mittels Elek-
tronenstrahl-Lithographie wurden quadratische Antidotgitter mit einer Gitterkon-

89



90 6. Antidot-Ubergitter mit Lochern als Ladungstrager

2r=a
v

Abbildung 6.1: Magnetowiderstand von drei Antidot-Gittern mit Orientierun-
gen entlang der [233] (gestrichelt), der [011] (Strich-Punkt) und der m/4-
Kristallrichtung (durchgezogen). Das Dreieck markiert den Wert des Magnetfel-
des, bei dem der Durchmesser einer isotropen Zyklotronbahn der Gitterkonstanten
a = 350 nm entspricht. Im Inset ist die Probengeometrie schematisch dargestellt.
Der Pfeil markiert die Verschiebung des Kommensurabilitdtsmaximums héherer
Ordnung.

stanten ¢ = 350 nm erzeugt. Die Hallbar-Strukturen wurden entlang der [233]- ,
der [011]- und der 7 /4-Richtung ausgerichtet. Das Antidotgitter bleibt dabei im-
mer parallel zur Hallbar. Die unterschiedlichen Orientierungen der Hallbar auf
dem Halbleiter filhren somit zu entsprechenden Drehungen der Fermikonturen be-
zuglich des Antidotgitters. Dabei nimmt der Drehwinkel, im Folgenden als © be-
zeichnet, die Werte 0, /4 und 7 /2 an (siehe Abbildung 6.1). Der Magnetotrans-
port wurde bei der Temperatur 7" = 0.4 K gemessen. Eine Vergleichsmessung bei
T = 1.4Kin [74] zeigt die Unempfindlichkeit der Messkurven gegentiber Tem-
peraturdnderung, was eine klassische Beschreibung des Magnetotransports von
experimenteller Seite aus rechtfertigt.

Abbildung 6.1 zeigt, daB in allen drei Orientierungen das Kommensurabilitats-
maximum erster Ordnung bei 0.5 T liegt. Dies entspricht auch der erwarteten Po-
sition flr eine isotrope Fermikontur der gleichen Ladungstragerdichte. Der Kom-
mensurabilitatspeak hoherer Ordnung fiir die [233]- und die [011]-Orientierung
tritt in beiden Fallen bei einem Magnetfeld von ca. 0.1 T auf. Der Unterschied in
den Amplituden ist hier auf die schon oben erwédhnte Anisotropie in der Mobili-
tat zuriickzufiihren. Die Messung mit der Hallbar in 7 /4-Richtung zwischen den
beiden anderen Orientierungen weist eine Verschiebung des Maximums héherer
Ordnung zu einem groRerem Magnetfeld von etwa 0.2 T auf.
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Die Verschiebung des Maximums hoherer Ordnung, soll im folgenden mit der
Fermikontur des Lochsystems erklart werden. Dazu wird in den nachsten Ab-
schnitten eine klassische Theorie entwickelt, die einer anisotropen Fermikontur
Rechnung tragen kann, um die daraus gewonnen Ergebnisse zur Interpretation
des Experiments heranziehen zu kénnen.

6.2 Fermikonturen von L6chern im symmetrischen
GaAs/AlGaAs(001) Quantentrog

Wie wir weiter unten sehen werden, bendtigt die theoretische Beschreibung des
klassischen Lochtransports als EingangsgroRRe (quantenmechanisch) berechnete
Fermikonturen. Deshalb soll in diesem Abschnitt zundchst die Fermikontur von
Ldochern in GaAs(001) besprochen werden, die aus einer k - p-Theorie abgeleitet
werden kann.

Hierbei ist zu bemerken, dal sich im Experiment die Locher in einem Quan-
tentrog mit GaAs(311)A-Grenzflachen befinden. Im Gegensatz dazu wird bei der
Rechnung ein symmetrischer Quantentrog mit GaAs(001)-Grenzflachen behan-
delt und zwar aus folgenden zwei Griinden. Zum einen ist es offenbar nicht mog-
lich, fur den komplizierteren Fall von GaAs(311)-Grenzflachen einen analytischen
Ausdruck der Fermikonturen zu gewinnen; es liegen hierzu lediglich numerische
Ergebnisse vor [76]. Da, wie in Abschnitt 6.3 gezeigt wird, jedoch in die Be-
wegungsgleichungen der Locher alle Fermikonturen im Energiebereich £ = 0
bis hin zur Fermienergie £ = Er und deren erste Ableitungen eingehen, ist es
schon aus numerischen Grinden ratsam, daflr einen analytischen Ausdruck ein-
zusetzen. Zum anderen erlaubt der analytische Ausdruck der Fermikonturen auf
einfache Weise die Variation der Starke des Warpings*, so daR der EinfluR des
Warpings auf die Transportgrofien systematisch untersucht werden kann.

Der analytische Ausdruck der Fermikonturen von Léchern in einem symme-
trischen GaAs/GaAlAs(001)-Quantentrog wird hier aus einem effektiven 2 x 2-
Luttinger-Hamiltonian [77] abgeleitet:

mit
P =1k + k) Q=2(-2k2 + k)

_ V3 2 2 ; 2 _ 22 2 (6.2)
R = 3 (ya(k; — k) — 2ivskky), k*=k; +k

IMit dem Ausdruck Warping wird in dieser Arbeit immer die Abweichung von der (fiir Elek-
tronen typischen) isotropen Fermikontur bezeichnet.
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Abbildung 6.2: Energiekonturen im k-Raum aus (6.5), die als Modelle fur die wei-
teren Rechnungen benutzt wurden. Die duRRerste Kontur entspricht jeweils der an-
gegebenen Fermienergie. Die restlichen Konturen liegen bei 0.8 Ef, 0.6 Fr, 0.4EF
und 0.2EF.

und den Luttinger-Parametern v; = 6.85, v = 2.1 und 3 = 2.9 aus [78]. Der
Quantentrog sei in z-Richtung gewachsen, so daSS sich die z-Richtung abseparie-
ren 14SSt und sich die Dispersion F(k) zusammen mit (6.1) aus folgender Eigen-
wertgleichung ergibt:

Ero — %(’h +72)k* — E %(Vg(ki — k;) — 2ivskyky)

) =0. (6.3
%(72(k528 - k;) + 2'73kxky) EL — %(71 + ’)’2)](32 —F
Die Grundzustandsenergien Ego und E7, werden aus den Hamiltonians

R 02

2mH/L@

Hyjp, = — +U(2) (6.4)

bestimmt, wobei U(z) das (selbstkonsistente) Potential des Quantentrogs ist und
myg = mo/(71 — 272), mr, = mg/(71 + 27) die Massen der schweren bzw.
leichten Locher sind.

Nach Einfiihrung von Polarkoordinaten ergeben sich schlief3lich aus (6.3) die
Konturen:

K(E,0) = %a;é) (—1 o1+ 4“2(;2)]5) (6.5)

Mit a; = 1 + 72, SOWie a2(©) = 2 (73 +73) cos?(20) und A = Egg — Epg.
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Es gilt noch, den Parameter A mithilfe von Gleichung (6.4) zu bestimmen.
Hierbei gehen wir von einem rechteckigen Quantentrog aus mit einer Breite
von 15 nm. Im einfachsten Modell mit unendlich hohen Barrieren auBerhalb des
Troges ergibt sich ein Energieabstand A = 14 meV. Ein etwas genaueres Mo-
dell mit endlichen Barrierenhthen liefert in unserem Fall fur die Materialien
GaAs/GaAlAs mit einem Al-Anteil von 0.331 eine Barrierenh6he von 409 meV
und daraus eine kleinere Aufspaltung von A = 8 meV.

Damit ist die Dispersion (6.5) vollstandig bestimmt. In den Rechnungen wird
A von 14meV bis 1 meV variiert. Dadurch kann die Starke des Warpings ver-
andert werden. Dies hat den Vorteil, da zum einen der EinfluR zunehmenden
Warpings untersucht werden kann und zum anderen eine weitere Absenkung von
A eine Anndherung unseres Modells an die tatsachliche Fermikontur der (311)A-
Locher liefert. In Abbildung 6.2 sind die Fermikonturen dargestellt, die fir die
Rechnungen verwendet wurden, die in diesem Kapitel gezeigt werden. Die Fer-
mikontur fir A = 14 meV ist nahezu isotrop und mit abnehmenden A nimmt die
Stérke des Warpings zu.

Bei gegebenen Wert von A wird die Fermienergie so bestimmt, daB sie fur die
Fermikonturen (a)-(d) aus Abbildung 6.2 der experimentellen Lochdichte n;, =
3 - 102 cm~2 entspricht. Das heif}t, die Flache F}, innerhalb der Fermikontur im
k-Raum ist fur alle Dispersionen gleich und die Fermienergie ergibt sich implizit
aus der Gleichung

1 2m
Fk = 27T2’I’Lh = 5/ k2(@, EF) do. (66)
0

6.3 Klassische Dynamik mit anisotroper Masse

Die theoretische Beschreibung der Ergebnisse des Experiments aus Abschnitt 6.1
muR die Anisotropie der Fermikonturen berucksichtigen. Hier wird deshalb zu-
néchst eine allgemeingiiltige theoretische Beschreibung der klassischen Dynamik
eines (Quasi) Teilchens mit anisotropen Fermikonturen vorgestellt. Die Fermikon-
turen werden in Form einer richtungsabh&ngigen Teilchenmasse in die klassischen
Bewegungsgleichungen integriert. Der hier beschriebene Formalismus ist somit
eine Verallgemeinerung der (fir Elektronen ublichen) Effektivmassennéherung.

6.3.1 Effektive Masse und Hamiltonfunktion

Zur Modellierung der klassischen Dynamik ist es zunéchst erforderlich, eine Ha-
miltonfunktion aufzustellen, die der anisotropen Dispersion £2(©,T) Rechnung
tragt, dabei ist 7" die kinetische Energie. Dies geschieht hier mittels Einfuhrung
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einer effektive Masse m(©, T'), die folgendermaRen definiert wird:

Be—U(r) =T(r) = %_

Die Dispersion k%(0, T'(r)) bei der kinetischen Energie T'(r) = Eg — U(r) flhrt
auf diese Weise zu einer Abhéngigkeit der effektiven Masse m(©, T") sowohl vom
Winkel © im k-Raum als auch von der kinetischen Energie 7". Die Dispersion
k*(©, T) muR dabei im Rahmen der Quantenmechanik fiir das entsprechende Ma-
terialsystem berechnet werden (z.B. aus einem Luttinger-Modell wie in Abschnitt
6.2). Als Spezialfall von Gleichung (6.7) ergibt sich fiir ein Teilchen mit isotroper
Fermikontur k2 = const. im homogenen System U(r) = 0 wieder die bekannte
konstante effektive Masse m*.

Die Ableitung der Bewegungsgleichungen erfolgt in Abschnitt 6.3.2 im Rah-
men der Hamiltonschen Formulierung der klassischen Mechanik. Die Hamilton-
funktion 1&Bt sich aus Gleichung (6.7) zusammen mit der Peierls-Onsager Erset-

zung [79]

(6.7)

ik — p—eA(r) (6.8)
aufstellen und lautet

k*(r, p)
2m(9(r,p), T(r))

Dabei ist k und der Winkel ® im k-Raum durch

H(r,p) =

+U(r). (6.9)

Kk(r,p) =p—eA(r) (6.10)
und
O(r,p) = arctan (ZE:’I;;) (6.11)

gegeben. Damit konnen dann die im folgenden Abschnitt beschriebenen Bewe-
gungsgleichungen abgeleitet werden.

6.3.2 Bewegungsgleichungen

Aus dem kanonischen Gleichungen

. 0H(r,p)
r = R —
op (6.12)
) O0H(r,p)
p = — ——=

or
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mit homogenem Magnetfeld parallel zur z-Achse in symmetrischer Eichung

A(r) = g ( _xy ) (6.13)

und der Hamiltonfunktion (6.9) ergeben sich die Bewegungsgleichungen:

Kz Ky Om

po= R (6.14a)
g = %_2’:222_’(;, (6.14b)
2

Zusammen mit der Dispersion m(©, T) ergeben sich aus der (numerischen) In-
tegration des Gleichungssystems (6.14) die Trajektorien »(t) des Teilchens mit
anisotroper Fermifldche in einem zusétzlichen lateralen Potential U (7).

Im Spezialfall ohne laterales Potential (U = 0) reduziert sich (6.14) auf

v = oH (6.15)
oK
Kk = e(vx B) (6.16)

unter der Annahme eines homogenen Magnetfelds in z-Richtung. Zusammen mit
(6.8) und (6.10) folgen daraus die (bekannten) Bewegungsgleichungen fiir den
k-Vektor:

_ 10E(k)
= % ok (6.17)
hk = e(vx B) (6.18)

Die Integration von (6.17) liefert eine Parameterdarstellung der Bahnkur-
ve im Ortsraum 7(©) des Teilchens mit der Dispersion k(©) (siehe hier-
zu [80] und [26]). Abbildung 6.3 zeigt die Aquivalenz der Lésungen von (6.14)
und (6.15) fir U = 0. Der Verallgemeinerung in (6.14) besteht zum einen dar-
in, dal} die Bewegung in einem zuséatzlichen lateralen Potential berechnet wer-
den kann und andererseits erlaubt die Losung v(t) aus (6.14) die Auswertung
der Geschwindigkeits-Autokorrelation zur Berechnung der Leitfahigkeit tiber die
Kubo-Formel.
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Abbildung 6.3: Vergleich der Ldsung der 500}
Bewegungsgleichungen (6.14) fir U = 0
(durchgezogen) mit der Teilchenbahn aus
Gleichung (6.15) (gestrichelt). Das Magnet-
feld betragt B = 0.2 T und A = 1 meV. Die
Losungen sind bis auf eine (im 2DHG bedeu-
tungslose) Translation &quivalent.
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6.4 Kubo-Formel

Die Berechnung der Leitféhigkeit erfolgt auch hier mit der klassischen Kubo-
Formel

7 = B [0 0,0 exp(—t/1) (619)

deren Ableitung im Rahmen der semiklassischen Naherung in Kapitel 2 erl&u-
tert wurde. Die Trajektorien der Locher werden durch numerische Integration
aus (6.14) berechnet und zur Auswertung der Kubo-Formel (6.19) benutzt. Der
Vorfaktor in (6.19) ist gegeben durch die Thomas-Fermi-Zustandsdichte d(E) aus
(2.38).

Fur eine anisotrope Fermikontur muR bei der Berechnung des Vorfaktors tiber
die Zustandsdichte d(E) zusitzlich die Winkel- und Energieabhangigkeit der ef-
fektiven Masse beriicksichtigt werden. Die Zustandsdichte wird damit zu

d(E) = % / i O(E — U(r)) / dém(e, E—U(r)  (6.20)

mit m (4, E — U(r)) aus Gleichung (6.7). Die Berechnung der Thomas-Fermi-
Zustandsdichte (6.20) erfolgt fur kompliziertere Effektivmassen m(¢, E — U(r))
in der Regel numerisch. In dieser Arbeit wurde (6.20) mittels Monte-Carlo-
Verfahren berechnet [25].

6.5 Magnetotransportim 2D Lochgas (2DHG)

Bevor das Lochsystem mit Antidotgitter in Abschnitt 6.6 untersucht wird, soll
hier zunéchst der einfachere Fall eines 2DHG besprochen werden. In Abschnitt
6.6 wird das Drude-Modell (siehe Abschnitt 2.3.1) wieder zur Normierung der
Leitfahigkeit eingesetzt. Es ist allerdings nicht unmittelbar einzusehen, daSS das
Drude-Modell auch fur Systeme mit anisotropen Fermikonturen gultig ist.
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Der Beweis der Gultigkeit der Drude-Leitfahigkeit fir Systeme mit anisotro-
pen Fermikonturen soll im folgenden nun skizziert werden. Dieser Beweis folgt
in groben Zigen der Rechnung in [81, 82]. Dort wurde allerdings lediglich die
Ubereinstimmung des asymptotischen Verhaltens der Leitfahigkeit gezeigt.

Zunéchst soll eine mittlere Zyklotronfrequenz w, definiert werden:

m_h j{dﬂ (6.21)

We eBJ v,

Das Integral wird Uber die geschlossene Fermikontur zur Energie E berechnet.
Dabei ist k| die Koordinate parallel zur Fermikontur und v, ist die Geschwindig-
keit senkrecht zur Fermikontur. Mit

1 dE
=—-—— 6.22
T hdk (6.22)
und £ = Zkai folgt als Spezialfall aus (6.21) fir ein Teilchen mit isotroper Fer-

mikontur wieder die bekannte Zyklotronfrequenz w, = eB/m*.

Die Berechnung der Leitfahigkeit erfolgt hier iber die Boltzmann-Gleichung
(siehe Abschnitt 2.3.3). Die Verteilungsfunktion f(k,r), deren Dynamik durch
die Boltzmann-Gleichung bestimmt wird, ist flir homogene Systeme unabhéangig
von der Ortskoordinate . Im folgenden sollen der Winkel ® und die Energie E als
neue Koordinaten im k-Raum fur f (k) benutzt werden. Der Winkel @ ist definiert
durch

kdk
q):ﬂ/_ll (6.23)

eB v

und seine Dynamik ergibt sich aus

& — wchki /k dk,  wchevy(k)B

_ - — W, 6.24
eB dk ) v,  eB fwi(k) (6.24)

Damit wird die Boltzmann-Gleichung fur f(®, F) zu

af _f . of
Bt = 50 35"

of . af
of . of

= a—®®+€v (vXB+E)8—E

. of of

Streu
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Dabei wurden die Bewegungsgleichungen des k-Vektors, die Lorentzkraft F =
e(v x B) + eE und Gleichung (6.24) benutzt.

Die Verteilungsfunktion f wird nun in einen Gleichgewichtsanteil f, (Fermi-
Verteilung) und den Nichtgleichgewichtsanteil g zerlegt

f(®,E) = fo(E) + 9(®, E). (6.26)

Der Streuterm (3t sich in einfachster Naherung als

o, __9 (6.27)
at Streu T
schreiben und (6.25) wird zu:
g_ 09 dfo
_ = Weps +e E—aE' (6.28)

Dabei wurden Terme O(E?) vernachlassigt (linearisierte Boltzmann-Gleichung).
Dies ist analog zum isotropen Fall, falls die Geschwindigkeit v(®, E) nicht vom
Winkel ® abhéngig wére. Die (formale) Losung von (6.28) lautet

[0
g(cI)’E) = _E%E / ’U((I>I,E) e(cb’,fb)/wcT dd’
e Ofy /°° . &
= ———E- d—d FE [weT 4! 2
. OF ; v ,E)e d (6.29)

und die Leitfahigkeit ergibt sich mit

2
ZU
_e? 00 o df
B . - JweT & ' 0 2
Oij 27r2wc/ [/0 v (P, F)e v;j(® -9, F) dd 9B d’k
m*eZ [o3] afO

/ do’ / d® vy (®, E) e~/ ;(® — &' E) .

Dabei wurde m* = eB/w,. und

d?k = m*v/h d® dE/(vh) = m*/h*d® dE
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benutzt. Gleichung (6.31) ist die Rohrenintegral-Formel? von Shokley [83].

Die Geschwindigkeit v(®) ist 2x-periodisch und I&3t sich als Fourier-Reihe
darstellen. Wir nehmen im Folgenden periodische Orbits an, und wéhlen oBdA
den Winkel & so, daf v,(0) = 0 und v,(0) # 0, dann gilt

(@) = ) Tu(n) sin(nd) (6.32a)
vy (@) = Zﬁy(m) cos(m®) . (6.32b)

Einsetzen von (6.32) in (6.31) fuhrt zur Berechnung von o,, und o, auf das
Integrale

/0 < 22((2?) > sin(m(® — ') d® . (6.33)

Mit den Additionstheoremen
sin(a) sin(f) = % (cos(aw — B) — cos(a + B)) (6.34a)
cos(a)sin(f) = % (sin(a — B) — sin(a + 3)) (6.34b)

wird (6.33) zu

1/2” ( cos((n — m)® + m®') — cos((n + m)® — mdP')
2 /o sin((n — m)® + m®') — sin((n + m)® — md')

Wegen n + m > 1 verschwinden die Integrale Uber die zweiten Summanden
in (6.35). Die ersten Summanden in (6.35) liefern nur Beitrage fur n — m = 0
und aus (6.35) wird zusammen mit der noch verbliebenen Integration iber &’
aus (6.31)

> dd. (6.35)

S8 !
TOnm ( COS(m(I) ) ) e_(bl/wcT do’ =
0

sin(m®’)
Tm % ( wiT ) . (6.36)
Hiermit ergibt sich schliellich aus (6.31)
Ope = # (6.37)
Oay = % (6.38)

2 Im Grunde ist dies wieder die Kubo-Formel, aber jetzt mit anisotroper Fermikontur. Wie man
sich durch eine kurze Rechnung leicht Giberzeugen kann, liefert (6.31) fur isotrope Fermikonturen
wieder die Drude-Formeln.
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Abbildung 6.4: Modellpotential fur
das laterale Antidotgitter nach Glei-

chun er innersten Krei- g 1 /,“\ “‘f‘\\,
32 irr?J K(Snﬁiplc?t kenn'zeicthnen5den g ////'/':‘:“\\\\\\\ //,"“\’("f“‘“‘\‘\t\//
E:rﬁ?é?]i?;?;_ der Antidots bei der . /,/,/ft,“t““‘\‘\\\t\\////'/":““\\\\\;f‘ “““‘

mit den (dispersionsabhdngigen) Konstanten

~ m*e2rm ~

Ooz = “ry D 0a(n) (6.39)
n>0

_ m*e2rm . .

Ooy = S3p3 g Uz (n)Ty(n). (6.40)

Dies ist der Beweis dafur, dafl} auch im Fall anisotroper Fermikonturen im homo-
genen System die Abhangigkeit der Leitfahigkeit vom Magnetfeld von der Form
der Drude-Leitfahigkeit ist. Im néachsten Abschnitt werden bei der Interpretation
der numerischen Ergebnisse die Leitfahigkeiten auf die Drude-Leitfahigkeit nor-
miert.

6.6 Magnetotransport von Lochern im Antidotgit-
ter

Wie bereits in Abschnitt 6.1 erldutert wurde, soll hier die Frage untersucht wer-
den, ob sich die Anisotropie der Fermikonturen der Locher in einem anisotropen
Magnetotransport widerspiegelt. Im Experiment wurde eine solche Anisotropie
bereits festgestellt. Die Aufgabe der Theorie ist es nun, als ersten Schritt das ex-
perimentelle Ergebnis zu bestatigen, um sodann weitere Hinweise auf die Ursache
und den Mechanismus dieser Anisotropie zu liefern.

Naturlich ist auch bei der Beschreibung der Antidotgitter fir Lécher die ex-
perimentell realisierte Potentialform des Ubergitters prinzipiell unbekannt. Daher
muB fir die Modellierung des Transports von Léchern, wie auch schon beim elek-
tronischen Transport in Kapitel 4 wieder ein Modell fir das Ubergitterpotential
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verwendet werden. Um zu zeigen, dal} die vorgestellten Ergebnisse keine Arte-
fakte des verwendeten Modellpotentials sind, werden am Ende dieses Abschnitts
die Ergebnisse mit einer anderen Potentialform reproduziert.

Das Modellpotential, das fur die folgenden Rechnungen verwendet wurde,
lautet

V(z,y) = 2Eg cos*(mz/a) cos* (my/a) (6.41)

und ist in Abbildung 6.4 dargestellt. Die Fermienergie Er variiert je nach Starke
des Warpings und entspricht immer der experimentellen Ladungsdichte von n =
3.1-10'cm=2 (siehe Abschnitt 6.2). Die Gitterkonstante betragt a = 350 nm (wie
im Experiment).

Im Experiment wurden die Antidotgitter in unterschiedlichen Orientierungen
auf dem GaAs-KTristall aufgebracht. Die Hallbar wurde jeweils parallel zum Anti-
dotgitter ausgerichtet. Die verschiedenen Orientierungen entsprechen dann einer
Drehung der Fermikontur um den Winkel ©, (siehe Abbildung 6.1).

In Abbildung 6.5 wurde der Magnetowiderstand mit den Warpingmodellen
aus Abbildung 6.2 mithilfe der Kubo-Formel (6.19) berechnet. Das Maximum
im Widerstand bei B = 0.5 T ist unabhangig von der Starke des Warpings und
unabhéngig von der Orientierung ©, der Fermikontur.

Im Vergleich zum Experiment in Abbildung 6.6 zeigt die Theorie ebenfalls die
Stabilitdt des Maximums bei 0.5 T. Die Verschiebung des Maximums bei kleine-
rem Magnetfeld wird auch in Ubereinstimmung zum Experiment reproduziert.
Diese Transport-Anisotropie im Widerstand soll nun mit Hilfe der theoretischen
Rechnungen weiter untersucht werden.

Beim Magnetotransport von Elektronen [6, 7, 84] lassen sich die Widerstands-
maxima durch Kommensurabilitdten zwischen dem Durchmesser der Zyklotron-
bahnen und der Gitterkonstanten erkléren. Diese Thematik wurde bereits in Kapi-
tel 4 erlautert. Auch im Fall der Locher kann das Maximum bei 0.5 T mit bestimm-
ten Teilchenbahnen in Verbindung gebracht werden. Aufgrund des Warpings sind
die Lochbahnen allerdings nicht mehr kreisformig und kénnen daher nicht allein
durch ihren Durchmesser charakterisiert werden.

Die fur das Maximum bei 0.5 T charakteristischen Bahnen werden auch im
Lochsystem Uber Poincaré-Schnitte identifiziert. (siehe Abbildung 6.7). Fir beide
Orientierungen (0 und = /4) ist ein ausgepréagter Stabilitdtsbereich zu erkennen.
In den Zentren dieser beiden Bereiche liegen die Anfangsbedingungen fur die
Trajektorien aus Abbildung 6.8. Im Unterschied zu elektronischen Systemen sind
hier die Trajektorien aber natirlich keine Zyklotron-Kreise mehr. Die Stabilitat
des Widerstandsmaximums bei 0.5 T hinsichtlich Starke und Orientierung des
Warpings ist darauf zuriickzufuhren, daf der EinfluR des Antidotgitters auf diese
Bahnen vernachlassigbar ist.
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Abbildung 6.5: Magnetowiderstand des Antidotgitters (6.41) fir die Warpingmo-
delle aus Abbildung 6.2. Die obersten Kurven in Teilabbildung a) und b) sind fur
eine isotrope Fermikontur gerechnet. Das Warping nimmt von oben nach unten
hin zu, entsprechend nimmt A die Werte 14 meV, 7meV, 3meV und 1 meV an.
Die Kurven wurden jeweils um 0.2 kS2 verschoben.
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Abbildung 6.6: Vergleich der theoretischen Ergebnisse (gestrichelt) fur das stark-
ste Warping (A = 1meV) aus Abbildung 6.5 mit den experimentellen Kurven
aus Abbildung 6.1 (durchgezogen). Der Pfeil markiert die Verschiebung des Kom-
mensurabilitatsmaximums 2. Ordnung bei Anderung der Orientierung ©, der Fer-
mikontur bezlglich dem Antidotgitter.
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Abbildung 6.7: Poincaré-Schnitte bei B = 0.5 T, ymoda = a/2und A = 1 meV.
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Abbildung 6.8: Trajektorien bei B = 0.5 T fir A = 1 meV.
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Abbildung 6.9: Auf das Drude-Modell normierte Leitfahigkeitskomponenten in
Abhangigkeit von Stérke und Orientierung des Warpings. Die obere Zeile wurde
fur die 7 /4-Orientierung gerechnet. Der Parameter A nimmt die Werte 14 meV,
7meV, 3meV und 1 meV an. Der Pfeil markiert die Anderung des Leitfahigkeits-
maximums mit der Stérke des Warpings A (siehe auch Abbildung 6.10).

Im Gegensatz zum Experiment liefert eine theoretische Beschreibung nicht di-
rekt die Komponenten des Widerstandstensors, sondern dessen Inverses, die Leit-
fahigkeit. Die Ursache fur die Verschiebung des Widerstandsmaximums in Abbil-
dung 6.5a) bei 0.2 T kann daher im Prinzip sowohl in o, als auch in o, zu su-
chen sein. Bei der Interpretation wird die Leitfahigkeit auf die Drude-Leitfahigkeit
des 2DHG normiert, um die Einflusse des Ubergitters und der Fermikonturen zu
studieren. Das Ergebnis ist in Abbildung 6.9 zu sehen. In der = /4-Orientierung
andert sich die longitudinale Leitfahigkeitskomponente o, /oprude Mit zunehmen-
dem Warping und es bildet sich in 0, /0prge bei 0.2 T ein Maximum aus. In den
Hall-Leitfahigkeiten und in der longitudinalen Leitfahigkeit fur die Orientierung
Oy = 0 tritt bei B = 0.2 T keine signifikante Anderung auf. Diese Anderung ist in
Abbildung 6.10 nochmal zur Verdeutlichung dargestellt und ist somit die Ursache
fur die Verschiebung des Widerstandsmaximums.

Zur Interpretation des Maximums in o, wurden wieder Poincaré-Schnitte be-
rechnet. Die Poincaré-Schnitte bei 0.2 T zeigen eine starke Abhéngigkeit von Ori-
entierung und Stérke des Warpings (siehe Abbildung 6.11). Wé&hrend bei isotro-
per Fermikontur (Abbildung 6.11a) und fur ©, = 0 (Abbildung 6.11b) keinerlei
Struktur im Poincaré-Schnitt zu erkennen ist, tritt fiir die 7/4-Orientierung ein
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Abbildung 6.10: Auf das Drude-Modell normierte Leitfahigkeitskomponente o,
fur die 7 /4-Orientierung in Abhéngigkeit von der Starke des Warpings. Die Para-
meter sind in Abbildung 6.9 angegeben.

stabiler Bereich auf (Abbildung 6.11c). Betrachtet man die Trajektorien mit An-
fangsbedingung aus dem Zentrum des Stabilitatsbereiches aus Abbildung 6.11c,
dann zeigt sich, daB es nur bei der 7/4-Orientierung zur Ausbildung von git-
terperiodischen Runaway-Trajektorien kommt (siehe Abbildung 6.12). Hier be-
wirkt das Warping in der 7 /4-Orientierung also eine Stabilisierung der Runaway-
Trajektorien und wie beim klassischen Transport im Rechteckgitter in Kapitel 4
bewirken die Runaway-Trajektorien einen Anstieg in der Leitfahigkeit.

Eine etwas genauere Betrachtung der Runaway-Trajektorien fordert noch ein
interessantes Detail zu Tage. In Abbildung 6.13 ist der Stabilitatsbereich aus dem
Poincaré-Schnitt Abbildung 6.11c vergroRert dargestellt. Die Dreizéhligkeit des
Stabilitatsbereiches ist hier deutlich zu erkennen und die Erklarung hierfiir liefert
eine detailliertere Betrachtung der Periodizitat der Runaway-Trajektorien. In Ab-
bildung 6.14 ist in der linken Teilabbildung eine Trajektorie mit der Periodizitat
der Gitterkonstanten a dargestellt, sie stammt aus dem Zentrum des Stabilitéts-
bereichs aus Abbildung 6.13. Zum anderen treten aber auch Trajektorien mit der
Periodizitat 3a auf (Abbildung 6.14 rechts) und zwar zu Anfangsbedingungen aus
dem Zentrum eines der drei Satelliten in Abbildung 6.13. Dies erklart die Drei-
zahligkeit der Struktur in Abbildung 6.13. Bei einem kleineren Magnetfeld von
0.1 T ist diese Dreizahligkeit verschwunden (siehe Abbildung 6.15). Offenbar
gehen die Trajektorien mit Periodizitat 3a aus einer Bifurkation mit Perioden-
Verdreifachung hervor, die im Bereich zwischen 0.1 und 0.2 T stattfindet. Dies ist
ein bekanntes Phanomen von Systemen mit nichtlinearer Dynamik.

Die Ergebnisse der Modellrechnungen an dem Potential (6.41) sollen nun noch
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Abbildung 6.11: Poincaré-Schnitte fir B = 0.2 T, ymoda = a/2 und A =
1meV.
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Abbildung 6.12: Trajektorien mit Anfangsbedingung aus dem Zentrum des Stabi-
litdtsbereiches aus Abbildung 6.11c) fur B = 0.2T und A = 1 meV.
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Abbildung 6.13: Ausschnitt aus Abbildung 6.11c zusammen mit einer Trajektorie
mit Anfangsbedingung aus dem Zentrum des Stabilitatsbereiches.
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daher erscheinen die Antidots am linken Bildrand nicht mehr rund. Durch diese
Skalierung wird die Periodizitat der Trajektorien sichtbar.)
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Abbildung 6.15: Poincaré-Schnitt fir B = 0.1T, ymoda = a/2, ©9 = 7/4 und
A =1meV
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einmal anhand eines steileren Potentials Gberpruft werden:
V(z,y) = 4B cos®(1x/a) cos®(my/a) . (6.42)

Dieses ist so konstruiert, dal3 es den gleichen Antidotdurchmesser an der Fermi-
energie besitzt, was in Abbildung 6.16 anhand eines Vergleichs der beiden Poten-
tialprofile veranschaulicht ist.

Die numerischen Ergebnisse fir den Magnetowiderstand sind in Abbildung
6.17 im Vergleich mit den bisherigen Rechnungen fur A = 1meV dargestellt
Die Ergebnisse der obigen Rechnungen werden auch mit dem steileren Potential
bestatigt. Auch damit bleibt sowohl die Unabhdngigkeit des Hauptmaximums bei
0.5 T von Orientierung und Starke des Warpings als auch die Verschiebung des
Maximums bei kleinerem Feld erhalten.

Ein Blick auf die normierte Leitfahigkeit in Abbildung 6.18 weist jedoch auch
einen wichtigen Unterschied in den beiden Modellen auf. Die Ausbildung des lo-
kalen Maximums in der normierten longitudinalen Leitfahigkeit bei 0.2 T fallt
beim steileren Potential wesentlich schwacher aus. Dieses Ergebnis ist auf den er-
sten Blick Uberraschend. Bei den Rechnungen mit dem steileren Potential haben
die Locher Gber einen grélReren Bereich im Antidotgitter fast ausschlieRlich kine-
tische Energie. Das bedeutet aber auch, daSS der EinfluR des Warpings zunimmt
(siehe hierzu auch Abbildung 6.2). Es ware daher zu vermuten, daf auch das lo-
kale Maximum in o, /opnge zunehmen sollte. Dies ist allerdings nur zum Teil
richtig. Nach der Interpretation des Maximums fir das weichere Potential ist ndm-
lich das Wechselspiel von Warping und Antidotpotential fir die Ausbildung der
Runaway-Trajektorien verantwortlich. Bei dem steileren Potential ist der EinfluR
des Warpings zwar stérker, die Stabilitdt der Runaway-Trajektorien wird durch
das steilere Potential jedoch vermindert. Das hat die schwéchere Ausbildung des
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Abbildung 6.17: Vergleich der numerischen Ergebnisse fur den Magnetowider-
stand mit den Potentialmodell (Gleichung (6.41), gestrichelt) und dem steileren
Potential (Gleichung (6.42), durchgezogen).
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Abbildung 6.18: Normierte Leitfahigkeit flr das Potential (Gleichung (6.41), ge-
strichelt) und das steilere Potential (Gleichung (6.42), durchgezogen). Der Pfeil
markiert wieder das lokale Maximum in der normierten longitudinalen Leitfahig-
keit, das flr die Verschiebung des Widerstandsmaximums verantwortlich ist.

Maximums in Abbildung 6.18 zur Folge.

Auch die Ergebnisse fiir das steilere Potential bestatigen somit die Interpre-
tation der obigen Rechnungen mit dem weicheren Potentialmodell und liegen im
Einklang mit dem Experiment.
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Zusammenfassung

Die Eigenschaften des Magnetotransports eines lateralen Halbleiter-Ubergitters
mit hoher Beweglichkeit der Ladungstréger lassen sich hdufig durch eine klas-
sische oder semiklassische Theorie beschreiben. Anomalien im Magnetowider-
stand werden dabei als Auswirkungen bestimmter Trajektorien der Ladungstréger
erklart. Die semiklassische N&herung zur Leitfédhigkeit gestattet es sogar, die fuh-
renden Quanteninterferenzeffekte im Magnetotransport mittels klassischer Teil-
chenbahnen zu berechnen.

In der vorliegenden Arbeit werden die Anomalien im Magnetowiderstand ver-
schiedener anisotroper Systeme untersucht. Im Einzelnen ist dies ein Antidot-
Ubergitter mit rechteckiger Einheitszelle, ein System mit schwacher eindimensio-
naler Modulation und ein quadratisches Antidotgitter mit Lochern als Ladungstra-
ger. Bei jedem dieser Systeme hat die Anisotropie charakteristische Auswirkun-
gen auf den Magnetotransport, deren Analyse weitergehendere Riickschlisse auf
die zugrundeliegenden Transportmechanismen zuldRt, als bei den entsprechenden
isotropen Systemen moglich wére.

Die wichtigsten theoretischen Konzepte zur Beschreibung des linearen Ma-
gnetotransports, die in dieser Arbeit benutzt wurden, lassen sich in zwei Klassen
einteilen. Zum einen sind dies die klassischen Theorien, wie die klassische Kubo-
Formel, und zum anderen semiklassische Theorien auf der Basis der semiklassi-
schen Naherung zur quantenmechanischen Greenschen Funktion, die die Interfe-
renzeffekte quantenmechanischer Wellenfunktionen n&herungsweise mit berlick-
sichtigen und damit Gber die rein klassische Beschreibung hinausgehen. Charak-
teristisch fir die semiklassischen N&herungen ist die Beschreibung der Quanten-
interferenzeffekte mit Elementen der klassischen Mechanik, so daf sich die hohe
Anschaulichkeit der klassischen Konzepte auch auf einen Teil der quantenmecha-
nischen Eigenschaften tbertragt. Die Anwendung klassischer und semiklassischer
Konzepte auf anisotrope Systeme erfordert dabei oft eine Erweiterung der beste-
henden theoretischen Modelle.

Das Antidot-Ubergitter mit rechteckiger Einheitszelle zeigt im Gegensatz zu
quadratischen Antidotgittern eine ausgepragte Anisotropie zwischen den beiden
longitudinalen Komponenten des Magnetowiderstands. Diese Anisotropie im Wi-
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derstand Ubertragt sich auch auf die longitudinalen Leitfahigkeiten und zeigt sich
sowohl im Kklassischen Anteil des Magnetotransports als auch in den quantenme-
chanischen Aspekten.

Die theoretische Untersuchung des Magnetowiderstands mithilfe der klassi-
schen Kubo-Formel bestétigt die experimentell gefundene Anisotropie in den Wi-
derstandkomponenten. Eine Analyse der Leitfahigkeit, die auf die Leitfahigkeit
des Drude-Modells fiir ein entsprechendes homogenes System normiert wurde,
bestatigt die Aquivalenz der normierten Leitfahigkeit mit dem Magnetowider-
stand. Diese normierte Leitféhigkeit bietet den Vorteil, dal3 sie iber die Propor-
tionalitat zum Diffusionstensor direkt mit Geschwindigkeitskorrelationsfunktio-
nen klassischer Teilchenbahnen in Verbindung steht. Die Analyse der normierten
Leitfahigkeit zeigt als Ursache der Anisotropie besonders hohe Werte der Korre-
lationsfunktion in Richtung der kiirzeren Gitterkonstanten des Rechtecksystems.
Das Magnetfeld, bei dem das Hauptmaximum der Korrelation auftritt, stimmt mit
dem Feld fur das Hauptmaximum der bekannten Kommensurabilitdtsbedingung
aus quadratischen Gittern Uberein, die mit geschlossenen und an die Antidots ge-
pinnten Zyklotronbahnen erklart wird. Die Anisotropie der Korrelation im Recht-
eckgitter fiihrt jedoch zu einer anderen Interpretation der Kommensurabilitdtsma-
xima mittels offener gitterperiodischer Trajektorien, die sich entlang der Antidot-
reihen in Richtung der kiirzeren Gitterkonstanten ausbreiten. Eine einfache geo-
metrische Betrachtung der Ausbildung der Runaway-Trajektorien bestétigt diese
Interpretation.

Die Anisotropie des quantenmechanischen Anteils des Magnetotransports im
Rechteckgitter zeigt sich in Form von Leitfahigkeitsoszillationen, die bei tiefen
Temperaturen den klassischen Anteil (berlagern und in Richtung der kirzeren
Gitterkonstante eine hohere Amplitude aufweisen und phasenverschoben sind ge-
genuiber den Shubnikov-de Haas-Oszillationen in der anderen Komponente. Die
Analyse der anisotropen Quantenoszillationen erfolgt mit einer semiklassischen
Né&herung zur Kubo-Formel, die den oszillierenden Anteil der Magnetoleitféhig-
keit als Summe Uber klassische periodische Teilchenbahnen (periodische Orbits)
darstellt, und eng verwandt ist mit der Gutzwiller-Spurformel zur Berechnung von
Zustandsdichteoszillationen in einem chaotischen klassischen System mit isolier-
ten Trajektorien. Die semiklassische Naherung der Quantenoszillationen wurde in
einem quadratischen Gitter bereits erfolgreich angewandt und lieferte eine Ana-
lyse der Oszillationen in Form der Interferenz von Elektronenwellen auf den Kkdir-
zesten klassischen periodischen Orbits. Als Referenz zur semiklassischen Analy-
se der anisotropen Quantenoszillationen im Rechteckgitter dient eine quantenme-
chanische Rechnung, die die experimentell gefundene Anisotropie aufweist und
zugleich die Modellparameter fir die semiklassische Rechnung festlegt.

Die Untersuchung der anisotropen Oszillationen im Rechteckgitter mithilfe
der semiklassischen Kubo-Formel ergibt jedoch nur isotrope Quantenoszillatio-
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nen, da die Anisotropie der kurzesten periodischen Orbits nicht ausreicht, um die
stark ausgepragte Anisotropie der Quantenoszillationen zu beschreiben. Bei der
semiklassischen Analyse zeigt sich zudem die Bedeutung der integrablen Berei-
che des gemischten Phasenraums des Rechteckgitters, die im allgemeinen zu si-
gnifikant starkeren Oszillationen fiihren als die chaotischen Anteile und im Rah-
men der semiklassischen Naherung aufgrund der Ausbildung von Familien peri-
odischer Orbits gesondert behandelt werden mussen.

Die Bertcksichtigung der diskreten Translationssymmetrie des Antidotgitters
fuhrt zur Beschreibung des klassischen Systems in einem reduzierten Phasenraum,
so daB auf der reduzierten Einheitszelle auch die oben beschriebenen Runaway-
Trajektorien geschlossen sind. Formal konnte jedoch kein Beitrag der Runaway-
Trajektorien zur semiklassischen Kubo-Formel gefunden werden. Die Untersu-
chung der Eigenschaften der Runaway-Trajektorien aus dem chaotischen Bereich
des Phasenraums zeigt zudem, daR einerseits die Oszillationsperiode stark vom
erwarteten Verhalten abweicht und andererseits die Bifurkationen im chaotischen
Bereich des Phasenraums zum ,,Aussterben® der Runaway-Trajektorien noch vor
dem geforderten Magnetfeldbereich fhrt.

Die semiklassische Beschreibung des homogenen Systems fuhrt auf die (iso-
tropen) Shubnikov-de Haas-Oszillationen. Ausgehend vom homogenen System
werden die Quantenoszillationen des Rechteckgitters im Rahmen einer semi-
klassischen Storungstheorie behandelt. Das ,,Einschalten” des Potentials be-
wirkt dabei zum einen eine zusétzliche Phase und zum anderen eine Drift des
Schwerpunkts der ungestorten Zyklotronorbits. Die Berlicksichtigung beider Ef-
fekte bei der semiklassischen N&herung zur Kubo-Formel flhrt zu einem neu-
en storungstheoretischen Ausdruck fir die Modifikation der Shubnikov-de Haas-
Oszillationen durch das laterale Ubergitter. Dieser Ausdruck besteht aus der Sum-
me von zwei Beitrdgen. Zum einen ein isotroper Beitrag, der aus dem Vergleich
mit einer guantenmechanischen Stérungtheorie als semiklassische N&herung zur
Streuleitfahigkeit interpretiert werden kann und zum anderen ein anisotroper Bei-
trag, der vom Betrag der Driftgeschwindigkeit der Zyklotronorbits abhéngt und
der Bandleitfahigkeit der quantenmechanischen Stérungstheorie entspricht.

Die oben beschriebene stérungstheoretische semiklassische Analyse der
Quantenoszillationen im Rechteckgitter zeigt schlieBlich die zu erwartende Ani-
sotropie und stimmt qualitativ mit den Ergebnissen der quantenmechanischen
Rechnung Uberein. Die anisotrope Drift der Zyklotronorbits fuhrt somit zu einem
anisotropen Beitrag der Bandleitfahigkeit in Ubereinstimmung mit dem quanten-
mechanischen Ergebnis.

Die oben beschriebene semiklassische Naherung zu Band- und Streuleitfa-
higkeit wird auch zur Berechnung der Quantenoszillationen in einem lateralen
Ubergitter mit schwacher eindimensionaler Modulation benutzt. In diesem Sy-
stem ergeben sich sogar analytische Ausdriicke fir die semiklassische Naherung
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der Band- und Streuleitfahigkeit. Es zeigt sich wiederum eine deutlich ausgeprég-
te Anisotropie der Quantenoszillationen, die quantitativ von einer quantenmecha-
nischen Rechnung bestétigt wird. Die Einh(llende der Quantenoszillationen weist
in der Leitfahigkeitskomponente entlang der Modulation Minima an den Flach-
bandbedingungen auf, wahrend die andere Komponente bei den entsprechenden
Magnetfeldern Maxima aufweist. Dieses gegenphasige Verhalten wird ebenfalls
von der semiklassischen Rechnung reproduziert und kann anhand der analyti-
schen Ausdriicke sogar erklart werden. Die semiklassische Naherung stellt da-
mit die Erweiterung des klassischen Bildes der driftenden Zyklotronorbits auf die
Quantenoszillationen dar.

Die Anisotropie der oben beschriebenen Systeme aus Elektronen liegt im
kiinstlich erzeugten lateralen Ubergitter. Im System mit Lochern als Ladungstra-
ger liegt die Anisotropie in der nicht mehr kreisformigen Fermikontur. Ein Expe-
riment, in dem der Magnetowiderstand an einem quadratischen Antidotgitter mit
Lochern als Ladungstrager gemessen wurde, zeigt die von elektronischen Anti-
dotgittern bekannten Kommensurabilitdtsmaxima. Die Position des Kommensu-
rabilitatsmaximums zweiter Ordnung wird jedoch abh&ngig von der Orientierung
der anisotropen Fermikontur im Antidotgitter. Die Berechnung der Magnetoleit-
fahigkeit erfolgt wieder mit der klassischen Kubo-Formel. Zur Beriicksichtigung
der Anisotropie der Fermikontur, wird zundchst aus der kp-Theorie ein einfaches
Modell aufgestellt, das die anisotrope Fermikontur beschreibt. Die Fermikontur
geht in die klassischen Bewegungsgleichungen Uber eine effektive Masse ein, die,
in Verallgemeinerung der bekannten Effektivmassennaherung fiir Elektronen, nun
eine zusatzliche Richtungsabhéngigkeit besitzt. Mit dieser richtungsabhangigen
Masse werden klassische Bewegungsgleichungen aufgestellt, die im Spezialfall
eines homogenen Systems den bekannten semiklassischen Bewegungsgleichun-
gen im k-Raum entsprechen. Die Losung der Bewegungsgleichungen gestattet
wieder die Berechnung der Geschwindigkeitskorrelationsfunktionen der Loch-
Trajektorien und fuhrt Gber die Kubo-Formel zur Leitfahigkeit. Der daraus be-
rechnete Widerstand zeigt den experimentell beobachteten Effekt der Verschie-
bung des hoheren Kommensurabilitditsmaximums. Die Analyse der normierten
Leitfahigkeit in Abhéngigkeit von Starke und Orientierung der Anisotropie er-
laubt es, die fur den Effekt charakteristischen Trajektorien tiber Poincaré-Schnitte
zu identifizieren. In Fall des quadratischen Antidotsystems mit Léchern sind es
wieder Runaway-Trajektorien, die durch das Wechselspiel von Antidotgitter und
der Orientierung der Fermikontur stabilisiert werden.

Die Methoden, die in dieser Arbeit zum Einsatz kamen und teilweise weiter-
entwickelt wurden, insbesondere die Berechnung der klassischen Magnetoleitfa-
higkeit in Systemen mit anisotroper Fermikontur und die semiklassische Nahe-
rung zu Streu- und Bandleitfahigkeit, sind ihrer Anwendbarkeit naturlich nicht
nur auf die beschriebenen Systeme beschrénkt. Ein Beispiel fur eine weitere An-
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wendung ware die Untersuchung schwach zweidimensional modulierter Systeme
mit der semiklassischen N&herung oder die Analyse von weiteren Parameterab-
hangigkeiten, die mir aus zeitlichen Grinden nicht mehr moglich war. Die kon-
sequente Weiterentwicklung der klassischen und semiklassischen N&herungen in
den nédchsten Jahren sollte jedenfalls von grundlegendem theoretischen Interesse
sein, da sie aufgrund ihrer Anschaulichkeit fir das Verstandnis der Eigenschaften
des Transports von Ladungstrégern einen wichtigen Beitrag leisten kénnen.
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