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I. ВВЕДЕНИЕ

Изучению явлений переноса в проводниках при наличии магнитного
поля посвящено большое количество как теоретических, так и экспери-
ментальных работ. Классической теории гальваномагнитных явлений
посвящены обзор Лифшица и Каганова 1, монография Вира 2 . Класси-
ческая теория и анализ экспериментов по термомагнитным явлениям
изложены в монографии Цидильковского 4 , в обзорах Делвиса 5, Хар-
мана и других 6, Завадского и Колодзейчика 7.

В основу классической теории термогальваномагнитных явлений
положено кинетическое уравнение Больцмана. При изменении внеш-
них параметров системы, таких как напряженность магнитного поля Н,
температура Τ = кТ° (к — постоянная Больцмана, Т°— абсолютная
температура в градусах), могут оказаться существенными квантовые
эффекты, для описания которых уравнение Больцмана уже неприменимо.
Действительно, при переходе к квантовому описанию движения электрона
в плоскости, ортогональной магнитному полю, возникает дискретный
энергетический спектр (уровни Ландау) и проявляется зависимость энер-
гии электрона от Н. Такой дискретный спектр является следствием кванто-
вания финитного орбитального классического движения электрона. Нали-
чие дискретного спектра при определенных условиях может приводить
к существенным изменениям термодинамических и кинетических харак-
теристик проводников. Очевидно, что с изменением магнитного поля про-
исходит смещение уровней Ландау относительно уровня Ферми. И вся-
кий раз, когда один из уровней Ландау совпадает с уровнем Ферми, проис-
ходит резкое увеличение плотности электронных состояний вблизи уровня
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Ферми. Это обусловлено тем, что уровни Ландау сильно вырождены
и кратность вырождения пропорциональна напряженности магнитного
поля. Таким образом, плотность состояний у поверхности Ферми является
осциллирующей функцией Н. Для того чтобы эти осцилляции проявля-
лись в термодинамических и кинетических характеристиках проводников,
необходимо, чтобы разность энергий между соседними уровнями Ландау
% Ω превосходила ширину теплового размытия уровня Ферми, равную
~кТ°. Наряду с этим необходимо выполнение еще одного важного усло-
вия. Во всех реальных системах существуют столкновения электронов
с различного рода рассеивателями. Эти столкновения приводят к неопре-
деленности в энергии стационарных состояний или к уширению энергети-
ческих уровней Ландау на величину ~ Их'1 (% — постоянная Планка,
τ — характерное время релаксации электрона). Очевидно, что дискрет-
ный энергетический спектр существует только тогда, когда %Q > Κτ'1,
т. е. «расстояние» между уровнями Ландау значительно превосходит
ширину уровня. Следовательно, в условиях ΤίΩ > кТ°, Ωτ > 1 все тер-
модинамические и кинетические характеристики электронов, зависящие
от плотности состояний у поверхности Ферми, будут осциллирующими
функциями Н. Сильные магнитные поля могут существенно влиять и на
процессы рассеяния электронов. Так, например, с ростом напряженности
магнитного поля средний импульс электрона вдоль магнитного поля
уменьшается, а длина волны де Бройля λ2 возрастает. В ультраквантовом
пределе, когда все электроны находятся на нижнем уровне Ландау, может
случиться, что λζ 35 α — среднего расстояния между рассеивающими
центрами. В этом случае существенно рассеяние на многих центрах.

Становится очевидным, что описание явлений переноса в сильных
магнитных полях (Ωτ > 1) и при низких температурах (ΤίΩ > Τ) должно
быть квантовым.

За последнее десятилетие были достигнуты большие успехи в кван-
товой теории гальваномагнитных явлений, нашедшие свое отражение
в обзоре Кубо, Мияке и Хашицуме 3. По квантовой теории термомагнит-
ных явлений в настоящее время не существует обзорных работ *). Такая
ситуация сложилась не случайно. Дело в том, что в квантовой теории
гальваномагнитных явлений достаточно рассматривать лишь простран-
ственно-однородные системы при наличии сил только динамической при-
роды, таких, как напряженности электрического Ε и магнитного Η полей,
которые обычным способом включаются в гамильтониан системы, что
сразу же позволяет записать уравнение Шрёдингера для матрицы плот-
ности. При построении квантовой теории термомагнитных явлений,
в отличие от гальваномагнитных, мы встречаемся с более трудной задачей,
поскольку необходимо рассматривать пространственно-неоднородные
системы, чтобы последовательно включать в рассмотрение наряду с дина-
мическими силами силы статистической природы, обусловленные про-
странственными неоднородностями температуры Τ и химического потен-
циала ζ. Далее, вычисление объемных плотностей тока проводимости
и потока тепла, необходимых для построения квантовой теории термомаг-
нитных явлений, приводит к новым усложнениям в сравнении с квантовой
теорией гальваномагнитных явлений. Для того чтобы пояснить сказанное,
заметим, что с помощью матрицы плотности можно вычислять средние
значения квантовомеханических операторов, соответствующих физиче-
ским величинам. Так, например, можно вычислить значения операторов
плотности потоков заряда и энергии. Но в силу макроскопичности опре-

*) Недавно опубликован обзор Пури и Джебалла 8 1 , в котором анализируются
экспериментальные исследования термо-э. д. с. увлечения и магнитофононные осцилля-
ции термо-э.д.с. в re-Ge и re-InSb.
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делений тока проводимости и потока тепла (см. раздел II) нельзя построить
квантовомеханические операторы этих величин. А поскольку в про-
странственно-неоднородных системах в квантующем магнитном поле,
например, ток проводимости отнюдь не совпадает с объемной плотностью
потока заряда, то и возникает новая задача — о выделении тока
проводимости из объемной плотности потока заряда и потока тепла —
из объемной плотности потока энергии.

Все эти трудности, а также отсутствие отчетливого понимания поста-
новки задачи (выразившееся в попытках либо отождествить объемные
плотности потоков заряда и энергии,' вычисленные с помощью матрицы
плотности, с током проводимости и потоком тепла, либо положить в основу
определения термомагнитных явлений не ток проводимости и поток тепла,
а некоторые другие потоки) приводили к противоречивым результатам
и задерживали построение квантовой теории термомагнитных явлений.

А между тем теоретический анализ уже имеющихся экспериментов
по термомагнитным явлениям в квантующем магнитном поле открывает
новые перспективы и может дать весьма интересные сведения не только
о структуре энергетического спектра и механизмах релаксации носителей
тока, но также о характере взаимодействия фононов в твердых телах,
о поглощении звука в области очень высоких частот ~10 1 0 -г- 1012 гц,
где прямое измерение коэффициента поглощения звука в настоящее время
практически невозможно.

Эти перспективы открываются благодаря тому, что в области кван-
тующих магнитных полей и при низких температурах в полупроводниках
с небольшой концентрацией электронов проводимости, таких, как n-Ge
и тг-InSb, в дифференциальную термо-э. д. с. вносит значительный вклад
отступление фононов от локального равновесия. Дифференциальная
термо-э. д. с. складывается из двух частей. Первая из них обусловлена
отступлением электронов от термодинамического равновесия благодаря
существующему в системе градиенту температуры. Вторая часть свя-
зана с отступлением от равновесия тепловых фононов. Первую обычно
называют электронной частью термо-э. д. с , а вторую — термо-э. д. с.
увлечения. Электронная термо-э. д. с. в сильных магнитных полях
(Ωτ > 1) не зависит от рассеяния в случае проводников с неравными кон-
центрациями дырок и электронов и обычно невелика. Термо-э. д. с. увле-
чения возникает из-за того, что градиент температуры вызывает поток
фононов, пропорциональный как градиенту температуры, так и длине
свободного пробега фононов lp ~ VS/(UPP (vs = s — скорость звука,
ωρρ— декремент затухания фононов или частота релаксации фононов
на фононах или дефектах, короче — неэлектронная частота релаксации
фононов). При столкновениях этого потока фононов с электронами проис-
ходит передача импульса от фононов к электронам. При этом доля пере-
даваемого импульса будет пропорциональна частоте столкновений фононов
с электронами ыер- Таким образом, ток увлечения, а значит, и термо-
э. д. с. увлечения будут пропорциональны отношению ωβρ/ωρρ. В класси-
ческом пределе (Й = 0) а>ер от магнитного поля не зависит и обычно значи-
тельно меньше ωρρ для полупроводников с небольшой концентрацией
носителей тока. В этом нетрудно убедиться с помощью закона сохранения
импульса при столкновении электрона с фононом. В случае максвеллов-
ской статистики средний импульс электрона ре = У^тТ. По закону
сохранения импульса электроны могут взаимодействовать лишь с фоно-
нами, импульс которых %q С Ре- Но для Т° > 1 ° К средний тепловой
импульс фононов HqT = Tlvs значительно превосходит ре. Поэтому
электроны взаимодействуют лишь с длинноволновыми тепловыми фоно-
нами, количество которых сравнительно невелико.

1*
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В квантующем магнитном поле ситуация изменяется. Для простоты
мы рассмотрим лишь квантовый предел Ш > Г и электроны, подчи-
няющиеся статистике Максвелла. В этом случае локализация электрона
в плоскости, ортогональной магнитному полю, определяется по порядку
величины магнитной длиной α = (с%1 \ е\ Н)1'2 (с — скорость света, е —
заряд электрона) или квантовым радиусом Лармора, поскольку электроны
расселены в основном на наинизшем уровне Ландау. Из соотношения
неопределенностей следует, что порядок величины импульса попереч-
ного движения <~ ft/a"1. Поэтому электрон при смещениях поперек магнит-
ного поля может взаимодействовать' лишь с фононами, импульс которых
7iq^, ΤιαΓ1. Отсюда следует, что с ростом магнитного поля объем фазового
пространства фононов, взаимодействующих с электронами, увеличивается
~ Н , а это приводит в свою очередь к быстрому увеличению частоты
релаксации фононов на электронах — <вер. Последнее обусловлено экспо-
ненциальной зависимостью ω ε ρ от α (см., например, формулу (6,19)).
Поскольку (как отмечалось выше) термо-э. д. с. увлечения определяется
через отношение ωβ ρ/ω ρ ρ, то с ростом Η это отношение увеличивается,
так как ω ρ ρ от Η не зависит. Именно поэтому, например, в InSb термо-
э. д. с. увлечения в квантовом пределе (%Ω > кТ°) возрастает почти в сто
раз. С помощью теоретического анализа экспериментальной зависимости
термо-э. д. с. увлечения от Г и Η можно получить ценные сведения о меха-
низме релаксации длинноволновых фононов на коротковолновых тепло-
вых, найти частотную и температурную зависимости ω ρ ρ для звуковых волн
с длиной λ ~ УсЫ \е \ Н.

Необходимо также отметить и то, что по крайней мере некоторые
из термомагнитных эффектов обладают определенными эксперименталь-
ными преимуществами по сравнению с гальваномагнитными. Дело в том,
что измерения, например, дифференциальной термо-э. д. с. в сильных
магнитных полях значительно слабее подвержены влиянию случайных
неоднородностей в распределении примесей, чем гальваномагнитные
измерения, так как с ростом магнитного поля поперечное электрическое
поле Нернста стремится к нулю (в классическом пределе), в то время как
поле Холла стремится к бесконечности. Именно поэтому при анализе
измерений некоторых термомагнитных эффектов легче выделить «истин-
ные» эффекты, обусловленные структурой зоны, вырождением, механиз-
мом рассеяния носителей. Так, было экспериментально показано, что
магнитотермо-э. д. с. имеет четко выраженную классическую область
насыщения (в соответствии с предсказаниями теории), тогда как для
магнетосопротивления такая область практически отсутствует. Несмотря
на это, в настоящее время мы располагаем весьма ограниченным экспе-
риментальным материалом по термомагнитным явлениям в квантующем
магнитном поле, тогда как гальваномагнитные явления тщательно иссле-
дованы в многочисленных опытах. По-видимому, такая ситуация была
отчасти обусловлена отсутствием вплоть до недавнего времени последо-
вательной квантовой теории термомагнитных явлений.

Настоящий обзор представляет первую попытку последовательного
изложения такой теории.

Вся теория излагается на основе кинетического уравнения для
матрицы плотности в смешанном представлении Вигнера. Именно этот
аппарат квантовой статистической теории оказался весьма удобным
и: чрезвычайно простым для вычисления потоков и широко использовался
в работах Елеонского, Зырянова, Силина 8, Ахиезера, Барьяхтара,
Пелетминского 9- 1 0, Зырянова п ~ 1 4 . Во втором разделе обзора обсуж-
дается постановка задачи о термогальваномагнитных явлениях в провод-
никах. Третий раздел посвящен изложению методики выделения тока
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проводимости из объемной плотности потока заряда и потока тепла из
объемной плотности потока энергии в пренебрежении рассеянием. В чет-
вертом разделе вычислены диссипативный (столкновительный) поток тепла
и ток проводимости в приближении упругого рассеяния носителей тока.
Пятый раздел посвящен вычислению также диссипативных частей тока
проводимости и потока тепла, но с учетом неупругого рассеяния электро-
нов и фононов, а также неравновесности последних (эффект увлечения
фононов). В шестом разделе рассмотрены термомагнитные эффекты в слу-
чае, когда градиенты температуры и химического потенциала направлены
вдоль магнитного поля (продольные эффекты). Седьмой раздел посвящен
сравнению теории с экспериментом. В этом разделе дан теоретический
анализ лишь наиболее существенных экспериментов, в которых установ-
лены те или иные общие закономерности, слабо зависящие от конкретных
деталей структуры энергетического спектра носителей. В приложении
дан вывод кинетических уравнений, использованных для вычисления
потоков заряда и энергии.

II. ПОСТАНОВКА ЗАДАЧИ В ТЕОРИИ ТЕРМОМАГНИТНЫХ ЯВЛЕНИЙ

Термогальваномагнитные явления в проводящих средах, согласно
Ландау и Лифшицу 15, определяются с помощью формул для двух вектор-
ных потоков, а именно: объемной плотности тока проводимости j n p (г)
и объемной плотности потока тепла Q r (r). Таким образом, задача построе-
ния микроскопической теории термогальваномагнитных явлений сводится
к вычислению j n p (г) и Q r (г). Прежде чем приступать к вычислению этих
величин, остановимся на определении их. Наиболее общее определение j n p (r)
приведено в 1 5. Согласно 1 5 j n p (г) является той частью объемной плотности
потока заряда j (r), которая вносит вклад в перенос заряда через попе-
речное сечение всего проводника. Аналогично определяется Qr (г) — как
та часть объемной плотности потока энергии Q (г), которая вносит вклад
в перенос энергии через поперечное сечение всего проводника при j n p (г) = 0.
Другими словами, Q r (г) — поток энергии теплового хаотического дви-
жения носителей. Кинетические коэффициенты в j n p (r) и QT (г) должны
удовлетворять соотношению Эйнштейна и принципу симметрии Онса-
гера — требованиям термодинамики необратимых процессов, предъявляе-
мым к этим потокам. Как известно, соотношение Эйнштейна является
следствием принципа максимума энтропии при термодинамическом равно-
весии. Максимуму энтропии соответствует состояние, в котором темпера-
тура Τ и электрохимический потенциал ζφ = ζ + <?φ (φ — потенциал
электрического поля) постоянны вдоль всей системы 1 6; при этом как ток
проводимости, так и поток тепла обращаются в нуль. При отклонениях
от термодинамического равновесия в электронной системе возникают
поток тепла и ток проводимости, которые пропорциональны в случае
малых отклонений от равновесия пространственным градиентам: V71 и

— ν ζ φ = ^ ί Ε νζ , Ε = — Vq3. Поскольку ток проводимости и

поток тепла пропорциональны νξ φ , кинетические коэффициенты перед Ε
и ί — — V£j в этих потоках одинаковы. В этом и заключается соотноше-
ние Эйнштейна. Таким образом, ток проводимости и поток тепла имеют
вид

hT, (2,1)

(Qr); = %ги (Η) [Ek - ± νΑξ ) -xih (Η)
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Принцип симметрии Онсагера, являющийся следствием обратимости во
времени механических уравнений движения частиц и макроскопичности
затухания флуктуации физических величин в системе 1 6, при наличии
магнитного поля, приводит к следующим соотношениям:

Поскольку jnp и QT лежат в основе теории термогальваномагнитных
явлений и определяются с помощью объемных плотностей потоков заряда
и энергии, нам необходимо прежде всего уметь вычислять эти потоки.

В классической теории j и Q определяются с помощью функции рас-
пределения /, являющейся решением уравнения Больцмана, линейным
по электрическому полю Ε и градиентам химического потенциала ζ и тем-
пературы Т. Эти формулы имеют вид

Q <г> = рЩ* I (<*Р) νε (ρ) / (ρ, г), (2,4)

где е — заряд, а ε (ρ) — энергия носителя. В квантовой теории аналогом
этих формул являются средние значения квантовомеханических опера-
торов, соответствующих объемным плотностям потоков заряда и энергии

j(r) = Sp(p, j), (2,5)

Q(r) = Sp(p,Q), (2,6)

где ρ — матрица плотности, а

± i ] & (2,7)

ν, 36, Ν — операторы скорости, энергии и плотности носителей соответ-
ственно.

В некоторых ранних работах пытались использовать в теории тер-
момагнитных явлений другое определение потоков заряда и энергии,
а именно

j ' = eSp(v, p), Q'=- |-Sp(p, v<$? + <^v).

Нетрудно убедиться в том, что j ' и Q' совпадают с j (г) и Q (г), опреде-
ленными в (2,5) и (2,6), лишь в частном случае пространственно-одно-
родных систем и при наличии лишь однородного электрического поля.
В пространственно-неоднородных системах, когда VT Φ 0, ν ζ φ 0,
j ' и Q' отличаются от j и Q. Классический предел (% = 0) j ' ,Q ' , в отличие
от j , Q, не совпадает с хорошо известными результатами, вытекающими
из кинетического уравнения Больцмана. Именно поэтому попытки исполь-
зования j ' и Q' в теории термомагнитных явлений приводили к ошибоч-
ным результатам.

Далее рассмотрим примеры, из которых будет видно, что не всегда

j (г) совпадает с j n p (г), a Q (г) — j n p (r) с потоком тепла Q r (г). Если

внешнее магнитное поле Η = 0 и при этом равна нулю намагниченность

носителей М, то потоки j (г) и Q (г) — j (r), вызванные электрическим

полем и градиентами Τ и ζ, удовлетворяют как всем требованиям термо-
динамики необратимых процессов, предъявляемым к j n p и Q r , так и при-
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веденным выше определениям этих потоков. Именно поэтому можно

отождествить j (г) с j n p (г), a Q (г) — j (г) с потоком тепла Q r (r).

Если в пространственно-однородной системе Η ^= 0, а потоки вызваны
только однородным электрическим полем Ε (V71 = ν ζ = 0), то Μ будет
также пространственно-однородна. При этом j (r) будет совпадать

с j n p (г), но Q (г) — jnp (r) уже не будет совпадать с потоками тепла,

поскольку в Q (г) наряду с — j n p содержится также поток магнитной

энергии (—с [ЕМ]), равный вкладу в вектор Пойнтинга от намагничения

β- [Ε (Η — В)]. Таким образом, поток тепла в этом случае будет опре-

деляться формулой

Q r (r) = Q(r)—^-jnp(r) — ̂ [ E ( H — В)].

Если потоки j (г) и Q (г) обусловлены как Е, так и V?1 и ν ζ , то при Н=т^0
намагниченность носителей Μ (Г (г), ζ (г)) зависит от координат. В этом
случае j (г) уже не будет совпадать с j n p (г), поскольку в j (r) наряду
с Зпр (г) будут вносить вклад (равный с rotM) пространственные неодно-
родности намагничения М. Аналогично в Q (г) наряду с потоком тепла
Q r (г) входит поток магнитной энергии Q M (г), который, кроме слагае-
мого —с [ЕМ], возникающего и в пространственно-однородных системах,
содержит члены, зависящие от rotM. Ниже будет доказано, что вклад
в перенос заряда через поперечное сечение всего проводника вносит лидгь
часть объемной плотности потока заряда, равная разности

jnP(r) = Sp(p, j ) - с rot M, (2,8)

а в перенос тепловой энергии дает вклад также только разность

Qr(r) = Sp(p, Q ) _ i - j n p ( r ) - Q M ( r ) , (2,9)

" • "* " i£ ' r otM(7\ ζ'). (2,10)

Формулы (2,8) — (2,10), определяющие объемные плотности тока прово-
димости и потока тепла, в соответствии с 1 5 составляют основу для построе-
ния микроскопической теории термогальваномагнитных явлений. Кине-
тические коэффициенты, характеризующие j n p (r) и Q r (r), удовлетво-
ряют как соотношению Эйнштейна, так и принципу симметрии Онсагера.
Таким образом, задача микроскопической теории термогальваномагнит-
ных явлений сводится:

1) к вычислению j(r) = Sp(p, j), Q(r) = Sp(pQ)
и

2) к выделению j n p (г) из j (г) и Q T (г) из Q (г)
Образцов 1 7 предлагает определять термомагнитные коэффициенты

для пространственно-однородных сред и градиентов температуры и
химического потенциала с помощью так называемых полных потоков
(объемные плюс поверхностные), отнесенных к площади сечения провод-
ника. Эта постановка задачи — частный случай более общей изложен-
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В случае пространственных неоднородностей Г и ζ формула (2,8)
хорошо известна и является следствием усреднения уравнений Лоренца
для микроскопического электромагнитного поля 1 5. Но поток магнитной
энергии Qjvr (г) теперь не сводится к вкладу в вектор Пойнтинга от намаг-
ничения, а выражается более сложной формулой (2,10), найденной в 1 8

(см. также 19> 2 0 ) .
В заключение этого раздела отметим, что определения термогальва-

номагнитных коэффициентов с помощью потоков (2,1) совершенно одина-
ковы для классических и квантовых систем и приведены, например,
в 15> 4 . Мы выпишем здесь формулы лишь для некоторых из них.

В изотермических условиях при заданном градиенте температуры
^ х Т _L Η дифференциальная термо-э. д. с. ахх, коэффициент Нернста
N = аху/Н и теплопроводность κ1? характеризующая поток тепла
вдоль (—Vj-Я), находятся с помощью (2,1) при условии j n p = 0, VyT = 0.
Для случая изотропной среды, когда все тензоры кинетических коэффи-
циентов в (2,1) имеют структуру

А
— А

0

XX

ху

А
А

0

ху

XX

0
0

А

находим

ахх = {ахх$хх + оху$ху) (о1у + σΐχ)-1, (2,11)

аЖу = (вХу$хх — сГжжРжу) {σΙυ + аж ж)-\ (2,12)
κ ± = — {ixx^xx + Xxy^xy — Κχχ), (2,13)

а электросопротивление
Pxx = P_L = о-жж (σχχ + oly)'1,

Эффект Риги-Ледюка *) является адиабатическим и находится из (2,1)
при условиях νχΤ=έ=Ο, 4υΤφ0, 7пр = 0' (#г)у = 0. В изотропной среде

ν ψ Гл, η, ν η 4- ν Η ν ' , \~χ V Τ С? 15\
υ — LyCx;c χ υ — /view χχ >^ xui \ ' / χ \ ' /

(xj_ — теплопроводность электронов и фононов). В случае сильных маг-
нитных полей (Ωτ > 1) аху > σχχ, ржг/ > ржж, кху > κ ^ , поскольку
недиагональные компоненты не зависят от рассеяния, тогда как диаго-
нальные ~ -ξτ-. Однако неравенство аху > аж ж нарушается в проводни-
ках, для которых концентрация электронов пе = ηΆ (пя — концентрация
дырок). Это нетрудно понять, если вспомнить, что электрическое поле
E l H вызывает дрейф носителей со скоростью \Е — с [ЕН]/# 2, не зави-
сящей ни от знака заряда, ни от его массы. Поэтому как дырки, так и элек-
троны дрейфуют с одной и той же скоростью, и если пе — пд, то электри-
ческий ток обращается в нуль и оху = 0. Следовательно, при пе = пя

разложение аху по степеням параметра (l/Ωτ) начинается не с нулевой
степени, как это имеет место при пе = ηΆ, а со второй: (1/Ωτ)2.

*) Этот эффект заключается в том, что взаимно перпендикулярные магнитное
поле и поток тепла в проводниках приводят к появлению градиента температуры
в направлении, ортогональном как магнитному полю, так и потоку тепла (в «холлов-
ском направлении»).
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III. НЕДИССИПАТИВНЫЕ ЭЛЕКТРОННЫЕ ПОТОКИ
В КВАНТУЮЩЕМ МАГНИТНОМ ПОЛЕ

Как известно, действующая на электроны сила F J_ H в нулевом
приближении по рассеянию приводит лишь к дрейфу со скоростью

Такое движение электронов создают динамические силы, например, для
электрического Ε и гравитационного g полей соответственно F E = еЕ,
Fg = mg. Динамические силы можно учесть непосредственно в гамильто-
ниане электронов. Существуют силы другой природы, обусловленные
пространственными неоднородностями температуры Τ и химического
потенциала ζ, которые иногда называют силами статистической природы.
Эти силы можно учесть последовательно лишь при статистическом описа-
нии системы. В случае сильного магнитного поля (Ωτ > 1) в нулевом
приближении по рассеянию функция распределения электронов по состоя-
ниям будет зависеть лишь от одночастичных интегралов движения.
В качестве таких интегралов движения можно взять, например, энергию
ε (ρ), импульс вдоль магнитного поля pz и ^-координату центра лармо-
ровой орбиты х0. Будем рассматривать в дальнейшем распределения,
зависящие лишь от ε (ρ) и х0, например, /0 ([ε (ρ) — ζ (XQ)]/T (хд)). Такие
распределения описывают системы пространственно-неоднородные вдоль
оси χ _L H. В случае слабых пространственных неоднородностей, когда
ζ (ха) и Τ (χα) остаются почти постоянными на радиусе Лармора, Хд можно
отождествлять с я-координатой электрона; тогда ζ (χ) и Τ (χ) имеют
смысл локальных значений химического потенциала и температуры.
Полагая х0 = χ — (χ — х0), в предположении слабых пространственных
неоднородностей можно разложить /0 в ряд

8(ρ) —g(s)

Ψ—

С помощью (3,1) нетрудно найти объемную плотность потока заряда.
Учитывая, что

χ — х0 = —~- cos φ, νυ = Vj_ cos φ

(φ=Ωί) и периодичность /0 по переменной φ, находим

Это — хорошо известный результат, в частности, вытекающий из кине-
тического уравнения Больцмана (в пренебрежении рассеянием).

Перейдем теперь к рассмотрению случая квантующего магнитного
поля. Одночастичные состояния электрона будем описывать в представле-
нии Ландау. Гамильтониан электрона в этом представлении имеет вид

т ' А0 = {0, Нх, 0}, (3,3)

а собственные функции и собственные значения его

|v> s \n, p., xo) = {LyLza)-i/2 ехр

Ev = Ε {η, Рг) = %Q (η + 1/2) + A ,
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где х0 = ~ ру — проекция центра ларморовой орбиты на ось х, Фп (х) —
собственная функция гармонического осциллятора, нормированная на
единицу, а 2 = сЪ.1\е \Н, и, наконец, Ly и Lz характеризуют норми-
ровочный объем. При наличии электрического поля Е, направленного
вдоль оси х, собственные функции (3,3) остаются теми же, но

с . тс2· „
Х0 — 'JJf Ру Т "7ff2~ ж

а собственные значения

Е(п, pz, хо) = Е(п, pz)

В пренебрежении рассеянием матрица плотности в представлении Ландау
диагональна: ρνν< = / ν δ ν ν ' , и имеет смысл функции распределения элек-
тронов по состояниям η,ρζ, χ0. Так же, как и в классическом случае, будем
рассматривать распределения, зависящие лишь от двух интегралов дви-
жения Ε (η, ρζ), χ0. В предположении слабых пространственных неодно-
родностей

С помощью (3,4) и определений (2,5), (2,6) находим объемные плотности
потоков заряда и энергии:

(3,5)

pz) + En]f(n, (

(3,6)

Из формул (3,5) и (3,6) видно, что соотношение Эйнштейна для кинети-
ческих коэффициентов, характеризующих j y и Qy, не выполняется, т. е.

коэффициенты перед ί ν α ζ ) и Ех различны.

Впервые на этот факт обратили внимание японские физики Касуя 2 1,
Накаджима 2 2 (см. также работу Кубо 2 3 ) . Однако фактическая причина
нарушения соотношения Эйнштейна была вскрыта в работе Зырянова
и Силина 2 4, где было показано, что в случае пространственно-неодно-
родных систем в объемную плотность потока заряда j y (x) при наличии
квантующего магнитного поля вносит вклад ток crot M, обусловленный
зависимостью диамагнитной восприимчивости Ландау от ζ (χ). Там же
было показано, что разность j y (χ) — с rotyM удовлетворяет соотношению
Эйнштейна. В работе 1 8 была дана физическая интерпретация результа-
тов 2 4 и показано, что объемная плотность потока заряда не совпадает
с плотностью тока проводимости и отличается от него на величину с rot Μ;
другими словами, была получена из микроскопической теории хорошо
известная формула 1 5
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ъ которой намагничение обусловлено орбитальным движением электронов
проводимости (диамагнетизм Ландау).

Таким образом, задача о выделении тока проводимости из j ' y (χ)
«казалась сравнительно простой, в то время как задача о выделении
потока тепла Qr (χ) из объемной плотности потока энергии Q (х) оказа-
лась значительно труднее. Для решения этой задачи при наличии кван-
тующего магнитного поля выделим прежде всего ту часть объемных плотно-
стей потоков заряда и энергии, которая зависит от пространственных
неоднородностей намагничения, обусловленных градиентами температуры
и химического потенциала. Из общих соображений ясно, что от вектора
намагничения Μ могут зависеть только недиагональные компоненты
тензоров кинетических коэффициентов в j и Q. Действительно, поскольку
j и Q являются полярными векторами, а М — аксиальный вектор, то
в линейном по Μ приближении наиболее общая зависимость j и Q от Μ
может быть представлена в виде линейного функционала от rot M. В случае
пространственных неоднородностей М, обусловленных лишь зависимо-
стью Μ от Г и ξ,

[ ( ( ^ ) ( ^ ) ) ] (3,7)

Из этой формулы видно, что в рамках линейной теории переноса от Μ
могут зависеть лишь недиагональные компоненты тензоров кинетиче-
ских коэффициентов в j и Q. С другой стороны, в условиях Ωτ > 1 недиа-
гональные компоненты тензоров кинетических коэффициентов не зави-
сят от рассеяния. Поэтому задачу выделения j n p из j и Q r из Q доста-
точно решить в пренебрежении рассеянием. Для этого выразим кинети-
ческие коэффициенты в (3,5), (3,6) через термодинамические функции
электронного газа. Такая возможность очевидна, поскольку потоки
вычислялись, во-первых, в пренебрежении рассеянием и, во-вторых,
в локально равновесном состоянии.

Введем в рассмотрение термодинамический потенциал электронного
газа

Φ (Η, Τ, ζ, V)=- ( 2 ; ; } ; ? i 21 \ άρΖ1η[1 + βχρ{[ζ-Ε(η, ρΖ)]/Τ}],
η

где V — объем системы.
Поскольку Ф = — cJH7, давление оР численно равно с обратным

знаком термодинамическому потенциалу единицы объема. Поэтому
энтропия S, число частиц N и намагниченность М, отнесенные к единице
•объема, выражаются следующими формулами:

(4J) (3,8)
V, Τ, Η V dH Jv, Τ, ξ

Кинетические коэффициенты в формулах (3,5) и (3,6) можно выразить
через термодинамические функции (3,8). Если при этом пренебречь сжи-
маемостью электронного газа, то (3,5) и (3,6) можно записать в следую-
щем виде:

J'v=—gr rot» ((5s + eN<p) H) + с roty M, (3,9)

— H*rotvM} — c[EM]y; (3,10)
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здесь
Ех= — Vxcp,

^ ) ( § ) ^. (3,11)

Из этих формул видно, что бесстолкновительные или недиссипативные
потоки являются существенно вихревыми, поэтому для выделения тока
проводимости и потока тепла нельзя использовать уравнение непрерыв-
ности.

Формулы (3,9) и (3,10) замечательны прежде всего тем, что как ]т

так и Q выражены через макроскопические величины Μ и (оР + eNq>),
для которых известны граничные условия на поверхности проводника;
кроме того, эти формулы допускают обобщение их на случай явной зави-
симости Μ и (cJ1 + eiVcp) от пространственных координат. Из электроди-
намики известно 15, что тангенциальная составляющая Μ испытывает
разрыв на поверхности намагниченного проводника и обращается в нуль
вне проводника, а (йР + eiV<p) в пренебрежении сжимаемостью является
электрохимическим потенциалом, отнесенным к единице объема, который
постоянен всюду в состоянии термодинамического равновесия и непре-
рывен всюду, включая и границы раздела сред, при малых отклонениях
от термодинамического равновесия (см. 1 6 ) . Учитывая эти граничные усло-
вия, можно заметить, что слагаемые в (3,9) и (3,10), содержащие rot M,
вклада в перенос заряда и энергии через поперечное сечение всего про-
водника не вносят 1 5. В этом легко убедиться. Проинтегрируем (3,9)
по площади поперечного сечения всего проводника и воспользуемся
теоремой Стокса

С (jds)= —£Г \ vot{(& + eNy)H)ds + c § rotMds =

= ~ Ж Φ № + eiVcp) ( Н d l ) + с § ( м di) • (3> 12>
L L

Контур интегрирования L должен охватывать площадь сечения всего про-
водника. Контур L можно выбрать так, чтобы он лежал всюду вне про-
водника, нигде не касаясь его поверхности. Поскольку Μ = 0 вне про-
водника, а значит, и на контуре L, то φ M/dl = 0. В силу непрерывности
(& + eiVcp) всюду *) L

если состояние системы отличается от термодинамического равновесия,
характеризуемого условием (& + eNq>) — const. Таким образом, в состоя-
ниях, отличных от термодинамического равновесия, вклад в перенос
заряда через поперечное сечение всего проводника дает лишь первое
слагаемое в (3,9), которое в соответствии с определением и является
плотностью тока проводимости:

3 n p = - ^ r r o t ( ( ^ + eATcp)H). (3,13)

Полученный результат допускает следующую наглядную интерпрета-
цию. Пусть crot Μ ^Φ 0 в любой точке поперечного сечения проводника,

*) На поверхности проводника как 3й, так и eN<$ терпят разрыв, но сумма их непре-
рывна, поскольку скачок ZP компенсируется скачком φ, обусловленным двойным
электрическим слоем на поверхности проводника.
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тогда с rot M вносит вклад в перенос заряда, но на поверхности провод-
ника Μ испытывает конечный скачок и rot Μ = оо. Последнее обстоя-
тельство приводит к возникновению поверхностного тока, который пол-
ностью компенсирует вклад в перенос заряда через сечение проводника

от объемного тока с rot Μ. Именно благодаря этому \ rot Μ ds = 0.

Функция (оТ1 + εΝφ) не имеет конечных скачков нигде, в том числе и на
поверхности проводника, поэтому ее производные всюду ограничены. Это
приводит, в частности, к отсутствию поверхностного тока проводимости.

Перейдем к выделению потока тепла из (3,10). Так же как и в пре-
дыдущем случае проинтегрируем (3,10) по площади поперечного сечения
всего проводника:

Η - Я2 rot Μ) Ι - с J ds [EM]. (3,14)

В случае слабых пространственных неоднородностей (т. е. в линейной
ζ

по VT и νζ теории переноса) в операторе (ζ-^ + Τ (-р=) ] \ άζ'. . . еле-
—оо

дует заменить ζ и Τ на их средние значения по сечению проводника.
Учет отличия ζ и Τ от их средних значений в этом операторе приведет к чле-
нам второго порядка по VT и ν ζ , которыми мы всюду пренебрегаем.
Учитывая это, переставим порядок интегрирования по ds и άζ; тогда
анализ полученного выражения ничем не будет отличаться от анализа
формулы (3,12), приведенного выше. Вклад в перенос энергии через
сечение проводника от слагаемого —с [ЕМ] полностью компенсируется
тговерхностным потоком, обусловленным скачком тангенциальной состав-
ляющей М. Следовательно, вклад в перенос энергии через поперечное
сечение всего проводника вносит лишь слагаемое, пропорциональное
З3 + βΝφ. Используя определение потока тепла, получим для него сле-
дующую формулу:
\Чт)у = Ч.У — (jnp)i/ (Чм)г/ = — .г/2 * ί ~7)ψ~ Ι,- Χ

Χ (3,15)

входящий сюда поток магнитной энергии QM описывается формулой
(2,10).

С помощью (3,8), (3,11) формулам (3,13) и (3,15) можно придать
иной вид, а именно:

[[ ) ] (3,16)

w)t Ι (3,17)

Из такой записи j n p и Q r видно, что эти потоки удовлетворяют как соот-
ношению Эйнштейна, так и принципу симметрии Онсагера. В случае
сильно вырожденного электронного газа соответствующие коэффициенты
в (3,16) и (3,17) связаны законом Видемана — Франца 1 8 (см. также 2 δ ) .



578 п. с. ЗЫРЯНОВ, г. и. ГУСЕВА

Формула, аналогичная (3,16), и вытекающая из нее дифференциаль-
ная термо-э. д. с. в пренебрежении рассеянием, ахх χ $χυ/ϋχυ = SI(eN),
(см. (2,11)), были впервые найдены Образцовым 1 7. Пелетминский и Барь-
яхтар 2 5 вычислили все коэффициенты в j n p и QT и получили результаты,
отличающиеся от (3,16) и (3,17) лишь формой записи. Формулы (3,16)
и (3,17) сохраняются при учете спина 1 3, а также при произвольном изо-
тропном законе дисперсии носителей 2 0. Недавно в работе Цэндина
и Эфроса 2 6 была подтверждена справедливость (3,16) при учете спин-
орбитального взаимодействия носителей в двухзонной модели кристалла
с изотропным законом дисперсии. В проводниках с анизотропным законом
дисперсии носителей пространственные неоднородности температуры
и химического потенциала в плоскости, ортогональной магнитному полю,
вызывают потоки вдоль магнитного поля. Вычисление потока тепла и тока
проводимости в таких проводниках в пренебрежении рассеянием прове-
дено Окуловым 2 7. Пелетминским 2 8 изложен метод выделения тока про-
водимости и потока тепла в пространственно-однородных проводниках
при произвольном соотношении между частотой Лармора и частотой релак-
сации носителей.

Отметим, что формулы (2,8) — (2,10), определяющие плотность
тока проводимости и потока тепла, имеют более широкую область при-
менимости, выходящую за рамки тех модельных ограничений, при которых
они получены из микроскопической теории в работах 1 8 - 2 0 . В частности,
можно думать, что эти формулы справедливы для произвольных магне-
тиков и при произвольном значении Ωτ. Действительно, входящий в (2,8)
ток, связанный с намагничением носителей, для любых магнетиков
и, конечно, при любом Ωτ выражается формулой 15. Эта формула есть
следствие макроскопических граничных условий для Μ на поверхности
проводника, а поток магнитной энергии, входящий в (2,9), также выра-
жается через с rot Μ (см. (2,10)).

В заключение этого раздела остановимся на строгом обосновании
методики вычисления недиссипативных потоков. При получении формул
(3,5), (3,6) и (3,13), (3,15) молчаливо предполагалось, что функция рас-
пределения /о ([Ε (η, ρζ) — ζ (χο)]ΙΤ (х0)) является функцией Ферми
и описывает пространственно-неоднородные распределения электронов
вдоль оси χ и в случае слабых неоднородностей служит определением
локальных термодинамических характеристик электронного газа, таких,
как температура Τ (χ) и химический потенциал ζ (χ). Докажем эти пред-
положения.

В достаточно плотном электронном газе термодинамическое равнове-
сие устанавливается благодаря межэлектронным столкновениям. В слу-
чае слабых пространственных неоднородностей интеграл столкновений
электронов (П, 14) (см. приложение) можно разложить в ряд по малому
параметру:

здесь

L ~ / Ι 0//3*ο |-ι, rb = ~t

pe — средний импульс электрона, a bqy — изменение импульса электрона
при столкновении. Член нулевого порядка по этому параметру приво-
дит к кинетическому уравнению

ν, ν ' , ν"
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являющемуся обычным уравнением баланса частиц в ячейке κ. Первый
член в фигурной скобке описывает приход частиц в ячейку κ, а второй —
уход. Вероятность перехода на единицу времени равна

W™: = 2 % \Cq |
2 Г п л (САЙ./2) Fnv,nv,, (οΑ&/2) Χ

q

xb[Ev. + EK-Ev~Ev,,}b(p{:)-P^
)-bq)b{pi/)-pir)-Mz)X

Χ δ (ΧΟχ — Χθν") δ {XUV — XQY) δ (Χον- — Χθχ)~

Из (3,18) вытекает, что функция

(E(ntffM ) }"1 (3,19)
обращает в нуль интеграл столкновений. При низких концентрациях
электронов проводимости в установлении термодинамического равно-
весия существенны их столкновения с фононами. Допустим,1 что взаимо-
действие фононов с термостатом, температура которого задана функцией
Τ (χ), достаточно сильное и что их столкновения с электронами не нару-
шают локального равновесия фононов с термостатом. При этих предпо-
ложениях в кинетическом уравнении для электронов функцию распреде-
ления фононов следует считать локально-равновесной:

\ (3,20)

Эта функция является приближенным решением кинетического урав-
нения (П,29), (П,30) при условии, что частота столкновений фононов
с электронами мала в сравнении с частотой столкновения фононов с тер-
мостатом ωρρ (д) (П,30). Подставляя (3,20) в кинетическое уравнение
для электронной матрицы плотности (П,28) и разлагая затем интеграл
столкновений электронов с фононами 1ер [/] в ряд по (rLIL)(%qylpe) < 1,
найдем в нулевом порядке уравнение

(ν, q)

(3,21)

учитывающее приход и уход электронов в состоянии κ при взаимодейст-
вии их с фононами. Здесь вероятность перехода на единицу времени
такова:

^ ^ 6 [Ex-Ev + ftog] X

χ δ (ρ{κ) + %qz-Pi
v)) δ (ρ™-ρ™); (3,22)

δ',κ — оператор, заменяющий ν •* κ. Интеграл столкновений в (3,21)
обращается в нуль также функцией (3,19). Покажем, что (3,19) опреде-
ляет локальные значения температуры и химического потенциала элек-
тронного газа. Число частиц в состоянии η, ρζ в точке χ по определению
равно

Предположение о слабых пространственных неоднородностях позволяет

вынести из-под знака интеграла / в точке XQ = χ, поскольку Фп I °
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•отлична от нуля при \х — х0 ^ rL, a / практически постоянна на рас-
стояниях — rL. Учитывая при этом нормировку Ф£, находим

Отсюда следует, что ζ (χ) и Τ (χ) — локальные значения химического
потенциала и температуры.

IV. ДИССИПАТИВНЫЕ ЭЛЕКТРОННЫЕ ПОТОКИ
В ПРИБЛИЖЕНИИ УПРУГОГО РАССЕЯНИЯ

При учете лишь упругого рассеяния электронов в первом борновском
приближении задача вычисления тока проводимости и потока тепла,
обусловленных пространственными неоднородностями температуры Τ
и химического потенциала ζ, является особенно простой. Именно с этого
случая мы и начнем вычисление диссипативных электронных потоков.

Прежде всего остановимся на определении диссипативных потоков
тепла и тока проводимости. Эти потоки при изотропном законе дисперсии
носителей характеризуются лишь диагональными компонентами тензоров
кинетических коэффициентов (т. е. являются потенциальными); они
определяются с помощью уравнений непрерывности. Ток проводимости
j n p следует определять из уравнений сохранения заряда eN (r) и энергии
W(r, t)

^ Wir i) + divQ = 0. (4,1)

Если ограничиться изучением пространственных неоднородностей лишь
вдоль оси х, ортогональной квантующему магнитному полю, то достаточно
рассматривать в этом случае лишь диагональные элементы мат-
рицы плотности в представлении Ландау (энергетическое представление)
f (η, ρΖ, х0). Плотность заряда в точке χ равна по определению диаго-
нальному элементу матрицы плотности в координатном представлении
(^-представлении), умноженной на заряд носителя:

eN ( * ) = е

Как видно из (4,2), -^ N выражается через -^ f (η, ρζ, χ0). Последнюю

величину можно найти из кинетического уравнения для /, которое можно
сразу же написать, учитывая приход электронов в ячейку ν и уход их
из этой ячейки. Это приводит к следующему кинетическому уравнению:

где вероятность перехода в единицу времени электрона из состояния ν'
в ν при рассеянии на неподвижном центре в борновском приближении
равна

W"' = ТГ Σ I F 4 Ρ F«»' (« a ?i/ 2 ) δ (Я (»'· Ρ* + Μ*) ~Ε {η, ρζ)) χ
ч Χ δ(χΟν'— #ον — chqy/eH);

| F q | 2 = Νη | Cq | 2 , iVn — число примесей, a Cq — фурье-компонента
потенциальной энергии взаимодействия электрона с рассеивателем. Заме-
тим, что (4,3) можно получить из кинетического уравнения (П,28), учи-
тывая столкновения электронов с фононами в приближении упругого,
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рассеяния. Для этого надо пренебречь процессами излучения фоно-
нов, т. е. считать в (П,28) Nq > 1, и изменением энергии электронов
при рассеянии, полагая в δ (Ε (η', ρζ + hqz) — Ε (η, ρζ) -f- % ως) ?!tuq — 0,
π, наконец, заменить | Сч \

2 Nq на | Сч |
2 Να. С помощью (4,3) легко найти

выражение для тока проводимости. Дифференцируя по времени (4,2)
и подставляя в полученное выражение (4,3), находим

J ^ J % ιC q |2/w(οΑ?1/2) χ

(η', q)
Χ δ lE(n',pz+%qz)—E(n, pz)][f(n', pz+hqz, xo+ya2qv)—f(n, pz,

(4,4)
Далее, в (4,4) следует подставить решение кинетического уравнения для
функции / (η, ρζ, χ0). Таким решением в нулевом приближении по рас-
сеянию является локально-равновесное распределение (3,19). Его и надо
подставить в (4,4) для нахождения тока проводимости с точностью, не
превышающей точность кинетического уравнения. В случае слабых про-
странственных неоднородностей функция / почти постоянна на длине

радиуса Лармора, где заметно отлична от нуля функция Ф£

поэтому / можно вынести за знак интеграла по х0 при значении х0 = х.
Учитывая это, подставляя (3,19) в (4,4) и разлагая результаты в ряд по
a2qy, находим 13> 1 4

η, η', q

Χ δ [Ε (η', pz + nqz) — E(n, 1 2! ~

P^VxT] + . . . } . (4,5)
Выражение в фигурных скобках (4,5) определяет ток проводимости через
градиенты пространственных неоднородностей Τ и ζ. Коэффициент перед

( V-c£) совпадает с коэффициентом электропроводности, найден-
ным в работе Адамса и Холстейна 2 9 . Это свидетельствует о том, что
имеет место соотношение Эйнштейна, связывающее коэффициенты диффу-
зии и электропроводности. В полной аналогии с получением (4,5) найдем
уравнение непрерывности для тепловой энергии 1 3· 1 4

( ) £(», Α)-51/<», Α,

η, η', q

χ δ [Ε (η', Pz + %qz) - Ε {η, Ρζ)\ i § - [ νχζ + Ε {η' f ζ VXT~\ + . . . } . (4 ,6)

Таким образом, диагональные компоненты тензоров кинетических коэф-
фициентов в jnp и Q r (см. (2,1)) можно представить в виде

п_ -ст ^_\f |2 ρ I tt2gl \ aiqV dfo v ,
h Zi Й 1 ^ ^ " · " ' 2 2! <)£ X

l e\E (η, ρΖ)-ζ]/Τ | , Τβχχ = χχχ. (4,7)
[E(n, Pz)-

2 УФН, т. 95, вып. 4
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Т а б л и ц а I

Зависимость | С \ 2 от q и з н а ч е н и я чисел тир,
входящих в таблицы

Механизм рассеяния

Акустические фо-
ноны:

низкие темпе-
ратуры . . .
высокие тем-
пературы . .

Пьезоэлектрические
фононы:

низкие темпе-
ратуры . . .
высокие тем-
пературы

Оптические фононы:
высокие тем-
пературы . .

Точечные дефекты
Ионизованные при-

меси

| c q | 2

А^ (2T/hs)

Лз(98 + ф-Ч2г7Ь·)

A(92 + ?2

sr
1 (2Γ/ΛωΒ)

Аг

АЬ(Я2 + ЯТ*

т

0

1

0

1

1
0

0

Ρ

1

0

А

—2

2
0

— i

Зависимость | Cq |
2 от q определяется механизмом рассеяния и приве-

дена в табл. I, взятой из работы Адамса и Холстейна 2 9 . Зависимость σ,
β, κ от Г и Я оказывается наиболее чувствительной к механизму рассея-
ния электронов лишь в квантовом пределе.

При изменении Η в пределах ζ > ft Ω > кТ° σ, β, κ испытывают
квантовые осцилляции. Как показали Адаме и Холстейн 2В, зависимость
атих осцилляции от механизма рассеяния, по крайней мере для охх,
оказывается не очень существенной. Именно поэтому и представляет
интерес изучить в квантовом пределе зависимость σ, β, κ от Г и Η при
различных механизмах рассеяния носителей. Мы приведем здесь такие
зависимости, найденные Зыряновым и Калашниковым 3 0 для двух пре-
дельных случаев.

а) В случае невырожденных электронов в квантовом пределе
Ш > кТ° из (4,7) следует

1 I д Т2 д

χ

В последней формуле для ахх возникает расходимость на нижнем пределе.
Природа этой расходимости и различные способы устранения ее обсуж-
дались в работе Адамса и Холстейна 2 9 . Следуя этой работе, можно
ввести энергию обрезания, связанную, например, с уширением энергети-
ческих уровней Ландау из-за столкновений электронов с рассеивателями.
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Детальное обсуждение вопроса содержится в обзоре Кубо с сотрудни-
ками 3. В квантовом пределе Й Ω > Τ зависимость диагональных ком-
понент тензоров кинетических коэффициентов от магнитного поля

Т а б л и ц а II

Зависимость диагональных компонент тензоров α, β, χ, κ от У и Я
для невырожденных электронов в квантовом пределе

Тензор

О"жх

Рхх

а)

у ш - 3/2 jfP/2

jim-3/2jjP/2

б)

уР+5/2^-2

ТР+5/2н-2

Тензор

Ххх

"&ХХ

а)

jiin-i/2 jjP/2

т m-1/2 jjp/2

б)

TV+T/2H-2

γΡ+Ί/2 R-2

Т а б л и ц а III
Зависимость изотермических
коэффициентов Нернста QN

и электронной теплопроводности хе
при токе, равном нулю, в случае

невырожденных электронов и 7Ш >̂ Τ

и температуры для различных механизмов рассеяния представлена
в табл. II. В случае акустических и пьезоэлектрических фононов резуль-
таты, приведенные в колонке а) (табл. II—V), справедливы для Η <
•< сТ (Tis2e)~1 (s — скорость звука). Если имеет место обратное неравен-
ство, то для этих двух механизмов рас-
сеяния надо пользоваться результатами,
приведенными в колонке б) (для аку-
стических фононов ρ = 1, а для пьезо-
электрических ρ = — 1).

Этих результатов совместно с фор-
мулами (3,23) и (3,24) для недиссипа-
тивных потоков достаточно, чтобы
определить зависимость от Ти Η любого
термомагнитного эффекта. Например,
в табл. III в квантовом пределе при-
ведены такие зависимости для изотерми-
ческих коэффициентов Нернста QN

и электронной теплопроводности %е при
токе проводимости, равном нулю.

б) В другом предельном случае — сильно вырожденного электрон-
ного газа (Т < ζ)

Термомаг-
нитный
коэффи-
циент

QN

а)

у m— 3/2jy р/2

^m-l/2jyP/2

б)

ТР+Ь/2н-2

TP+V2ff-2

_ я2

~ Зе Х

да '-)· : = -ΆΤσ, (4,9)

где для ультраквантового предела Τ <

8 а 4 / 2m \ 3/2
τ = - (2π)8

ехр ( — Χ

x - ^ δ ι + δ (4,10)

Из этих формул вытекает, что и диагональные компоненты σ и κ, так же
как и недиагональные, связаны законом Видемана — Франца. Другими
словами, закон Видемана — Франца справедлив и в ультраквантовом
пределе.

В табл. IV приведены зависимости οτ Τ ж Η кинетических коэффи-
циентов в ультраквантовом пределе Ъ Ω > ζ. Для этого же предельного
случая в табл. V даны зависимости от Τ и Η изотермических коэффи-
циентов Нернста QN и электронной теплопроводности — яе.

2*
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Барьяхтаром и Пелетминским 3 1 была построена более общая теория,
в .которой диагональные компоненты тензоров кинетических коэффициен-

Т а б л и ц а IV
Зависимость диагональных компонент тензоров σ, β, χ, κ от Τ -α Η для сильно

вырожденных электронов в ультраквантовом пределе (Τ <ζ ζ <ζ ΚΩ).

Тензор

Οχχ

Ржх

а)

улг+1^5+р/2

б)

ΤΡ+ίΗ

,. Тензор

txx
Κχχ

a)

Tm+2Hb+p/2

6)

fP+bff

Т а б л и ц а V
Зависимость изотермических
коэффициентов Нернста Qw

и электронной теплопроводности же
при токе, равном нулю, в случае

сильно вырожденных электронов
в ультраквантовом пределе

( Γ ζ < ? Ω )

тов в токе проводимости и потоке тепла выражены через точную ампли-
туду рассеяния электрона на примеси. Методика вычисления тока про-

водимости и потока тепла, использован-
ная в 31, полностью эквивалентна, как
показал Пелетминский 3 2, методу кине-
тического уравнения. При этом найден-
ное в 3 2 кинетическое уравнение отли-
чается от приближенного (П,41) тем,
что вместо борновской входит точная
амплитуда рассеяния. Однако кинети-
ческие коэффициенты можно выразить
через амплитуду рассеяния на одиноч-
ном центре, если только длина деброй-
левской волны носителя к < ап — сред-
него рассеяния между рассеивающими
центрами. Если при этом к > г0 — ра-
диуса действия сил рассеивателя, можно
найти асимптотически точную ампли-
ТУДУ рассеяния для электрона с нуле-

вой энергией. Скобовым 3 4 для этого случая была найдена амплитуда
рассеяния в следующем виде:

Термо-
магнит-

ный коэф-
фициент

QN

а)

jitn+lg5+p/2

Tm+ljj3+p/2

б)

fP+Sff

(ν
(4,11)

Здесь
Κ {Ε) = Κ' {Ε) + iK" {Ε), Κ" (Ε) = (2ηα2)-ι/2,

N - l

J\. \*-*} •— I ΐ-iCC ) * у . 1 . р. — ТХЬ """• "̂ г~ 1 ·

τη=Ο

α — амплитуда рассеяния электрона с нулевой энергией на примеси
в отсутствие магнитного поля, а 0 < η < 1 определяется уравнением

/ 1 \
Ε = (ЛГ + -Г5 η)ΚΩ (Ν— целое положительное число). Если вероят-
ность перехода Wvv- в (4,3) определить через скобовскую амплитуду
рассеяния i v v- (q), то для кинетических коэффициентов найдем формулы
аналогичные (4,7), с тем лишь различием, что в (4,7) | Cq\

2Fnn- (α2ςτχ/2)
заменено на | С0 |

2 Fnn- (a2gi/2)| I + iaK (Ev) \ -2, причем | С0 |
2 =

= -ψ (2π%2α1τη)2. Кинетические коэффициенты, найденные таким обра-
зом, уже не содержат расходимостей в случае статистики Максвелла,
поскольку в теории Барьяхтара — Пелетминского 3 1 скобовская ампли-
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туда рассеяния (4,15) учитывает уширение энергетических уровней
Ландау, обусловленное рассеянием носителей. Зависимость кинетических
коэффициентов в этом случае от Г и Η проанализирована в 3 1.

В заключение этого раздела остановимся на других работах,
посвященных явлениям переноса в сильном магнитном поле в приближе-
нии упругого рассеяния. Хайду 3 5, Хайду и Фишер 3 6 рассматривали
явления переноса в системах с пространственно-неоднородной темпера-
турой в приближении упругого рассеяния. Найденные ими диагональные
компоненты тензоров кинетических коэффициентов совпадают с форму-
лами (4,7), отличие заключается лишь в форме записи. Что касается
недиагональных компонент, то они не удовлетворяют ни соотношению
Эйнштейна, ни принципу симметрии Онсагера. В случае сильного вырож-
дения электронного газа, как отмечается в з в , недиагональные компо-
ненты, в отличие от диагональных, не связаны законом Видемана —
Франца. Эти парадоксы являются следствием ошибочного отождествле-
ния объемной плотности недиссипативного потока заряда с током прово-
димости, a (Q - j ) — с потоком тепла (см. раздел II). Обоснованию

закона Видемана — Франца в квантующих магнитных полях посвящена
также работа Зака 3 7 . Однако эта работа лишена какой-либо доказатель-
ной силы, поскольку исходное уравнение этой работы постулировано,
а связь его с уравнением Шрёдингера для матрицы плотности не ясна
и вообще не обсуждается. Коэффициент $хх (см. (4,7)) впервые вычис-
лялся Ансельмом и Аскеровым 7 7· 7 8. Недавно Ансельм, Образцов и Тар-
ханян 3 3 уточнили свои результаты.

V. ДИССИПАТИВНЫЕ ПОТОКИ С УЧЕТОМ НЕУПРУГОГО
РАССЕЯНИЯ ЭЛЕКТРОНОВ И ФОНОНОВ

Приближение упругого рассеяния, использованное при вычислении
тока проводимости и потока тепла в предыдущем разделе, пригодно
далеко не всегда. Учет неупругого рассеяния при столкновениях элек-
тронов с фононами приводит к эффектам увлечения. Эти эффекты наи-
более существенны в полупроводниках с максвелловской статистикой
носителей. Например, как отмечено в разделе I, термо-э. д. с. в re-Ge
и и-InSb при низких температурах в квантующих магнитных полях
обусловлена в основном эффектом увлечения электронов фононами,
т. е. неупругим рассеянием.

При взаимодействии электронов с оптическими фононами неупру-
гость рассеяния приводит к так называемому магнитофононному резо-
нансу, предсказанному независимо в работах38. Суть этого резонанса
заключается в том, что при частоте оптических фононов, кратной цикло-
тронной частоте носителей, т. е. ωΒ = ΝΩ (Ν — целое положительное
число), становятся возможными резонансные переходы носителей между
уровнями Ландау с излучением или поглощением оптического фонона.
Таким образом, неупругое рассеяние электронов на оптических фононах
приводит к осцилляциям электропроводности и других кинетических
коэффициентов при изменении магнитного поля. Мы не будем здесь оста-
навливаться на этих вопросах.

В других случаях учет неупругости при рассеянии электронов, по-
видимому, не приводит к качественно новым явлениям. В дальнейшем
сосредоточим внимание на неупругом рассеянии электронов на акусти-
ческих фононах и перейдем к вычислению тока проводимости и потока
тепла в таких системах. Если учитывать отклонение фононов от локаль-
ного равновесия, то в плоскости, ортогональной магнитному полю.
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необходимо рассматривать уже двумерные неоднородности. Такие про-
странственные неоднородности описываются матрицей плотности, недиаго-

еН

нальной по ру = — х0. Однако в дальнейшем удобнее использовать

смешанное представление Вигнера
f(n, ρ ζ, ρυ, y)^-l]jn,pz,p!j;n,r.z,p'vexv(i(Py — p:j)y/ti), (5,1)

поскольку, так же как и в предыдущем разделе, ток проводимости и поток
тепла будем определять с помощью уравнения непрерывности. Исполь-
зуя приближение слабых пространственных неоднородностей, с помощью
кинетического уравнения (11,32) найдем, в полной аналогии с получе-
нием соотношения (4,5), следующую формулу:

\ eN (χ, у) = 2е £ Гер [f (η, ρζ, ρυ, у)] Ф2

П ( ^ ) . (5,2)

Скорость изменения во времени плотности ^тепловой энергии электронов
в точке х, у можно также выразить с помощью (П,32) формулой

^ ±. WV (х, у) = 2 2 ΙΕ (η, Ρζ) - ζ] ΦΙ ( ^ ) Тер [f {η, ρ2, Ру, у)], (5,3)
п, Р2,

и, наконец, используя кинетическое уравнение для фононов (П,33), най-
дем скорость изменения плотности энергии фононов со временем в виде

Σ ^pelNJ +Σ *«>*Ipd[Nq]. (5,4)
q q

Применим общие формулы (5,2) — (5,4) к рассмотрению частных случаев.
Вычислим сначала ток проводимости и поток тепла, предполагая

распределение фононов локально-равновесным. Такая ситуация реали-
зуется тогда, когда частота столкновений фононов с «термостатом», имею-
щим температуру Τ (χ, у), значительно превосходит частоту столкновений
их с электронами. При этом столкновения электронов с фононами не
нарушают локального равновесия фононов с термостатом, и функция рас-
пределения их имеет вид

-yu—1} · (5,5)

В рассматриваемом приближении (5,5) является решением кинетиче-
ского уравнения (П,35). Благодаря столкновениям с фононами в системе
электронов также устанавливается локально-равновесное распределение
с функцией Ферми

> * ( t ( ) ) Τ· {5'6)

Эта функция является решением кинетического уравнения (П,32) в нуле-
вом приближении по (Ωτ)"1 < 1. Подставляя (5,5) и (5,6) в (5,2) — (5,4)
и затем разлагая правые части по а 2дж и а 2 д у , найдем уравнения
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непрерывности для заряда и энергии 3 9 как электронов, так и фононов:

eN {χ, у) χ t jnp {x, У)

U - d i v I (#>(*. y) | , (5,7)

(5,8)

χ ^djDzO[^(n', pz + %qz)-E{n, ρΖ)-ηω4]((Ε(η,

(ν, \ г\т\Г* (Ε{η, ρζ) — ζ\ , /Ε(η, ρ
(Ε (η, ρΖ)-ζ) )[_/ο (' γ ) -/ο (

χ

Χ
ζχ-,

)]> ( 5 > 9 )

т и т'принимают значения 0, 1, 2; при /?г = т '
чение й)ер(1). Суммируя Qy) и θΨ\
нов и фононов 3 9

принято обозна-
найдем полный поток тепла электро-

X {со
е р

ίΐω— ξ)2} ,,ρ ((Ε + Άω-ζ)) Τ'1 νχζ}. (5,10)
υ

Кинетические коэффициенты связаны соотношением симметрии Онсагера
лишь в полном потоке тепла Q r (5,10) и в токе проводимости j n p (5,8).
Эти вычисления проведены так подробно лишь только потому, что в неко-
торых работах допущена ошибка при определении плотности потока
энергии фононов в пространственно-неоднородных системах. Так, напри-
мер, в работе Фишера 4 0 поток тепла, переносимого фононами, опре-
деляется формулой

Эта формула описывает, как это видно из (5,4), только ту часть потока
энергии фононов, которая обусловлена отклонением функции распреде-
ления Nq от локального равновесия (5,5). Другими словами, поток энер-
гии (5,11) обусловлен лишь дрейфом фононов. В состоянии локального
равновесия поток (5,11) обращается в нуль, но при этом пространствен-
ные неоднородности температуры электронов и фононов приводят к диф-
фузионному потоку тепла, описываемому формулой (5,8) для Qyp). Если
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полный поток тепла в системе определить формулой
ч

X (•a~)-̂ V'qf = Q*« т 0 н е буде т удовлетворяться соотношение Онсагера
для ] п р (5,8) и Q*.

Перейдем сейчас к рассмотрению эффектов, связанных с учетом
отклонения фононной функции распределения от локально-равновесной
(4,6). В чистых металлах и полупроводниках при достаточно низких тем-
пературах может оказаться, что неэлектронная частота релаксации
фононов (релаксация фононов на «термостате») ωρρ (q) сравнима или
даже меньше частоты релаксации их на электронах. В этих условиях
функция распределения фононов будет зависеть не только от состояния
термостата, но также и от состояния электронов. Корректная теория
кинетических явлений требует последовательного описания электрон-
фононных систем с помощью двух связанных интегро-дифференциальных
уравнений для неравновесных добавок к фононной и электронной функ-
циям распределения. Пренебрежение одной из этих добавок в уравнении
для другой приводит, как показали вычисления при отсутствии магнитного
поля (см. Макинсон 4 1 ), к нарушению соотношений Кельвина для термо-
электрических коэффициентов. Эти соотношения, точнее, второе, являются
следствием принципа симметрии кинетических коэффициентов Онсагера.
Следовательно, нарушение второго соотношения Кельвина является
следствием нарушения принципа симметрии Онсагера. Как показал
Зондхеймер 4 2, корректная теория, основанная на системе интегро-диф-
ференциальных уравнений для неравновесных добавок к функциям рас-
пределения электронов и фононов, обеспечивает выполнение принципа
симметрии Онсагера. Однако точного решения такой системы уравнений
в слабом ИЛИ равном нулю магнитном поле пока не удалось найти. В слу-
чае сильных магнитных полей, когда появляется малый параметр (Ωτ)"1 <
< 1 (τ — время релаксации электронов), возникает возможность найти
решение такой системы интегро-дифференциальных уравнений в виде
степенного ряда по этому параметру. При этом принцип симметрии Онса-
гера выполняется; следовательно, будут удовлетворяться и соотношения
Кельвина.

В дальнейшем, как обычно принимается в линейной теории переноса,
будем считать, что функция распределения фононов мало отличается
от локально-равновесной (5,5). В соответствии с этим положим

Nq(x, y) = Na

4{x, y) + gq(x, у), \g4\€N°q. (5,12)

Подставляя (5,12) в кинетическое уравнение (П,33), найдем уравнение
для определения gq (z, у). В это уравнение входит функция распределе-
ния электронов / (η, ρζ, χ, у). Чтобы найти gq в первом приближении по
(Ωτ)"1, достаточно взять для / решение уравнения (П,32) в нулевом при-
ближении по (Ωτ)"1. Таким решением является локально-равновесная
функция распределения электронов (5,6). Подставляя (5,6) в уравнение
для функции gq, найдем в линейном приближении по градиентам Τ
и ζ следующую формулу и > 1 2:

{ X

X {fts2 (qV) Τ'1 - ya*qy [ω β ρ {(Ε + %ω- ζ)) V ^ 1 + ω β ρ (1) Vx£] +

+ ya*qx{ωep((E + 1ίω-ζ))VyT-l + щp(l)Vyζ}}. (5,13)

Подставляя (5,12) и (5,6) в (5,2), найдем в линейном приближении по-
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V71 и νζ выражение для тока проводимости с учетом увлечения φΟΗΟ-
Η Ο Β 1 1 . 1 2 ' 4 3

( г/2 \2 Ρ Γ ^^„

У J dffz dgrxg»_ [ch -у3-—
X \

(5,14)

Подставляя (5,12) и (5,6) в (5,3) и (5,4), также в линейном приближе-
нии найдем формулу для полного потока тепла 1 1 ' 1 2 ' 4 3

( г/2

Χ { [<оер ((Ε + » ω - ζ)2} (ωβρ <1> + ωρ ρ (q))

ί ) 2 - Κ Ρ < ( £ + *ω-ζ)>)2)

- ω β ρ <(# + δ ω - ζ)} ω ρ ρ (q)

(5,15)

Сравнивая кинетические коэффициенты перед градиентом температуры
в (5,14) и градиентом химического потенциала (5,15), убеждаемся, что
они удовлетворяют принципу симметрии Онсагера. Коэффициент перед

I νζ ] в (5,14) совпадает с коэффициентом электропроводности,

найденным ранее в работе Гуревича и Недлина 4 4 по методу Константи-
нова и Переля 4В. Это еще раз подтверждает выполнение соотношения
Эйнштейна.

Формулы (5,14) и (5,15) были найдены также в работе Ахиезера,.
Барьяхтара и Пелетминского 9. Отличие заключается в форме записи.
В этой интересной работе полный поток тепла и ток проводимости в элек-
трон-фононной системе определялись через производство энтропии. Произ-
водство энтропии вычислялось с помощью кинетических уравнений для
одночастичных матриц плотности электронов и фононов.

Недавно опубликованная работа Фишера 4 0 также посвящена вычис-
лению тока проводимости и потока тепла с учетом увлечения фононов.
Кинетические коэффициенты в токе проводимости, найденные в 4 0 , сов-
падают с соответствующими в нашей формуле (5,14). Также совпадают
коэффициенты в электронной части потока тепла. Как уже отмечалось-
выше, полный поток тепла в 4 0 определен неверно.

VI. ПОТОКИ ВДОЛЬ МАГНИТНОГО ПОЛЯ И ПРОДОЛЬНЫЕ
ТЕРМОМАГНИТНЫЕ ЯВЛЕНИЯ

В предыдущих разделах рассматривались потоки, ортогональные
к магнитному полю, и связанные с ними поперечные термомагнитные явле-
ния. В этом разделе будут вычислены потоки вдоль магнитного поля.
Внимание будет уделено главным образом эффектам, связанным с нерав-
новесностью фононов, т. е. эффектам увлечения. Именно эти эффекты
представляют наибольший интерес, поскольку в квантовой области диф-
ференциальная термо-э. д. с , обусловленная неравновесностыо фононов
(термо-э. д. с. увлечения), как это было показано в 4 8 , растет с увеличе-
нием напряженности магнитного поля.
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В дальнейшем будем интересоваться достаточно сильными магнит-
ными полями (Ωτ > 1) и распределениями, пространственно-неоднород-
ными вдоль магнитного поля Η || Οζ. В этом случае для описания системы
нужно ограничиться в представлении Ландау матрицами плотности,
диагональными по квантовому числу га, не зависящими от ρυ и недиаго-
нальными по рг. В случае слабых пространственных неоднородностей
удобно использовать матрицу плотности в представлении Вигнера

f(n, pz, z ) = 2 / n , J , ; B , p i e x p { i ( p i - j P ; ) z / f t } . (6,1)

Действительно, когда на длине дебройлевской волны пространственные
неоднородности малы, левую часть (оператор Лиувилля) кинетического
уравнения можно записать в обычной форме

+ v * - i + e E * w ) f { n ' Pz' z ) = = 7 [ / ( r e ' Ρ" Ζ>1· ( 6> 2>
Входящий сюда интеграл столкновений электронов с фононами можно
представить в следующем виде:

n, рг, ζ)] = % 2 |C
( " ' . Ч> р'г)

χδ[Ε (га', ρ'ζ) — Ε(η,ρζ) — %ω4] δ [ρ'ζ — %qz — ρζ] χ

Χ [(/(»'. Ρ'χ, ζ) — / ( η . Pz, z))Nq(z) + f(n', p'z, ζ) (1 — /(ιι, ρζ,

+ Fn, η' ( ^ i ) δ [Ε {η', ρζ)-Ε (η, ρζ) + ηω^} δ [ρ'ζ + %qz - ρζ] Χ

Χ [(/(«', Ρζ, z)-f(n, Pz, z))Nq{z)-f(n, Ρζ, ζ)(1-/(η', ρζ, ζ))}}. (6,3)

Функция распределения фононов находится также из кинетического

уравнения

где

η, η'

'z) — E(n, pz) — ?i0q][(/(ra', /?;, ζ) —/(га, ρζ, ζ))Ν<,(ζ) +

, ρ;, ζ) (1-/(η, ρζ, ζ))] + Ι#$(ζ)-ΛΓ,(Ζ)]ωρ ρ(ς). (6,5)

Β (6,5) учтены неэлектронные механизмы релаксации фононов путем
введения соответствующей частоты релаксации copp(q), a №q(z) — локаль-
но-равновесная функция распределения фононов, равная

ехр ( ^ ) 1 }
Уравнения (6,2), (6,4) достаточны для вычисления потоков вдоль магнит-
ного поля. При получении эффектов увлечения необходимо учитывать
•отклонение от локального равновесия как электронной, так и фононной
функций распределения. Другими словами, необходимо найти неравно-
весные добавки uz ж gq к локально-равновесным функциям распределе-
ния электронов и фононов

f i n Ό z i - f (д ( " ' * * > - £ ( * М d f o v u (Q 7)
j\n, pz, z)—j0 у ψψ^ j dE pzuz, \v,i)

\gq\<Nq{z). (6,8)
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С помощью (6,2) и (6,4) можно найти систему интегро-дифференциальных
уравнений для функций uz и gq. Поскольку точное решение этих уравне-
ний затруднительно, мы ограничимся лишь приближенным анализом
задачи, а именно: будем считать, что uz— скорость упорядоченного дви-
жения электронов под действием градиента температуры и электрического
поля значительно меньше средней скорости их хаотического движения.
Тогда можно приближенно и2 (η, ρζ) заменить средним значением uz,
не зависящим от η, ρζ.

В этом приближении удается задачу проанализировать до конца.
Действительно, подставляя (6,7) в (6,4), найдем в линейном приближе-
нии по VZT, uz

gq = Пдг [2 (ω ε ρ {ί) + ωρρ (q)) (ch ( ^ S ) - l ) J1 ( и ^ Г * + Г"ашер (1) uz).

(6,9)

Используя (6,7) — (6,9), с помощью (6,2) находим для стационарных
условий формулу

где

Г х
[2тТ{(Оер{ί} + ωρρ(q)) ( c h ( т 3 ) ~ 1 )

Χβ>ρρ(4)ωβν(1), (6,11)

Й* <*.*«·>'X

Χ [ 2 ( ( 1 ) + ()) ( h (Щ ή]'1(ch (Щ - ή]'1 ωβρ (Ι)} , (6,12)

5 — энтропия электронного газа (см. (3,18)). Подставляя (6,10), (6,9)
в (6,7) и (6,8), найдем неравновесные функцни распределения электронов
и фононов. С помощью этих функций без труда можно написать формулы
для тока проводимости и полного потока тепла, переносимого как элект-
ронами, так и фононами:

(hv)z = ozzE?+$zzVzT-\ (6,13)

(QT)Z = Τ-%ΖΕ*Ζ + (pL (To„Г1 + xp) VzT-1, (6,14)
где

(vMzf [ 2 K p (1>+a>pp (q)) ( c h ( т Ч -
Кинетические коэффициенты в (6,13) и (6,14) удовлетворяют как принципу
симметрии Онсагера, так и соотношению Эйнштейна.

Рассмотрим прежде всего дифференциальную термо-э. д. с. Из урав-
нения j z = 0 находим для нее

azz{H) = hz(T*ezz)-i = ±~ + a'£){H), (6,16)

где a2z (H) — вклад в термо-э. д. с. от увлечения, исчезающий при
ωρρ ->- оо. В этом случае электронная часть продольной (Е* || VT \\ Н)
термо-э. д. с , так же как и поперечной (Е* || VJ J_ H), выражается одной
и той же формулой

a ( e># = i - ^ . (6,17)
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Эта формула приближенная и соответствует равенству среднего значе-
ния силы, действующей на электроны со стороны приложенного градиента
температуры, силе, действующей со стороны электрического поля, т. е,

2 V I Ρ 7_ / т т т , Ε (П, Ρ,)— Ζ π т\ Pz dfn r> ,n ΛΟ\

Из (6,16) вытекает, что термо-э. д. с. складывается из «электронной»
и «фононной» частей. Первая обусловлена отступлением от равновесия
только электронов, тогда как вторая часть обусловлена отступлением
от равновесия и фононной системы. Первая из них изучалась в прибли-
жении времени релаксации в работе Ансельма и Аскерова 4 9 . Наиболь-
ший интерес в квантовой области представляет вторая часть термо-э. д. с.г

поскольку она растет с увеличением напряженности магнитного поля.
Рассмотрим случай, представляющий практический интерес, а именно

®ер (1) -С ω ρ ρ (q). В этом случае при ЙЙ > кТ° для невырожденных
электронов, согласно (5,13),

где принято, что | Cq |
2 = El?iq/(vsp0V), р0 — плотность кристалла,

Ео — постоянная деформационного потенциала, vs — скорость звука, V —
объем системы. В случае не слишком сильных магнитных полей Η <
<Cc%(T/fivs)

2/\e\ существенно взаимодействие электронов лишь с фоно-
нами, импульс которых %q <C ft/α. В этом приближении

где
з-г

3/2 / El \ I тпТ 2

при ω ρ ρ (q) = λςτ', Γ (ί) — гамма-функция, Dt (χ) — функция парабо-
лического цилиндра. Для наиболее существенного механизма релаксации

фононов с q *ζ — в условиях, когда эффекты увлечения вносят заметный

вклад в термо-э. д. с , ω ρ ρ ~· q — механизм релаксации Саймонса 5 0 ,
т. е. t = 1, и при %Ώ > Τ

д(?(Я)-а(0)_Аа<?(Д)
α (0) ~ а (0) ' ^

α (0) — термо-э.д.с. при Н = 0. В области низких температур, когда пре-
обладает рассеяние фононов на границах образца (L — размер образца),
i = 0, a

Дгу(Р) /нл

-ϊ® Η · ( 6 ' 2 2 )

Недавно Глузман и Цидильковский 7 9 экспериментально исследовали
зависимость а^ (Я)/а (0) от температуры и квантующего магнитного
поля на образцах ra-Ge. Найденные ими результаты хорошо согласуются
с формулой (6,21), полученной в предположении ω ρ ρ -~ qTl.
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Продольная термо-э. д. с. в квантующем магнитном поле вычисля-
лась независимо другим методом в работе Охта 5 1. В этой работе рас-
смотрен лишь случай ωρρ ~· q2 и найдена формула

Отметим, что при t — 2 эта формула вытекает из (6,20).
Таким образом, все наиболее существенные механизмы релаксации

фононов приводят к росту термо-э. д. с. увлечения с увеличением
напряженности магнитного поля. Отметим, что анализ зависимости
Δαζ? (Η)/α (0) от магнитного поля и температуры позволяет установить
частотную и температурную зависимость затухания звука в области
частот ω ~ vja.

В приближении упругого рассеяния на короткодействующем потен-
циале потоки заряда и тепла вдоль магнитного поля вычислены в работе
Пелетминского 5 2. Там же проанализированы различные предельные
случаи. В квантовом пределе при феноменологическом введении времени
релаксации поток заряда и тепла вычислены также в работе Ансельма
и Аскерова 4 9 .

VII. СРАВНЕНИЕ ТЕОРИИ С ЭКСПЕРИМЕНТОМ

В этом разделе изложенная теория будет использована для интер-
претации имеющихся экспериментальных данных по термомагнитным
явлениям. Однако прежде чем приступать к этому вопросу, необходимо
остановиться на влиянии микронеоднородностей в распределении приме-
сей на измерения термо- и гальваномагнитных эффектов. Впервые к рас-
смотрению этого вопроса обратился Херринг 5 3 . Он теоретически иссле-
довал влияние на гальваномагнитные измерения случайных неоднород-
ностей в распределении примесей и показал, что в области сильных маг-
нитных полей неоднородности приводят к квадратичному возрастанию
магнитосопротивления с ростом поля.

Вопрос о влиянии микронеоднородностей на измерения термомаг-
нитных эффектов в сильных магнитных полях теоретически исследован
Кудиновым и Мойжесом54. Используя развитый Херрингом63 общий
метод разложения флуктуирующих величин в ряд Фурье, авторы 6 4 пока-
зали, что относительное влияние случайных неоднородностей с ростом
магнитного поля увеличивается при измерениях коэффициента Нернста
и не увеличивается при измерениях продольной и поперечной термо-э. д. с.
Этот вывод нашел вполне удовлетворительное экспериментальное под-
тверждение в работе Дричко и Мочан 55, где было показано, что термо-
э. д. с. в сильном поле слабо чувствует влияние микронеоднородностей.
Однако это влияние серьезно сказывается на измерениях коэффициента
Нернста при больших Н. Эффективный (измеряемый на опыте) коэффи-
циент Нернста Q$® изменяется как Нт, где —1 < т < — 0,2. По пред-
сказаниям теории Кудинова и Мойжеса 5 4, Qp"^ ~ H"1, а в некоторых
случаях QN будет стремиться к насыщению при бесконечном возраста-
нии поля Н, тогда как согласно теории, не учитывающей поправок на
микронеоднородности, коэффициент Нернста QN имеет, как известно,
порядок Н~2.

Таким образом, в квантующем магнитном поле сравнение экспери-
ментальных данных по эффекту Нернста с теорией следует проводить
с большой осторожностью, специально исследуя влияние микронеодно-
родностей. Измерения же термо-э. д. с. являются вполне надежными.
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Т а б л и ц а VI

Экспериментальное изучение термомагнитных явлений в полупроводниках
и полуметаллах в квантующем магнитном поле

Материал

Bi

ra-InSb

и-InAs

n-InSb

n-Ge

re-InSb

Лите-
ратура

56

57

58

59

60

61

64

72, 73

75

Изучаемый
эффект

Осцилляции
температуры

Осцилляции
α • , κ , , pj^

ч Осцилляции
Ι Δα_±

J a. (0)

λ Магнетофо-
нонные ос-
цилляции

Δ α Ι Ι
α(0)

Δα,

сцу))

a_L (·")
_ насыщ

— α ι

Концентрация
носителей тока,

Ю18

1 0 м

1,3-10"

2,4-Ю1 6

1,2-10*

5,5-1013 —
3,9-Ш17'

(1 -г- 2) · 103

3-ΙΟ" ч - 4 - 1 0 "

6,3-1013

1,5-Ю1*

Темпера-
турный

интервал,
°К

1,3

1,47-^4,33

4,2

4

20 -4- 110

120 Н- 140

15-Т-85

6,5-^-82

92 Ч-101

кг с

12

13

30

28

80

33

90

100

20

^ Т ' m a x

13

13

70

48

40

2,8

6

150

2,2

Получаемые све-
дения о физи-

ческих свойствах
проводников

Определение
формы ферми-
поверхности
Совпадение пе-
риодов и фаз
осцилляции

Совпадение пе-
риодов и фаз
осцилляции

_L π P-L
α(0) ρ(0)

Совпадение пе-
риодов осцил-
ляции

Δα,, Δ Ρ | (

α (0) ρ (0)
Определение
относительной
роли различ-
ных механиз-
мов рассеяния
носителей тока
Механизм ре-
лаксации длин-
новолновых
фононов на
тепловых
Характер элек-
трон-фононно-
го и фонон-фо-
нонного взаи-
модействий
Проверка спра-
ведливости тео-
рии для элек-
тронной части
термо-э. д. с.

Микронеоднородности вносят лишь незначительные поправки (в пре-
делах погрешности измерений),' не зависящие от Н. Поэтому в дальней-
шем мы будем детально сопоставлять с теорией только измерения термо-
э. д. с.

Более простыми, а потому и наиболее удобными для теоретического
анализа, являются формулы для термомагнитных коэффициентов, най-
денных в изотермических условиях. Однако осуществить изотермические
условия в направлении, перпендикулярном к первичному градиенту
температуры и электрохимического потенциала, достаточно сложно из-за
возникающих поперечных термомагнитных эффектов. Уменьшение появ-
ляющихся температурных градиентов вызывает значительные трудности,
так как для этого требуется подача и отток тепла с различных сторон
образца. Гораздо легче реализовать адиабатические условия, теплоизо-
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лируя, например, боковые стенки образца, поместив его в вакуум. Оценка
величины адиабатических поправок к изотермическим коэффициентам
в квантующем магнитном поле показывает, что как для вырожденного,
так и для невырожденного электронного газа эти поправки пренебрежимо
малы *).

Для удобства обозрения имеющиеся экспериментальные работы
по термомагнитным явлениям в квантующем магнитном поле сведены
в табл. VI. В предпоследней графе этой таблицы приведены максималь-
ные в условиях опыта значения (%Щ1Т, свидетельствующие о том, с каким
запасом реализованы условия квантования энергетических уровней носи-
телей тока. В последней графе указано, какая информация общего порядка
может быть получена из данного эксперимента.

Вся совокупность экспериментальных работ по термомагнитньш
явлениям, представленных в таблице, может быть подразделена на две
группы: а) осцилляционные явления и б) явления в квантовом пределе.
Рассмотрим подробнее обе эти группы.

а) О с ц и л л я ц и о н н ы е э ф ф е к т ы

Особое место по исследованию осцилляционных эффектов занимает
работа Кюнцлера и др. 5 в, в которой изучались так называемые магнето-
термические осцилляции в висмуте, т. е. обратимые изменения темпе-
ратуры адиабатически изолированного образца, возникающие при
изменении величины или направления приложенного магнитного поля.
Осцилляции температуры в квантующем магнитном поле связаны с осцил-
ляциями энтропии электронного газа S и имеют такое же физическое
происхождение, как и известные низкотемпературные осцилляции
намагничения. Поскольку

осцилляции как S, так и Μ обусловлены осцилляциями термодинамиче-
ского потенциала Ф и в конечном счете они связаны с немонотонным
характером зависимости плотности состояний от энергии. При возраста-
нии энтропии электронного газа повышается и термическая энергия,
необходимая для поддержания первоначальной температуры. Однако для
адиабатически изолированного образца единственный источник тепловой
энергии электронов — это решетка. С помощью термометра при изме-
нении Η наблюдаются пики охлаждения. Магнитотермические осцилля-
ции обладают высокой разрешающей способностью и позволяют с боль-
шой точностью определять параметры ферми-поверхности.

Осцилляции термомагнитных коэффициентов в квантующем маг-
нитном поле (теплопроводности, дифференциальной термо-э. д. с.) впер-
вые экспериментально были открыты Стилом и Бабискином s 7 на очень
чистых монокристаллах висмута. В этой работе были установлены весьма

*) Для рассеяния электронов, например, на точечных дефектах или акустических
фононах, в случае предельного вырождения различие между изотермической и адиа-
батической термо-э. д. с. зависит от преобладания фоношгой компоненты теплопровод-
ности х^. над электронной я ^ :

xS;

Коэффициент электронной теплопроводности поперек сильного магнитного поля
в (Ωτ)~2 раз меньше, чем в отсутствие поля. Поэтому при Ωτ >̂ 1 электронная часть
теплопроводности становится малой по сравнению с фононной и α^,χ ~ а"^.
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общие закономерности, связывающие осцилляции коэффициентов термо-
э. д. с , теплопроводности и электросопротивления при изменении маг-
нитного поля, а именно — совпадение периодов и фаз осцилляции этих
коэффициентов.

Рис. 1 и 2 иллюстрируют наблюдаемые Стилом и Бабискином осцилля-
ции термоэлектрической разности потенциалов и коэффициента тепло-
лроводности поперек магнитного поля. На этих рисунках сплошная
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Рис. 2.

кривая соответствует экспериментальным результатам, а штриховая —
огибающая минимумов осцилляции; δ — разность ординат эксперимен-
тальной кривой и огибающей минимумов. Величина δ введена для того,
чтобы выделить осциллирующую компоненту. Для δ график приведен
в нижней части рисунков. Эта кривая периодична при изменении Н'1.
Чтобы сопоставить период и фазу осцилляции термомагнитных коэффи-
циентов и гальваномагнитных, на том же монокристалле измерялось
электросопротивление. Сравнение показывает (рис. 3), что периоды
осцилляции при изменении Н'1 у всех трех эффектов одинаковы. Разли-
чие в фазах осцилляции весьма мало. Относительный сдвиг фаз осцилля-
ции теплопроводности и электросопротивления составляет 0,16 рад,
а в случае термо-э. д. с. и электросопротивления 0,08 рад. Это различие
в фазах осцилляции обусловлено главным образом ошибками в построении
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огибающей минимумов. В работе 5 7 исследована также температурная
зависимость термо-э. д. с. и показано, что монотонная часть термо-э. д. с.
с понижением температуры
убывает как Тп, где η ж 1. Из
экспериментов 6 7 следует, что
амплитуды осцилляции термо-
э. д. с. пропорциональны Н5^;
при изменении температуры эта
зависимость остается неизмен-
ной. Зависимость огибающей
минимумов термо-э. д. с. от
напряженности магнитного поля
пропорциональна Н.

Прежде чем обсуждать воз-
можную теоретическую интер
претацию экспериментальных
результатов 5 7, найдем следст-
вия, вытекающие из простейшей
однозонной модели проводника
с изотропным законом диспер-
сии носителей. Будем предпола-
гать, что электроны сильно вы-
рождены и что упругое рассея-
ние их на примесях и дефектах
является доминирующим в явле-
ниях переноса.

Для вычисления термо-
э. д. с. ахх, электронной части
теплопроводности Xj_ и магнито-
сопротивления р_]_ необходимы
формулы для кинетических
коэффициентов σΛ, βι!ΐ: xlk,
%lh. В случае сильного вырож-
дения из (3,16), (3,17) и (4,7) следует закон Видемана — Франца

тг2 / h \ 2

'к~~з~{~) lh~ ( ' '
Остальные кинетические коэффициенты также можно выразить через alh.
Соответствующие формулы имеют вид

), (7,2)

оя. Τ'β ίΠ Q\
t%ik— — 1 Pih· (',"/

В сильном магнитном поле при наличии носителей тока одного знака
охх € оху, р х ж с $ху; (7,4)

при этом, согласно (2,11) и (2,14),
f>xy

Рис. 3.
По оси ординат отложены значения 1/Я, соответст-
вующие минимумам на кривых 6 для термоэлектри-
ческой разности потенциалов (О), теплопроводности
(0) и электропроводности (•), как функции целых

чисел N (ось абсцисс).

ахх = а± = -

°£„

(7,5)

(7,6)

Согласно (4,7) в неисчезающем по вырождению приближении имеют
место формулы

Pift l-i %ik~J , Kih ~· 1 • (7,7)

3 УФН, т. 95, вып. 4
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Поэтому в (2,13) первые два слагаемых — Г 3 . Пренебрегая в κ_|_ членами
~ Г3, находим в линейном по Τ приближении

Адаме и Холстейн 2 9 показали, что для достаточно больших значений
квантового числа η характер осцилляции σχχ, по существу, не зависит
от механизма рассеяния и осциллирующая часть электропроводности
может быть представлена в виде

2

δ-ι/2, (7,9)

где о"кл — классическая (неквантовая) электропроводность в сильном
магнитном поле, а

6-1/2 = 2 / 5 2 (-1)М(2ЯМГ 1 / 2со8 ( ^ . - j ) · (7,10)
М>0

Осциллирующая часть дифференциальной термо-э. д. с. (ахх)осц также
при не слишком малых квантовых числах η может быть представлена
формулой

6-1'2, (7,11)

где

— JLuiL ( кТ°\
К Л 2 е \ ζ )

— термо-э. д. с. в классическом пределе для сильно вырожденного элек-
тронного газа. Поскольку осциллирующие части магнитосопротивления,
теплопроводности и термо-э. д. с. пропорциональны одной и той же осцил-
лирующей функции

\РХ/осц ' ' 1^J_/OCIJ ' ' V^_LJocii' ' О ,

период и фаза осцилляции pj_, Kj_ И CCJ_ одинаковы. Максимальные значе-
ния амплитуд осцилляции при низких температурах определяются в основ-
ном уширением энергетических уровней, обусловленным столкновением
электронов с рассеивателями. Согласно 2 9 максимальные значения б~1/г

по порядку величины равны / Ω τ (τ — время свободного пробега носи-
телей, входящее в электропроводность). Если доминирующую роль
в уширении энергетических уровней играет упругое рассеяние на при-
месях, то τ не зависит от температуры. При этом зависимость амплитуд
осцилляции δ-1/** от магнитного поля будет оставаться одной и той же при
различных температурах. И, наконец, линейная зависимость термо-э. д. с.
от Τ обусловлена сильным вырождением. Эти выводы однозонной модели
находятся в хорошем качественном соответствии с опытами Стила и Бабис-
кина δ 7. Но у нас нет оснований переносить результаты, полученные
в однозонной модели, на висмут, в котором концентрация электронов
равна концентрации дырок, и первое из неравенств (7,4) нарушается,
поскольку в нулевом приближении по рассеянию σ^' = 0. В этом слу-
чае отличный от нуля вклад в оху будет возникать лишь в прибли-
жении (Ωτ)~2. В условиях опытов 5 7 (заполнено большое число
уровней Ландау) можно показать, что величину σ ^ ^ (1/Ωτ)2

можно также представить в виде плавно изменяющейся классической
части (о ж у ) к л и осциллирующей части, пропорциональной δ-1/". Поэтому,
когда амплитуды осцилляции кинетических коэффициентов малы в срав-
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нении с их плавно зависящей от Η классической частью, как ахх, так
и βΧΛ;, рху можно представить в виде

Рхх = (ржх)кл + (Ржж)осц,

Рху = (Рху)кл + (рхг/)осц!

причем (ахх) о с ц ~ (рхх) о с ц ~ (Рху) осц ~ δ"1/*. Таким образом, в не
слишком сильных магнитных полях, если заполнено достаточно большое
число уровней Ландау, характер осцилляции термогальваномагнитных
коэффициентов оказывается одинаковым как в однозонной, так и двух-
зонной модели проводника и при равенстве концентраций дырок и элек-
тронов. Если же поля настолько сильны, что заполнено не слишком боль-
шое число уровней, характер осцилляции различных термогальваномаг-
нитных коэффициентов различен. Так, например, в опытах Энтклиффа
и Стредлинга 8 0, выполненных на образцах n-InSb, показано, что осцил-
ляции рхх и рху сдвинуты по фазе на π/4.

В полупроводниках квантовые низкотемпературные осцилляции
термо-э. д. с. в поперечном магнитном поле (Н J_ VT) наблюдались на
образцах re-InSb 5 8 и re-InAs 5 9 . Сопоставление экспериментальных кри-
вых для поперечной магнитотермо-э. д. с. Ααι/α (Ο) и поперечного маг-
нитосопротивления Ар^/р (0) обнаруживает, так же как и для висмута,
совпадение периодов и хорошую синфазность. В работе 5 8 наблюдалось
отчетливое спиновое расщепление первого (п — 1) уровня Ландау.
Однако оценка ^-фактора по величине этого расщепления приводит к зна-
чению | g | — 34, что оказывается меньше ^-фактора, предсказываемого
теорией и определенного по спиновому резонансу электронной проводи-
мости в InSb (\ g \ = 50). Другую физическую природу (по сравнению
с рассмотренными выше низкотемпературными осцилляциями) имеют
так называемые магнитофононные осцилляции термо-э. д. с , впервые
обнаруженные в re-InSb Пури и Джебаллом60 и более детально исследован-
ные в работах Муждабы, Парфеньева и Шалыта 6 1.

Как по условиям наблюдения (более высокие температуры), так
и по зависимости периода от параметров проводника, этот тип осцилля-
ции отличается от рассмотренных выше квантовых низкотемпературных
осцилляции типа Шубникова — де-Гааза.

Период низкотемпературных осцилляции определяется только кон-
центрацией электронов:

АШ =

а период магнетофононных осцилляции зависит от эффективной массы
электронов т* и предельной частоты оптических фононов:

/ 1 > — · (7,13)

В данном обзоре мы не будем подробно анализировать магнтиофононные
осцилляции термо-э. д. с , отсылая читателя к специальной литера-
туре 6 2 ' 8 1; отметим только два следующих обстоятельства.

Во-первых, в соответствии с теоретическим результатом о независи-
мости поперечной электронной части термо-э. д. с. от рассеяния, на кри-
вой для поперечной магнитотермо-э. д. с. в е 1 осцилляции не обнаружено.
В продольном магнитном поле (Н || VT) магнитотермо-э. д. с. осцилли-
рует. Максимумы, которые можно отметить на экспериментальных кри-
вых, имеют периодичность, согласующуюся с (7,13).

3*
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Во-вторых, осцилляционные максимумы продольной термо-э. д. с.
(Δο&||)/α (0) смещены относительно резонансных значений магнитного
поля, определяемых условием (7,13). Сопоставление величины этого
смещения с предсказаниями теории Павлова и Фирсова в 2 позволяет
получить информацию об относительной роли различных механизмов
рассеяния носителей тока в rc-InSb.

б) Т е р м о м а г н и т н ы е э ф ф е к т ы
в к в а н т о в о м п р е д е л е

Зависимость термомагнитных эффектов в квантовом пределе от
температуры и напряженности магнитного поля при различных механиз-
мах упругого рассеяния приведена в табл. II—IV. Однако в настоящее

время мы еще не располагаем
достаточно надежными экспери-
ментальными данными, чтобы
судить о справедливости теоре-
тических зависимостей термо-
магнитных эффектов от Г и Я,
приведенных в табл. II—IV.
Так, например, измерения эф-
фекта Нернста, приведенные
в работе Амирханова и др.6 3,
недоступны для теоретической
интерпретации, потому что ха-
рактер зависимости постоянной
Нернста от магнитного поля
меняется от образца к образцу.
Это, по-видимому, связано с
влияниемнеоднородностей, око-
тором шла речь в начале этого
раздела.

Наиболее надежные экспе-
риментальные сведения о зави-
симости от температуры и на-
пряженности магнитного поля
в квантовом пределе получены
при измерении дифференциаль-
ной термо-э. д. с. Эти экспери-
ментальные данные и представ-
ляют наибольший интерес, по-

10 30 4О 5О SO 7O 8090100
И, кгс или 7f

Рис. 4.
скольку теоретический анализ

их позволяет, с одной стороны, судить о правильности предпосылок
теории, с другой стороны, получать сведения о механизмах электрон-
фононной и даже фонон-фононной релаксации.

В опытах Пури и Джебалла 6 4 на чистых образцах электронного гер-
мания с концентрацией примеси nD ~ 1013 см'3 измерялось отношение

о ± (Я)-а±(0) _ A«X (7,14)
а, (0) ( О ) '

На рис 4 воспроизводятся экспериментальные результаты, полученные
в в 4 для зависимости Δαχ/α^Ο) от магнитного поля при различных
температурах для Η || [100] и V71 [010]. На этом же графике приведена
зависимость Δα±/αχ(0) от температуры, полученная в поле Η - й» кгс.
Экспериментальные данные приводят к следующим эмпирическим
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формулам: в интервале температур 20—80° К

• ( 7 ' 1 5 )

а для 7 < 2 0 ° K

Di и D2 слабо меняются с температурой и полем.
В полупроводниках с анизотропной поверхностью постоянной энер-

гии (типа n-Ge и re-Si) связь носителей тока с продольными и поперечными
фононами одинакова по порядку величины. Поэтому анализ этих экспе-
риментов невозможен в рамках простейшей модели.

В работах β5> β β основные положения квантовой теории термомагнит-
ных явлений, изложенные в разделах III—IV применительно к квадра-
тичному изотропному закону дисперсии, были распространены на много-
долинный анизотропный энергетический спектр электронов. Анизотропия
рассеяния носителей тока учитывалась в рамках метода потенциала дефор-
мации. Наиболее детально была исследована изотермическая термо-
э. д. с. в различных предельных случаях в зависимости от величины
магнитного поля и степени увлечения электронов фононами.

Изотермическая дифференциальная термо-э. д. с. складывается из
двух частей: электронной а ( е ) (77), обусловленной лишь неравновесно-
стью электронов, и фононной а<р> (Н), обусловленной отклонением
фононов от равновесного распределения за счет электрон-фононных столк-
новений: а (Н) = а<е> (Н) + а<р' (Н). В условиях опытов β 4 α<ρ> ока-
зывается малой по сравнению с а<р'. В квантующем магнитном поле
основной вклад во взаимодействие с электронами вносят фононы с ? ~
~ Ян = У\е\Н/сП. В опытах6 4 использовались такие магнитные поля
и температуры, что qH < q\ = (Tltsx)2. В этом пределе для случая, когда
магнитное поле направлено вдоль оси четвертого порядка и увлечение
электронов фононами λ-ветви является слабым ( ω ^ > uspe), получено
следующее выражение для термо-э. д. с. увлечения 6 5:

λ ( ) = е^'Ч1^'2 ("IT)

где si — фазовая скорость фононов λ-ветви, С2 — константа деформа-
ционного потенциала, с\ — среднее значение упругой постоянной для λ-
ветви, Fx — содержит слабую логарифмическую зависимость от магнит-
ного поля, Ρ = ρ 0 %(2~r^s(x~r^L~1, р0 — плотность вещества, L — размер
кристалла, В определяется комбинацией компонент тензора обратных
эффективных масс в системе координат, связанной с внешними полями 6 5;
rL и у определяются декрементом затухания фононов

тГ 1(?,Л = ^лГ 3 " Г я Л 2 + Г я - (7,18)
Αχ зависит от параметров вещества. Отношение αχ (Η) к термо-э. д. с.
увлечения в отсутствие магнитного поля αχ (0) выражается простой
формулой

<4 (°)
содержит слабую логарифмическую зависимость от Η и Т.

(7,19)
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В электронном германии экспериментально изучаемая величина

α(0)~ Σ α ρ > ( ° ) (7'20)

содержит вклад от различных ветвей фононного спектра и более сложна
для анализа.

Из формул (7,17) — (7,20) следует, что зависимость от Г и Я изме-
ряемой величины Δα/α (0) определяется в основном декрементом затуха-
ния фононов с q ~ qH = у \е | ЩсЪ. Обычно в этой области частот
используют для декремента затухания поперечных звуковых волн фор-
мулу Ландау — Румера 6 7

%7' = AtqT\ (7,21)

а для продольного звука формулу Херринга 6 8

rT^AtfT3. (7,22)

Эти формулы получены в приближении трехфононных процессов, происхо-
дящих с точным выполнением законов сохранения энергии и импульса.

При достаточно низких температурах становится существенной не
зависящая от Τ и q релаксация фононов на границах образца; при этом
декремент затухания определяется формулой

( т г р Н ^ т г р ) ; : 1 - ^ (7,23)

(L — характерный размер образца).
В опытах в 4 напряженность магнитного поля и температура удовле-

творяли неравенству

В этом случае, как вытекает из (7,21) и (7,22),

Неравенство (7,24) приводит к выводу, что наиболее существенный вклад
в термо-э. д. с. увлечения вносят продольные фононы и согласно (7,19)

4Р) (В) н
а<р> (0) Τ

Эта формула дает иную зависимость, чем наблюдается на опыте (7,15).
Последняя формула получилась бы только тогда, если имело бы место
неравенство, обратное (7,24), что противоречит условиям эксперимента в 4 .
Таким образом, τι и τ*, вычисленные в приближении трехфононных про-
цессов при условии выполнения закона сохранения импульса и энергии,
невозможно согласовать с экспериментом 6 4, выполненным при наличии
квантующего магнитного поля. Аналогичная ситуация возникла и ранее
в работе Херринга и др. 6 9 при анализе экспериментов по термомагнитным
явлениям в классической области полей. Существуют и другие экспе-
рименты 7 0 по изучению температурной зависимости тг и хи которые
также противоречат формуле (7,22).

Таким образом, возникает необходимость в пересмотре наших пред-
ставлений о релаксации продольного длинноволнового звука в твердых
телах. До сих пор не принималась во внимание ширина энергетических.
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уровней коротковолновых тепловых фононов, участвующих в трехфонон-
ных процессах. В поглощении продольного длинноволнового звука учет
этого фактора приводит к новым возможностям. Чтобы пояснить ска-
занное, рассмотрим рассеяние звука на коротковолновых тепловых фоно-
нах. В пренебрежении шириной уровня (декрементом затухания) коротко-
волновых тепловых фононов, в трехфононных процессах должен точно
выполняться закон сохранения энергии и импульса. Если дисперсия
скорости продольного звука отсутствует, то возможен процесс с участием
трех фононов продольной ветви с параллельными волновыми числами;
при этом закон сохранения импульса имеет вид qt = q2 — (?з> а закон
сохранения энергии получится путем умножения этого равенства на
скорость продольного звука. Учет сколь угодно малой дисперсии коротко-
волновых тепловых фононов уже исключает эти процессы, поскольку
закон сохранения энергии не будет выполняться, если все три фонона
продольны. Однако ситуация может радикально измениться, если при-
нять во внимание декремент затухания коротковолновых тепловых фоно-
нов. Действительно, учет декремента затухания тепловых фононов при-
водит к неопределенности в законе сохранения энергии, и если эта неопре-
деленность больше, чем величина дисперсии, то процессы с участием
трех фононов, принадлежащих одной ветви, становятся возможными.
Именно эти процессы вносят существенный вклад в поглощение длинно-
волнового звука в твердых телах коротковолновыми тепловыми фоно-
нами и приводят, как показал Саймоне Б0 (см. также работу Зырянова
и Талуца 7 1), вместо (7,22) к следующему декременту затухания про-
дольного длинноволнового звука:

xt^A^TK (7,25)

Декремент затухания поперечного длинноволнового звука при учете
конечной ширины уровня тепловых фононов по-прежнему описывается
формулой (7,21).

Формулы (7,25) и (7,21) совместно с (7,19) приводят в температурном
интервале, где преобладает фонон-фононная релаксация, к наблюдаемой
на опыте зависимости (7,15). Это подтверждает представления о меха-
низме релаксации длинноволновых фононов на коротковолновых, поло-
женные в основу формулы (7,25). Следует подчеркнуть, что результаты
экспериментов 7 0 по изучению температурной зависимости поглощения
продольного и поперечного звука в диэлектриках также хорошо согла-
суются с формулами (7,21) и (7,25). При Τ < 20° К формулы (7,23)
и (7,19) приводят к

<* (ff) _ / я у
α (0) \ Τ ) '

что хорошо согласуется с экспериментальным результатом в 4.
Большой интерес для выяснения механизма фонон-фононной релак-

сации в полупроводниках с кубической решеткой представляет и другая
работа Пури и Джебалла 7 2. Авторы обнаружили, что в электронном
InSb в интервале температур 6 -f- 40° К термо-э. д. с. увлечения а(р> (Я)
с ростом магнитного поля очень сильно возрастает, в десятки раз пре-
вышая а(е>, хотя в классической области сильных полей, т. е. при Ωτ > 1,
ϊιΩ <Ζ Τ, она практически отсутствует. Поскольку в электронном анти-
мониде индия поверхности постоянной энергии изотропны, в отличие от
электронного германия, только продольные фононы должны давать
вклад в эффекты увлечения. Это обстоятельство значительно упрощает
сравнение теории с экспериментом.
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В работе 7 2 измерялось изменение термо-э. д. с ' ДаЭКсп = а (Я) —
— &насыщ п 0 с Р а в н е н и ю с классическим значением насыщения анасыщ,
как функция магнитного поля и температуры. В пренебрежении анасыщ
величина термо-э. д. с. увлечения а(р~> (Я) определялась из следующего
соотношения:

а<Р> (Я) = Δαβκοπ-Δ<4?ορ, (7,26)
где

&ρ - а<«> (Я) - а&ьщ = у ( £ - \ + ψ} • (7,27)

Здесь а ( е ) (Я) — электронная часть термо-э. д. с. в квантующем магнит-
ном поле, определяемая соотношением (7,4); авасыщ — электронная
часть термо-э. д. с. в классической области сильных магнитных полей,
ζο — химический потенциал при Я = 0. В последующей работе 7 3 Пури
сопоставил экспериментальные данные для а<р> (Я) с формулой для
термо-э. д. с. увлечения, полученной при распространении теории Хер-
ринга 7 4 («л»-подход) на квантовую область. В пределе qz

H < (TlhSi)2 эта
формула приводит к такой же зависимости от Τ и Я, как и формула,
определяемая током проводимости (5,18).

Изучение зависимости а ( р ) от магнитного поля при низких темпе-
ратурах ( Г < 1 5 0 К ) , когда фононы рассеиваются главным образом на
границах образца, позволило однозначно решить вопрос об абсолютном
преобладании рассеяния электронов в re-InSb на деформационном потен-
циале, по сравнению с рассеянием их на пьезоэлектрических колебаниях.

При более высоких температурах (15 < Τ < 40° К) из анализа
полевой и температурной зависимости термо-э. д. с. увлечения а ( р ) для
декремента затухания продольных длинноволновых фононов Пури полу-
чил следующее соотношение:

' (7,28)

Это выражение находится в противоречии с результатами теории, учи-
тывающей трехфононные процессы и приводящей, как заметил Херринг 6 8,
к сумме показателей степеней q и Τ в декременте затухания, равной пяти.
Нам представляется, что полученный результат (7,28) явился следствием
недостаточно корректного анализа экспериментальных данных.

Во-первых, Пури игнорирует те серьезные затруднения, которые
возникают при выделении изменения электронной части термо-э. д. с.
Δ остмр и з полного изменения термо-э. д. с. АаЭКсп, измеренного на
опыте. Он вычисляет Δα^ορ по формуле (7,27), учитывая, как это и сле-
дует из общих соображений, спиновое расщепление уровней Ландау
и неквадратичность зоны проводимости в тг-InSb. Однако в той области
температур и магнитных полей, где эффект увлечения практически отсут-
ствует и, следовательно, АаЭксл = Да*е), эта формула не дает адекват-
ного эксперименту описания электронной части термо-э. д. с. Как было
обнаружено в ряде работ, хорошее согласие с экспериментом имеет место
только в том случае, если в (7,27) не учитывать спиновое расщепление
уровней Ландау. Для квадратичного изотропного закона дисперсии носи-
телей без учета спина формула (7,27) принимает вид

βΔα<«)=—l + l n ( - ^ - ) + a : , c t h a : v , (7,29)

где χν = %ΩΙΤ. Хорошее согласие экспериментальных данных с форму-
лой (7,29) обнаружено в работе Дричко и Мочан 75, где измерения Аа(е)

выполнены для не очень сильных магнитных полей и высоких температур
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(xv ~ 1, Τ = 100° К), а также Пури и Джебаллом 75. Об этом свидетель-
ствует рис. 5 работы 7 2, на котором измерения Δα3ΚΟΠ при Τ = 82° К,
когда увлечение отсутствует, сопоставлены с теоретической кривой, рас-
считанной по формуле (7,29).

Если в формуле (7,27) для квадратичного изотропного закона учесть
спин носителей и эффективное значение ^-фактора, то согласие теории
с опытом, как отмечено в 7 2, ухудшается. Поправки на неквадратичность
зоны проводимости в и-InSb при учете спинового расщепления уровней
энергии не улучшают согласия с экспериментом 7 6. Это расхождение
теории с экспериментом для Аа<е> до сих пор остается невыясненным.
Однако при обработке экспериментальных данных существующее расхож-
дение теории и эксперимента для Аа(е> следует иметь в виду.

В работе73 приведена таблица экспериментальных значений для
Ассэксп в широком интервале температур (6,5 -=- 82° К) и магнитных
полей (10 -=- ЮОкгс). Если Ас4еор вычислять не по формуле, учитываю-
щей и спиновое расщепление уровней, и неквадратичность зоны, как
это делает Пури в 7 3, а пользоваться, например, формулой (7,29), лучше
соответствующей опыту, то для а&> в интервале температур 25—40° К
получается следующая зависимость от Τ и Н:

~-ь'05 (7,30)

вместо найденной Пури зависимости ацури-^ Hi'3T~i'i6. Это приводит
для декремента затухания продольных длинноволновых фононов к формуле

У1 = тТ*(д,Т)~дТ3'ъ&, (7,31)

вместо формулы (7,28), полученной в 7 3.
Второе существенное обстоятельство, которое было оставлено Пури

без внимания при обработке экспериментальных данных и получении
формулы (7,28),— это учет рассеяния фононов на границах образца.
В интервале температур 27—43° К Пури анализирует зависимость термо-
э. д. с. увлечения а ( р) от магнитного поля и температуры с учетом
лишь фонон-фононной релаксации, полностью пренебрегая рассеянием
фононов на границах образца. Однако в предыдущей статье 76 приве-
дены убедительные экспериментальные доказательства вклада в релак-
сацию фононов от рассеяния их на границах образца в указанном темпера-
турном интервале. В частности, в работе 75 изучалось отношение термо-
э. д. с. двух образцов с различной площадью поперечного сечения при
фиксированном значении поля (80 кгс) как функция температуры (так
называемый размерный эффект). В интервале 27—43° К это отношение
отлично от единицы и равно соответственно 1,45—1,15. Максимальное
значение этого отношения равно 1,55 при Τ = 6° К. Приведенные зна-
чения размерного эффекта свидетельствуют о роли граничного рассеяния
фононов в исследуемом интервале температур.

Теоретические оценки полевой и температурной зависимости термо-
э. д. с. увлечения а ( р ) по формуле (7,17) для релаксации продольных
длинноволновых фононов на коротковолновых фононах (согласно (7,25))
и на границах образца (согласно (7,23)) приводят соответственно к сле-
дующим выражениям:

1 5 ~ 5 > 5 , (7,32)

иъ. (7,33)·

Сопоставление этих зависимостей с экспериментальными данными (7,30)
свидетельствует о том, что в интервале 27 -г- 43° К доминирует рассеяние
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фононов на фононах, однако рассеянием фононов на границах полностью
пренебрегать нельзя.

Таким образом, можно надеяться, что более адекватное эксперименту
описание Δσ4εΌρ, а также введение поправки на граничное рассеяние
фононов подтвердит справедливость соотношения для декремента зату-
хания продольного длинноволнового звука yi ~ qT*, которое согласуется
с экспериментальными данными для термо-э. д. с. увлечения в n-Ge 6 1,
а также с экспериментом 7 0 по поглощению ультразвука в твердых телах
и, наконец, с теоретическими представлениями 5 0· п .

ПРИЛОЖЕНИЕ

а) КИНЕТИЧЕСКОЕ УРАВНЕНИЕ ДЛЯ ЭЛЕКТРОНОВ

Рассмотрим систему взаимодействующих электронов с гамильтонианом

2 ^ ν
ν (μ, μ', ν, ν')

где £ ν —собственное значение энергии одночастичиого гамильтониана, a G^ =
Ξ (ν, μ Ι G (r — г') I ν ' , μ') — матричный элемент межэлектронного взаимодействия
по собственным функциям одночастичного гамильтониана, а+ и αμ —операторы
вторичного квантования, подчиняющиеся статистике Ферми. Введем, следуя работе
Боголюбова и Гурова 4«, матрицы плотности одной, двух и т. д. частиц с помощью
формул

Sp £ £

Sp (ραία£'ανα ,) ΞΞ (α£άκ'ανα ,) Ξ h (κκ'νν'), (Π,2)

Усреднение в (П,2) производится по ансамблю Гиббса.
Используя определения (П,2) и уравнение движения операторов

ihJLF = {H,P]_=HF-FH, (П,3)
at

найдем

) ^ " = Σ <^{Μνμκ'ν')δκ μ,-
(ν, ν', μ, μ')

- Λ (νμμ'κ') δ ν , κ + h (κμμ'ν') ό κ 4 - Λ (κνμ'ν') δ μ κ ,}, (Π,4)

(μμ', ν, ν')

Для получения уравнения движения одночастичной матрицы плотности, без учета
эффектов динамического экранирования межэлектронных взаимодействий в борнов-
ском приближении, следует выразить встречающиеся в правой части (П,5) средние
значения от произведения шести операторов через произведения одночастичных
матриц. Так, например,

(α+ο μα ν,α+,α νβ ν,>^=/ ν ν,/ μ ν,/ κ, 7 + / ν ν , / μ ν / κ , ν , + / ν ν / μ ν ' ( δ ν ' κ ' —/ κ -ν') '

<ο+α+αμαμ,αγαν,> = / μ μ / /νγ/ κ ν ' + / κ μ ' / ν ν ' ^ 7 + /κγ/νμ'/μγ' · (Π ,6)

Подставляя (Π,6) в (Π,5), получим уравнение, связывающее h с /, в следую-
щем виде:

(JL ) ν') = ΛΓ[/1- (Π ' 7)

Здесь Μ [/] означает правую часть (П,5) при подстановке (П,6). В случае медленных
процессов h от времени г явно не зависит, а зависит лишь неявно через одночастичные
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матрицы /ν ν<· Поэтому ih — h = O. Однако в теории возмущений обычно вводят адиаба-

тический параметр ε ->• 0, включающий взаимодействие между электронами при

t —>- —оо; следовательно, надо в (П,7) заменить i% >• is. Тогда п.ч (П,7) находим

Λ ( κ κ ' γ γ ' ) - lim -τ; г~В ΊΤ^ΐ — . (Π,8)
ε-+ υ £ κ ' ~ΆΥ. — Ά\' Ьу ' г е

Подставив (П,8) в (П,3), получим кинетическое уравнение для одночастичной матрицы
плотности / V V ' .

Рассмотрим частный случаи кинетического уравнения для электронов в однород-
ном квантующем магнитном поле. Нас будут интересовать распределения, неоднородные
вдоль оси х, ортогональной магнитному полю, направленному по оси ζ. Такие неодно-
родности в представлении Ландау | κ ) = | п, р*, ха > описываются диагональными

, . еН
элементами матрицы плотности / κ κ , = / κ ο κ κ , , зависящими от ру = — х0.

Учитывая это и подставляя (П,8) и (П,4), найдем

(ν, ν , ν")

где

И' (rvv'v") — ^ητ~ I G™" | 2 δ [ £ v - r £ v , — Ек — Еу„],

G ^ * , (ν | β^ \κ)(κΙ β"*'' | ν) ( V | е ~ * Ч ' | ν») ( V | β * 4 ' ' | ν ' ) .

(Π,ΙΟ)

Входящие сюда произведения матричных элементов в представлении Ландау можно
ааписать в следующем виде:

Здесь

; 0 - Й9„) β (?„ - «у δ ( - ρ^κ) + ρ<ν> -Пдг)& (дг - д'г) X

]xoK}exv{-iya^qy(g-x-qx)/2}In^nv ( — q'x, gy) In^ (q'x, gy).

(Π,ΙΙ)

Xexp ( - 4 * ("T^J ' ?i = ?i + 't· « = minK, BV}

X^ (i) —обобщенный полином Лагерра.
1

Произведение матричных элементов в (П,11) при \дх\ и | дх | > - — экспонен-

ииально убывает. Поэтому там, где это произведение заметно отличается от нуля,

т. е. при | д'х | и | qx | < , существенно может изменяться лишь множитель

•exp [ixoy, (qx — q'x)] • Следовательно, при подстановке (П,11) в (ПДО) и интегрировании
по q' различием между д'х и дх можно пренебрегать в медленно изменяющихся
частях произведений матричных элементов; тогда интеграл по д'х сведется к виду

\ dq'x exp [ — iq'x {xOK — xQv,,)]=2nb {XOK~XOV.,).
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Учитывая эту формулу, можно представить уравнение (П,9) в следующем виде:

dfK _ -л 2π { r r Г

(ν, ν , ν , <г)

ν,-Εκ-Εν,\ δ (χ0κ-χΟν,,)χ

Χ {/ν [1-Λ,Ι /ν< [1-/ ν .] - / κ [1-/ ν ] /ν» [1-/ν·]}- (Π*1*)

Учитывая равенство Х О = " 7 Й Г ^ ) У И ( ^ ' ^ ) ' н е тРУДн 0 убедиться, что матричные эле-

менты (ν' | ег(1Г [ ν") и <ν | eiqr \ κ), входящие в (11,14), содержат множитель

δ (ζΟκ — x0v + ya2<ly) δ (^ov^^Ov'+Va2?;/) (Υ = signe).

В случае слабых пространственных неоднородностей, когда / как функция хд оста-
ется практически постоянной на радиусе Лармора, этот множитель можно разло-
жить в ряд по а2д у. Член нулевого порядка в интеграле столкновений (П,14),
если использовать обозначение (ПД1), (ПД2) и

4 % ( Ч 4 ) = ' Ч » * ( ± 9ж' q'j) {2' (ПД4а)

записан в (3,3)

б) КИНЕТИЧЕСКИЕ УРАВНЕНИЯ ДЛЯ ЭЛЕКТРОН-ФОНОННЫХ СИСТЕМ

Для вычисления объемных плотностей потоков заряда и энергии необходимо
знать уравнения движения одночастичных матриц плотности электрона и фонона.
В борновском приближении по амплитуде рассеяния электронов на фононах кине-
тические уравнения для одночастичных матриц можно найти, используя изложен-
ную выше методику Боголюбова и Гурова 4 6 . Такие расчеты были выполнены
в работе Барьяхтара и Пелетминского 1 0 .

Гамильтониан электрон-фононной системы имеет вид

где

2 \ q
( V , V ' , q)

A (v'vq) = C g <v' | e i q r | v>; A* (v'vq) = C* <v' | e " i q r | v>,

С —фурье-компонента энергии взаимодействия электронов с фононами.
Определим одночастичные матрицы

W = Sp(poiaH,), iVqq,= :Sp(pb+bq.), (П,16>

и коррелятивные матрицы

h (xx'q) = Sp (ρβ+οκ,6*), fe* (xx'q) = Sp (po+ox,bq). (ПД7)

С помощью уравнения (П,3) и определений (П,16), (П,17) находим

Ε + Ε) / У| {A (v'vq) [6κνΛ* (νκ'φ-Λ· (xv'q) όνκ,] +
(ν, ν ' , q)

+ Л* (v'vq) [в^,Л(УХ'Ч)-А(ху'я) βνκ,]}, (ПД8)

/ = 2 {^(v'vq)fe*(vv'q')-^*(v'vg)ft(vv'q)}. (ПД9)
(V, V')

Таким же путем можно найти уравнение для h (v'vq) и h* (v'vq), в которое будут
входить средние значения произведений четырех операторов

Sp(pa+ex,a+av.), Sp (pa>v-6+bq). (П,20)
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Чтобы получить замкнутую систему уравнений для одночастичных матриц №„п-
и /κκ>, необходимо средние значения от произведения четырех операторов выра-
зить через iVq(J, и / κ κ ' · Это можно, как в предыдущем разделе, сделать лишь
приближенно, пренебрегая в соотношениях

Sp ( ρ ά κ ν < ν ) = /κκ'/νν' + /κν' ( δ κ , ν - / ν κ , ) + £ (κκ'νν'), (Π.21)

коррелятивными функциями g и g'. В этом приближении находим

-EK-be>q)h(xx'q) = 2 А (V'V4') {[/νχΛν—

и аналогичное уравнение для h* (κκ'ς). В случае медленных процессов h и ft*
зависят от времени неявно, через / ν κ и JVqq,, поэтому производными от h по вре-
мени в левых частях можно пренебречь. Тогда, включая в рассмотрение адиабати-
ческий параметр ε —> 0, находим

Hm Е EJ_%W + f e 2
' (τ, ν', q)

х [/v*'VK-W6vx'] + 6qq' ^χκ'^ν' + W (δ?«—/νκ-)]}- (π·2 3)

X [ V S V ' x ^ q q ' - V ( ^ „ ' + ν ) ] + [ ν / κ ν ' - / Κ κ ' / ν ν ' ] Sqq'}· (Π.24)

Подставляя (Π,23), (Π,24) в (Π,18), (Π,19), найдем систему кинетических уравнений
для одночастичных матриц плотности электронов и фононов.

Перейдем к рассмотрению интересующих нас частных случаев. Прежде всего
найдем кинетическое уравнение для электронной матрицы плотности при наличии
однородного квантующего магнитного поля. Диссипативные потоки заряда и энер-
гии, обусловленные одномерными пространственными неоднородностями в плоскости,
ортогональной к магнитному полю, выражаются с помощью уравнения движения
диагональных матричных элементов матрицы плотности / κ κ ' —/χδκ κ/ в представле-
нии Ландау. С помощью (П,18), (П,23) и (П,24) находим

д 2зх χ-ι
^ 2 {[A()A

Χ (/ν (1 -/κ) ' ( % ' + Sqq<) - /κ (1 - /ν) #„„·)] + [Α (νκ4) A* (xvq') δ [Εκ-Εν - AWq] Χ

X ( / v ( l - / * ) J V - / * (l-/v)(AV-|A q,))]}· (Π ' 2 5)
Из этой формулы видно, что вторая фигурная скобка получается из первой
при замене κ ^~^ ν и умножении на — 1 .

Входящие в (П,25) произведения матричных элементов энергии взаимодействия
электронов с фононами имеют вид, приведенный в (П,11). Так же как и при полу-
чении уравнения (П,14), будем пренебрегать различием между qx и q'x в медленно
изменяющейся части произведения матричных элементов; тогда интеграл по q'x
принимает вид

dq'x exp [i (qx-q'x) хОк] if ν (1-/χ) (Ν

 4χ4^
 S q q ' ) -

-/χ(1-/ν)ΛΓ(,(,'} = /ν(1-/κ)(ΛΓ

(1(χοκ) + 1)-/κ(1-/ν)νν ( Ι(ϊθ4), (Π.26)
где введена матрица фононов N^ (яОи) в смешанном представлении Вигиера или
квантовая функция распределения фононов с помощью соотношения



610 П. С. ЗЫРЯНОВ, Г. И. ГУСЕВА

Заменяя в (П,26) κ —> ν, а ν —> κ и умножая вге на — 1 , получим результат-
интегрирования по q'x во второй фигурной скобке уравнения (П,25). В итоге нахо-
дим следующее кинетическое уравнение:

dt ~ П Z J i
V, q

X

Pz, *o)l· (Π,28>
В этом уравнении для краткости записи введен оператор 3°νκ, производящий за-
мену ν —> κ, κ —> ν. Аналогичным образом получается из (П,19) с помощью
(П,23), (П,24) и (П,27) кинетическое уравнение для квантовой функции распределе-
ния фононов в следующем виде:

д , δω д

ν, κ
У2„2

[ £ Η - £ ν + Αω4] δ [ - р < , и ) -

κ ) № (xox) + l ) - / x ( l - A ) i V q

(Π.29)
Учет неэлектронной релаксации фононов, т. е. релаксации фононов на фононахг

на границах образца и т. д., можно Произвести добавлением в правую часть урав-
нения (П,30) слагаемого

[ Л г о

ч И - ^ ч ( х ) ] Ш р р ( ч ) , (П.30)

где iVq — локально-равновесная функция распределения фононов, ωρρ (q) — эффек-
тивная частота релаксации фононов. В таком виде кинетические уравнения (11,28)
и (П,29) использованы в работах и> 12> 4 7 . Для изучения эффектов увлечения
фононов электронами необходимо рассматривать двумерные пространственные неод-
нородности распределения в плоскости, ортогональной магнитному полю. Такие неод-
нородности описываются недиагональными матричными элементами матрицы плотно-
сти лишь по квантовому числу ри,1. е. /п р . п р / . Вычисление потоков заряда

и энергии в таких системах удобно производить с помощью вигнеровского представ-
ления матрицы плотности, а именно

/(и, Pz, Ру, У) -= 2 К, р г , ру, п, р г , Р'у
 6 Х Р [ 4 < ^ - ? » ) " ! " ] ' ( П ' 3 1 )

N

q (χ, г/) = 2 ^ α π ' 6 - е х р [г ( ? Ж ~ ? У х-гНяу — д'у) у]-
Ч ' q q α ζ 9 ζ

Для удобства записи кинетического уравнения целесообразно ввести вместо

/ К Pz, Ру, У) = /κ (ι/) новую функцию /κ = /κ (ί/κ)= ^ /κ (;/) δ (у — уу) dy. Из (Π,18),

(Π,19) с помощью (Π,23), (11,24) в случае слабых пространственных неоднороднос-

тей находим п > 1 2 кинетические уравнения для /κ и Л'ч (х, у), аналогичные (П,28),

(П,29):

Χ[7ν (1-7κ) (ΛΓ3 (̂ Οκ, ϊ / κ ) - 1 ) - 7 κ (1-Γν) ^ 5 (х О и - Ух)1 } = !ер [7χ]. ( Π . 3 2 >

ν, κ

Χό ( £ κ - Εν + Αω3)δ (yv - укЧ- γ α 2

? α ) б ( - ρ*,κ) - ^

/ p e [JVq] + / p d [iVq], (Π,33>
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Кинетические уравнения (П,28), (П,29) и (П,32), (П,33) можно было бы написать
сразу же, учитывая приход электронов в ячейку с квантовым числом κ и уход их
из этой ячейки. Поскольку распределение электронов пространственно-неоднородно,
фононная функция распределения также должна зависеть от пространственных коор-
динат (локальное равновесие!) и в соответствии с бозевской статистикой фононов в про-
цессах излучения их множитель (TV -f 1) следует брать в точке, соответствующей
конечному состоянию электрона, тогда как в процессах поглощения множитель Nq
нужно относить к точке, характеризующей начальное состояние электрона. Такая
интерпретация уравнения (П,32), (П,33) возможна в случае слабых пространствен-
ных неоднородностей, когда / (п, pz, ру, у) слабо изменяется на радиусе Лармора.
Именно в этом случае можно одновременно задавать квантовые числа η, pz и коорди-

еН
наты у кру= — х0, не вступая в противоречие с принципом неопределенности. Тогда

/ (η, ρζ, χ0, у) можно отождествить с вероятностью того, что электрон в состоянии
п, рг находится в точке х0, у (точнее, в центре ларморовой орбиты электрона). Nq (x, у)
можно, разумеется, также отождествить с обычной вероятностью, когда характерный
масштаб пространственных неоднородностей велик в сравнении с длиной волны фоно-
нов, существенных в задаче.
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