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Abstract

This thesis aims to address new properties and behaviors in low-dimensional systems, which
can be divided into two branches: (i) new topological properties found in a one-dimensional
electron system with Rashba and Dresselhaus spin-orbit interaction, periodically modulated
in space, and (ii) manipulation of the valley degree of freedom in two-dimensional materials
with inversion asymmetry and potential use as a carrier of quantum information.
In the first work we have investigated the phase diagram of a one-dimensional band insu-
lator with spin-orbit coupled electrons, supporting trivial, and topological gapped phases
separated by intersecting critical surfaces. The intersections define multicritical lines across
which the ground-state energy becomes nonanalytical, concurrent with a closing of the band
gap, but with no phase transition taking place. This finding challenges the standard theory
of quantum phase transitions according to which a nonanalyticity in the ground-state energy
implies a quantum phase transition.
Regarding quantum information, we studied a two-level exciton qubit that takes into ac-
count the valley degree of freedom. In this scenario, the two valley states are mixed by
the intervalley exchange Coulomb interaction and can be tuned by an external magnetic
field. We observed that the intensity and sign of the external magnetic field affect the valley
pseudospin for different exciton momentum.
Finally, we have worked with optical excitonic and valleytronics in two dimensional (2D)
materials. We have so far obtained results for the dynamics and scatterings of excitons
between excitonic states in 2D van der Walls transition metal dichalchogenides heteros-
tructures MoS2/WS2. We have also investigated the magnetic proximity effect by tuning
the valley polarization, as well as the photoluminescence of interlayer excitons, singlets,
and long-living triplets. We found that crossing their energies for certain exchange field
values gives rise to a photoluminescence peak signature near this critical field. The large
valley-splitting energy plays an important role in the valley polarization.

Keywords: Exciton. Valleytronics. Topological Materials. Phase Transition.



Resumo

Esta tese tem como objetivo tratar sobre novas propriedades e comportamentos em sistemas
de baixa dimensão, podendo ser dividida em duas ramificações: (i) novas propriedades
topológicas achadas em um sistema de elétrons unidimensional com interação 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita
de Rashba e Dresselhaus e modulado periodicamente no espaço e (ii) manipulação do grau
de liberdade do vale em materiais bidimensionais com assimetria de inversão e possível
utilização como portador de informação quântica.
No primeiro estudo, investigamos o diagrama de fase de um isolante unidimensional com
elétrons acoplados por interação spin-órbita, que suporta fases com gap trivial e topológico,
separadas por superfícies críticas que se cruzam. As interseções definem as linhas multicríti-
cas, que, se cruzadas, fazem com que a energia do estado fundamental se torne não analítica,
juntamente com um fechamento do gap da banda, mas nenhuma transição de fase ocorre.
Esse achado desafia a teoria padrão de transições de fases quânticas, de acordo com a qual
uma não analiticidade na energia do estado fundamental e o fechamento do gap implicam
em uma transição de fase quântica.
Quanto à informação quântica, estudamos um qubit de exciton de dois níveis que leva em
conta o grau de liberdade do vale. Nesse caso, os dois estados de vale são misturados pela
interação Coulombiana de troca intervale e podem ser manipulados por um campo magné-
tico externo. Observamos que a intensidade e o sinal do campo magnético externo afetam o
pseudospin do vale para diferentes momentos do éxciton.
Finalmente, trabalhamos com ótica excitônica e valetrônica em materiais bidimensionais.
Obtivemos resultados para a dinâmica e espalhamento de excitons entre estados excitônicos
em heteroestruturas de dicalcogenetos de metais de transição van der Waals MoS2/WS2.
Também investigamos o efeito de proximidade magnética, ajustando a polarização do vale,
bem como a fotoluminescência de excitons intercamadas, singletos e tripletos de longa vida.
Descobrimos que cruzar suas energias para determinados valores de campo de troca produz
um pico de fotoluminescência característico próximo ao campo crítico. A grande divisão de
energia entre os vales desempenha um papel importante na polarização do vale.

Palavras-chave: Éxciton. Valetrônica. Materiais Topológicas. Transições de Fase.
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1 INTRODUÇÃO

A tecnologia utilizada em nosso dia-a-dia é produto de muito empenho de cientistas
e engenheiros que buscam, a partir do conhecimento estabelecido até o momento, melhorar
os dispositivos já existentes e criar novos, visando a melhoria das condições de vida da
população humana. Mais recentemente, questões relacionadas à própria sobrevivência de
nossa e de outras espécies têm entrado nas discussões e elaborações de políticas científicas
pelas instituições nacionais e mesmo transnacionais.

A física da matéria condensada – a ciência que descreve a matéria em um nível
fundamental – tem grande relevância nesse contexto. Muitos dos materiais e dispositivos
eletrônicos que usamos em nosso cotidiano, como os processadores de nossos computadores
e celulares (que estão cada vez mais eficientes), as células fotovoltaicas (uma das esperanças
para a energia limpa), e as telas de nossos dispositivos são produtos dos avanços da pesquisa
em física da matéria condensada. Não obstante seu enorme impacto tecnológico, a física da
matéria condensada não se limita a aplicar o que sabemos atualmente. Principalmente, ela
se propõe a cultivar o conhecimento obtido no passado e, quando necessário, contestá-lo,
para descobrirmos novos fenômenos.

Quando estudamos as partículas elementares e suas interações em um nível quântico
entendemos porquê existem metais, isolantes, semicondutores, supercondutores, materiais
paramagnéticos e ferromagnéticos, etc. Desde a década de 1980 pelo menos, os cientistas
têm descoberto que as fases da matéria podem também ser distinguidas por propriedades
topológicas que, apesar de não serem diretamente mensuráveis, impactam radicalmente as
propriedades do material.

À medida que vamos avançando em nosso conhecimento dos materiais e em nossa
habilidade de sintetizá-los, torna-se possível estudar seu comportamento sob asmais diversas
condições de campos externos, radiação eletromagnética, variações de temperatura, etc.
Essa habilidade tem acelerado a descoberta de novos fenômenos elétricos, magnéticos e
óticos, e de novas partículas emergentes na matéria, além dos prótons, elétrons e nêutrons
que constituem os átomos individualmente. Um exemplo interessante são as excitações de
Majorana em supercondutores topológicos [1]. Essa área de pesquisa é um belo exemplo
de como a combinação entre materiais comuns, explorando-se efeitos de proximidade, e
a aplicação de campos externos pode gerar novas e intrigantes fases da matéria. Tem-se
especulado que as excitações de Majorana podem culminar na tão aguardada computação
quântica e suas implicações revolucionárias. A campo da computação quântica tem atraído
a atenção mundial a qual terá um impacto profundo na economia global, no progresso social
e na vida humana. Os computadores quânticos têm a capacidade de revolucionar o uso do
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“Big Data” graças à sua capacidade de realizar equações matemáticas complexas e processar
quantidades substanciais de dados. Desde sua proposta, o interesse de pesquisadores de
ciência fundamental e atores industriais como Google, Microsoft, IBM, Intel e Lockheed
Martin aumentou exponencialmente neste campo. Muitos qubits, como spin eletrônico, spin
nuclear ou de estados excitônicos usando o grau de liberdade do pseudospin do vale em
sistemas semicondutores, foram propostos e explorados até o momento.

A beleza encontrada no Universo, a contínua evolução de nosso conhecimento da
natureza e a nossa capacidade em transformá-lo em tecnologia têm me fascinado desde
2013. A partir de minha escolha de doutorado, acabei por me enveredar pela investigação da
matéria condensada como profissão. Essa tese é a síntese das pesquisas realizadas ao longo
do meu doutorado, ou melhor, das partes dessas pesquisas que foram finalizadas. Tirando os
erros, comuns ao processo, sobra ainda a parte das perguntas para as quais ainda não tenho
respostas. Essas pretendo revisitar em pesquisas futuras.

Essa tese foi dividida em duas partes – Parte I e Parte II – que apresentam as duas
principais linhas de pesquisa desenvolvidas ao longo domeu doutorado. A ordem de apresen-
tação dessas partes segue a cronologia em que os trabalhos foram desenvolvidos por mim. A
escolha de dividir essa tese em duas partes separadas foi motivada pelo fato de os respectivos
conteúdos se distinguirem qualitativamente pelos sistemas investigados e métodos teóricos
utilizados. Apesar de circunstancial, a experiência de trabalhar com tópicos de enfoques tão
diferentes contribuiumuito paraminha formação, me dando uma perspectiva ampla de quão
diversos são os fenômenos na matéria condensada. Apesar de fundamentalmente diferentes,
as Partes I e II foram estruturadas de maneira similar: teoria e aspectos experimentais gerais,
descrição dos modelos e materiais de nosso interesse específico, apresentação dos nossos
resultados e respectivas interpretações, e nossas conclusões.

Na Parte I, temos como foco o estudo do diagrama de fases de um fio quântico
isolante, contendo acoplamento spin-órbita e sob ação de umpotencial elétrico espacialmente
modulado. O objetivo desse trabalho é analisar as possíveis transições entre as fases de
isolante trivial e topológico, em especial focando nas linhas multicríticas que aparecem do
cruzamento entre superfícies críticas no diagrama de fases.

A fim de contextualizar esse trabalho, começamos a Parte I com uma apresentação
geral sobre transições de fase quânticas e topológicas. Buscamos caracterizar essas transições
a partir de duas de suas assinaturas mais conhecidas: o fechamento do gap entre bandas de
energia e a não-analiticidade na energia do estado fundamental. Introduzimos a classificação
de Altland-Zirnbauer para as classes topológicas da matéria, e descrevemos detalhadamente
as simetrias não-espaciais que formam a base dessa classificação.

O fio quântico que é nosso objeto de interesse pertence à classe CII da classificação
de Altland-Zirnbauer que, em uma dimensão, é caracterizada pelo invariante topológico
conhecido como winding number, cuja teoria foi delineada na Parte I. Além do winding
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number que caracteriza as fases com gap, apresentamos também um invariante topológico
menos conhecido – um winding number modificado – que caracteriza topologicamente as
regiões críticas no diagrama de fases onde o gap se fecha.

Na Parte I apresentamos ainda uma breve descrição da física das interações spin-
órbita e alguns métodos de realização experimental de fios quânticos, temas também rele-
vantes para a descrição e análise do sistema proposto nessa parte.

Na sequência, apresentamos o modelo e a teoria específicos ao esquema de fio quân-
tico proposto, bem como nossos resultados e interpretações dos mesmos. Nosso principal
resultado é que, em nosso modelo, a multicriticalidade gera um fenômeno inesperado, qual
seja, o comportamento crítico das grandezas físicas investigadas sem a ocorrência de uma
transição de fase. Por fim, fechamos a Parte I com nossas conclusões e perspectivas futuras
sobre esse trabalho.

Na Parte II, nosso objeto de estudo é a manipulação do grau de liberdade do vale em
monocamadas e heteroestruturas de van der Walls de dicalcogenetos de metais de transição.
Investigamos a polarizaçãomagnética dos vales na estrutura de bandas desses materiais, bem
como a intensidade de fotoluminescêcia e a taxa de espalhamento dos éxcitons intercamadas
formados.

Iniciamos a Parte II com a descrição estrutural e química dos dicalcogenetos de
metais de transição, apresentamos as diferentes estruturas de bandas das monocamadas e
das heteroestruturas de Van der Walls desses materiais, e abordamos como as diferenças
no espectro estão ligadas às diferentes respostas do material. Na sequência, apresentamos o
método k.p que resulta nos modelos efetivos que descrevem as excitações de baixa energia
nesses materiais. A teoria que descreve as interações entre elétrons e buracos em um sistema
de éxcitons, que leva à equação de Bethe-Salpeter, tambémé delineada. Vários outros aspectos
relevantes para a física de éxcitons emmateriais são abordados, como a teoria de dinâmica de
populações de éxcitons a partir da qual podemos calcular a intensidade de fotoluminescência
do material, e a polarização do vale para diversas condições externas. O cálculo do tempo
de vida dos éxcitons e a influência do efeito de proximidade magnética sobre os níveis de
energia dos estados excitônicos também são explorados. De modo que para este último
foram realizados cálculos para obtenção do momento magnético efetivo que será acoplado
ao campo.

Após essa exposição geral, apresentamos em mais detalhes as heteroestruturas de
Van der Walls investigadas e os resultados obtidos para a influência do efeito magnético
de proximidade sobre os éxcitons intercamadas. Descobrimos que quando consideramos o
momento magnético do vale nos éxcitons intercamada temos um grande deslocamento do
vale em comparação aos éxcitons intracamada, contribuindo para a polarização do vale. A
heteroestrutura de MoS2/WS2 se mostrou particularmente interessante devido o cruzamento
das energias dos éxcitons intercamada para certo valor de campo magnético de exchange,
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resultando em um pico de fotolumnescência próximo ao valor de campo crítico. Em um
segundo trabalho exploramos a interação coulombiana de exchange e um campo magnético
externo como mecanismos de controle da superposição dos estados excitônicos nos vales K
e K′ em monocamadas de TMD.



Parte I

Propriedades Topológicas de Sistemas
Unidimensionais
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1 Apresentação

As propriedades de um material, como condutividade, magnetização, capacidade
térmica, etc, estão ligadas a fase em que o sistema se encontra. Afim de conhecer os limites
de perturbação externa que ummaterial suporta sem alterar tais propriedades ou como gerar,
no mesmo sistema, novas características as transições da fase são estudadas. As transições
de fase são mudanças abruptas nas propriedades de um sistema, como energia e parâmetro
de ordem, causadas pela variação de parâmetros do sistema. Nos últimos anos, houve um
grande interesse no estudo das transições de fase quânticas [2, 3, 4]. Essas transições são
importantes para a física da matéria condensada, teoria quântica de campos e teoria da
informação quântica, e têm implicações em áreas como computação quântica e ciência dos
materiais.

Existem diversos métodos para constatar uma transição de fase quântica em um
sistema. A teoria padrão de transições de fase prevê que ao ocorrer o fechamento do 𝑔𝑎𝑝
entre as bandas de energias de um cristal ou uma não analiticidade na energia do estado
fundamental do sistema ao variarmos certo parâmetro do sistema indica que está ocorrendo
uma transição de fase.

Transições de fase quânticas podem nem sempre ser regidas por comportamentos
esperados em sistemas clássicos, em particular, as transições de fase de materiais topológicos.
É o caso das transições de fase encontradas no efeito 𝐻𝑎𝑙𝑙 quântico por von Klitzing [5].
Tais transições mostravam mudanças abruptas na condutividade causadas pela variação
do campo magnético perpendicular a amostra. A interpretação desse fenômeno só veio
mais tarde com D.J. Thouless, M. Kohmoto, M.P. Nightingale e K. den Nijs, que mostraram
que tais fases eram regidas por parâmetros globais robustos a perturbações, chamados de
invariantes topológicos [6]. Portanto, é necessário mudar o invariante topológico do sistema
para que ocorra uma transição de fase topológica.

As simetrias não espaciais, como quiral, de reversão temporal e partícula-buraco,
ganham destaque no estudo das fases topológicas. Pois pela combinação da presença ou
ausência de tais simetrias podemos prever a existência ou não de fases topológicas. Não só
isso, é possível também saber qual o invariante que rege a fase topológica esperada. Uma
tabela que considera as possíveis combinações das simetrias quiral, reversão temporal e
partícula-buraco, e as diversas dimensões possíveis de sistemas, mostrando as configurações
que poderiam abrigar fases topológicas, foi elaborada por Altland e Zirnbauer [7].

Em fases com a presença de 𝑔𝑎𝑝 entre a energia do estado fundamental e o estado
excitado, com a presença das simetrias de reversão temporal, quiral e partícula-buraco do
tipo CII, de acordo com a teoria de Altland-Zirnbauer, temos que o invariante topológico
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que decreve as fases de sistemas unidimensionais nessa classe é o 𝑤𝑖𝑛𝑑𝑖𝑛𝑔 𝑛𝑢𝑚𝑏𝑒𝑟 ℤ.

O presente trabalho tem como objetivo estudar o diagrama de fase de um isolante
topológico pertencente à classe CII submetido a um campo elétrico modulado espacialmente,
caracterizado pelo invariante topológico 𝑤𝑖𝑛𝑑𝑖𝑛𝑔 𝑛𝑢𝑚𝑏𝑒𝑟, em função dos acoplamentos
spin-órbita de Dresselhaus, Rashba, Rashba modulado e da fase da modulação espacial.
Para estudar a estrutura eletrônica foi desenvolvido um modelo em 𝑇𝑖𝑔ℎ𝑡-𝐵𝑖𝑛𝑑𝑖𝑛𝑔 para um
sistema unidimensional com quatro sítios por célula unitária considerando os termos de
acoplamento spin-órbita mencionados anteriormente. Foi adaptado o cálculo do 𝑤𝑖𝑛𝑑𝑖𝑛𝑔
𝑛𝑢𝑚𝑏𝑒𝑟 para que fosse possível caracterizar também a topologia das superfícies críticas de
transição de fase. Além disso, foi realizado o cálculo das energias do estado fundamental e
do estado excitado em caminhos específicos, passando por transições de fase, e realizando
as derivadas de tais resultados, com o objetivo de estudar a ocorrência e grau de transição de
fase para os caminhos escolhidos.

Obtivemos um diagrama de fase que possui fases triviais e topológicas divididas por
superfícies críticas que se interceptam. Na intersecção das superfícies críticas temos uma
linha multicrítica onde ocorre uma não analiticidade da energia do estado fundamental o
fechamento do 𝑔𝑎𝑝 de energia, mas nenhuma transição de fase desafiando a teoria padrão
de transição de fases quânticas.
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2 Aspectos gerais da teoria e do sis-
tema investigado

2.1 Transições de fase quânticas

As transições de fase são observadas em uma grande variedade de sistemas físicos, na
matéria condensada, namecânica estatística, e na física de partículas. Elas são caracterizadas
por mudanças súbitas nas propriedades de um sistema, como sua energia e parâmetro de
ordem, como resultado demudanças em parâmetros do sistema, como temperatura e pressão,
ou da aplicação de campos externos.

Nas últimas décadas, tem havido um grande foco no estudo das transições de fase
em equilíbrio a temperatura zero, também conhecidas como transições de fase quânticas
quantum phase transitions (QPTs), do Inglês [8]. Exemplos de fases quânticas resultantes de
QPTs incluem os cupratos supercondutores [9, 10], férmions pesados [11, 12] e materiais
topológicos [13, 14].

O estudo das QPTs tem importantes implicações para muitos campos da física, como
a física da matéria condensada, a teoria quântica de campos e a teoria da informação quân-
tica. Grande esforço tem sido aplicado em entender as propriedades fundamentais dessas
transições de fase, bem como desenvolver novas aplicações em áreas como a computação
quântica e a ciência dos materiais.

Como um exemplo, na informação quântica, as QPTs são estudadas para entender
como a informação é armazenada e processada em sistemas quânticos, tendo trabalhos
recentes que propõem como poderiam ser implementadas [15, 4, 16]. Os sistemas quânticos
são diferentes dos sistemas clássicos, pois as partículas quânticas podem estar em estados de
sobreposição, o que permite computadores quânticos realizem cálculos de forma mais efici-
ente do que os computadores clássicos. Compreender as QPTs é importante para desenvolver
novos algoritmos e avançar na computação quântica.

Alguns comportamentos podem ser indicativos que o sistema estudado está passando
por uma QPT, como por exemplo, a mudança de simetria do sistema, comportamento crítico
de funções termodinâmicas, como a energia, o fechamento do 𝑔𝑎𝑝 entre bandas de energia
no caso de materiais cristalinos, dentre outros.
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2.1.1 Fechamento do gap entre bandas de energia em um cristal

Na teoria convencional de QPTs existe a noção de que o fechamento do gap entre a
banda demais alta energia ocupada de um cristal e a banda demais baixa energia desocupada
quando da variação de um parâmetro do material indica a ocorrência de uma transição de
fase[17]. Essa noção se originou da teoria de Landau para transições de fase[18]. Na teoria
de Landau, as transições de fase são caracterizadas pela mudança de comportamento de
uma grandeza termodinâmica, como a energia livre, em função de um parâmetro, como
a temperatura. Quando o parâmetro indutor da transição de fase se aproxima do ponto
crítico, a energia livre começa a exibir um comportamento singular e não analítico, o que
é refletido por uma divergência na derivada da energia livre em relação ao parâmetro . A
transição de fase também é caracterizada pela alteração de alguma ordem no sistema que
pode ser mensurada através de uma mudança brusca na grandeza física associada a essa
ordem, chamada de parâmetro de ordem. Por exemplo, uma alteração no alinhamento dos
momentos de dipolo magnético de um cristal é assinalada por uma mudança brusca na
magnetização.

A ideia de que a teoria de Landau pode ser generalizada para o caso quântico é baseada
na hipótese de que o comprimento de correlação de um sistema quântico é inversamente
proporcional ao 𝑔𝑎𝑝. Quando o 𝑔𝑎𝑝 se anula, o comprimento de correlação diverge, e o
sistema deve exibir uma mudança qualitativa em seu comportamento, uma QPT.

Um exemplo de fechamento de 𝑔𝑎𝑝 que indica umaQPT é omodelo de Ising quântico
em uma dimensão[19]. Quando há interações entre 𝑠𝑝𝑖𝑛𝑠 vizinhos, esse modelo apresenta
uma QPT entre um estado paramagnético (𝑠𝑝𝑖𝑛𝑠 orientados aleatoriamente), e um estado
ferromagnético (𝑠𝑝𝑖𝑛𝑠 em uma orientação média).

O modelo quântico de Ising pode ser descrito pelo Hamiltoniano [17]

𝐻𝐼 = −𝐽
∑

⟨𝑖𝑗⟩
𝜎̂𝑖𝑧𝜎̂

𝑗
𝑧 − 𝐽𝑔

∑

𝑖
𝜎̂𝑖𝑥 (2.1)

onde 𝐽>0 é a constante de troca que está relacionada a intensidade de interação entre os
𝑠𝑝𝑖𝑛𝑠, 𝑔 é um parâmetro adimensional que será usado como indutor de uma QPT e 𝜎̂𝑛𝛼 são
as matrizes de Pauli 𝛼 = {𝑥,𝑦,𝑧} para os sítios de próximos vizinhos 𝑛{𝑖,𝑗}.

As matrizes de Pauli são escritas como

𝜎𝑥 = (
0 1
1 0

) , 𝜎𝑦 = (
0 −𝑖
𝑖 0

) , 𝜎𝑧 = (
1 0
0 −1

) . (2.2)

De modo que, para 𝑔 = 0, só teremos o primeiro termo na Equação 2.1, e os autoesta-
dos de 𝑠𝑝𝑖𝑛 orientados em |↑⟩ ou |↓⟩, com os autovalores+1 e−1, respectivamente. Contudo,
temos dois limites possíveis que devem ser observados, para 𝑔 ≫ 1 e 𝑔 ≪ 1. Quando 𝑔 ≫ 1,
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o segundo termo domina, resultando em 𝑠𝑝𝑖𝑛𝑠 vizinhos com baixa interação relativa. Nesse
caso, o estado do sistema é caracterizado por uma falta de correlação quântica a longo al-
cance, o que significa que as flutuações quânticas entre diferentes regiões do sistema são
suprimidas e os 𝑠𝑝𝑖𝑛𝑠 tendem a se desalinhar. Por outro lado, para 𝑔 ≪ 1, o sistema apresenta
um comportamento muito diferente. Nesse regime, o sistema é dominado por flutuações
quânticas, e o estado do sistema é caracterizado por correlações quânticas a longo alcance
entre diferentes regiões do sistema que favorecem o alinhamento entre os spins.

Há um valor crítico de acoplamento, 𝑔 = 𝑔𝑐, em que ocorre QPT entre esses regimes.
Para 𝑔>𝑔𝑐 o estado fundamental obedece um paramagnetismo quântico. Já para 𝑔<𝑔𝑐, os
𝑠𝑝𝑖𝑛𝑠 tendem a se alinhar em grandes blocos, ocorrendo um alinhamento ferromagnético
dos 𝑠𝑝𝑖𝑛𝑠 . Logo, em 𝑔 = 𝑔𝑐 o comportamento dos 𝑠𝑝𝑖𝑛𝑠 muda drasticamente e essa QPT é
acompanhada pelo fechamento do 𝑔𝑎𝑝 entre as energias do estado fundamental e o estado
excitado.

A Figura 2.1 mostra os regimes com 𝑔𝑎𝑝, paramagnético (à direita) e ferromagnético
(à esquerda), separados pelo ponto de transição de fase caracterizado pela ausência de 𝑔𝑎𝑝.

Figura 2.1 – Regimes com 𝑔𝑎𝑝, paramagnético (à direita) e ferromagnético (à esquerda), separados
pelo ponto de transição de fase caracterizado pela ausência de 𝑔𝑎𝑝.

2.1.2 Não-analiticidade da energia do estado fundamental

Em alguns sistemas físicos, a energia do estado fundamental pode ser não analítica
em relação a uma certo conjunto de parâmetros [20, 21]. Isso significa que a energia não
pode ser expressa como uma série de potências em torno desse ponto. Em particular, a não
analiticidade da energia do estado fundamental pode estar relacionada à existência de uma
transição de fase.

A derivada da energia do estado fundamental em relação a uma quantidade física
pode ser utilizada para investigar sua possível não analiticidade[22]. Se a energia é analítica,
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então a sua derivada com relação à variável de interesse também é analítica. No entanto, se
a energia não é analítica, então a sua derivada pode ser descontínua ou singular em alguns
pontos. A ordem da transição de fase é indexada pela ordem da derivada em que ocorre a
descontinuidade. Uma transição de fase de primeira ordem terá descontinuidade na primeira
derivada da energia, de segunda ordem na segunda derivada, e assim sucessivamente.

Particularmente, as transições de fase de segunda ordem são de grande importância
na física teórica e experimental [23, 8, 18, 20]. Elas ocorrem em muitos sistemas físicos,
desde sistemas magnéticos e supercondutores até transições de fase quânticas e relativísticas.
Essas transições são caracterizadas por uma mudança suave nas propriedades do sistema,
sem a presença de uma mudança abrupta na energia.

Na teoria clássica, podemos considerar a energia livre 𝐹 e sua relação com um
parâmetro de ordem relevante, como a magnetização𝑀 em um sistema magnético. Em um
sistema magnético, a energia livre pode ser escrita como:

𝐹 = −𝑘𝐵𝑇 ln𝑍, (2.3)

onde 𝑘𝐵 é a constante de Boltzmann, 𝑇 é a temperatura e 𝑍 é a função de partição do sistema.

A magnetização𝑀 pode ser escrita como uma derivada da energia livre em relação
ao campo magnético𝐻, para uma temperatura 𝑇 fixa:

𝑀 = −( 𝜕𝐹𝜕𝐻)
𝑇
. (2.4)

Na transição de fase de segunda ordem, a magnetização 𝑀, ou seja, a derivada
primeira da energia livre, não apresenta descontinuidades, mas sua derivada em relação ao
campo magnético será descontinua para algum valor crítico 𝐻𝑐 do campo. É conveniente
escrever a magnetização em torno do ponto crítico𝐻𝑐 como:

𝑀 = 𝑎(𝐻 − 𝐻𝑐)𝛽, (2.5)

onde 𝑎 e 𝛽 são constantes que dependem do sistema físico em questão. O expoente 𝛽 é
conhecido como o expoente crítico e é uma característica importante da transição de fase de
segunda ordem.

Outras derivadas da energia livre, como o calor específico 𝐶 e a compressibilidade
𝜅, também podem apresentar singularidades em uma transição de fase de segunda ordem.
Essas singularidades também podem ser caracterizadas por expoentes críticos específicos do
sistema.

No caso quântico, em um sistema magnético, como o modelo de Ising, que exibe
uma transição de fase de segunda ordem, a densidade de energia do estado fundamental
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(energia do estado fundamental por número de sítios) não é analítica em relação ao campo
magnético aplicado [23], tendo sua derivada segunda descontínua, como mostra a Figura
2.2[24].

Figura 2.2 – A densidade de energia do estado fundamental para o modelo de Ising e suas primeira e
segunda derivadas no limite de tamanho infinito. A descontinuidade na segunda
derivada do estado fundamental sugere uma transição de fase quântica de segunda

ordem.

Apesar da grande variedade de assinaturas de QPTs - das quais destacamos acima o
fechamento do 𝑔𝑎𝑝 e a não-analiticidade da energia do estado fundamental - a escolha dos
sinalizadores adequados para as mudanças de fase em um dado sistema físico depende das
especificidades do sistema. Em sistemas topológicos, em particular, muitas das assinaturas
convencionais de QPTs não se aplicam. De modo que precisamos de outras ferramentas para
estudar este tipo de transição. Então, conhecer outros métodos de descrição das QPTs se
torna relevante.

2.2 Transições de fase topológicas

As transições de fase quânticas topológicas (topological quantum phase transitions
(TQPTs) do Inglês) têm sido um tópico de grande interesse na física, em particular na
física da matéria condensada, nas últimas décadas [25, 26, 27, 28, 29]. Ao contrário das
QPTs convencionais, que são caracterizadas por um parâmetro de ordem, as TQPTs são
caracterizadas por invariantes topológicos [30]. Para que ocorra uma mudança no invariante
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topológico, e assim uma mudança na fase do sistema, é necessário que o sistema passe por
transformações drásticas refletidas por mudanças globais no estado fundamental do sistema.

TQPTs ocorrem em sistemas quânticos onde o comportamento é governado por fenô-
menos intrinsecamente quânticos, tais como superposição, emaranhamento e interferência.
O estudo das TQPTs tem revelado uma série de fenômenos interessantes, como a presença
de estados de borda que surgem na interface entre as fases [31], propriedades quânticas
robustas, como condução sem dissipação e proteção contra perturbações [32], e a relação
entre simetrias e topologia[33].

Essas características únicas tornam as TQPTs, além de um tema de grande interesse
na físicamoderna, relevantes também para aplicações em áreas como a computação quântica
e a eletrônica quântica. O estudo das TQPTs também tem revelado a existência de uma grande
variedade de estados quânticos topológicos diferentes [34].

Figura 2.3 – Ilustração esquemática do sistema para o efeito Hall quântico. Ao se aplicar um campo
B perpendicular ao plano da amostra com um gás de elétrons, um potencial elétrico VH
e um campo elétrico E perpendiculares entre si no plano da amostra, é esperado que o
interior do material seja isolante, com elétrons localizados, e as bordas condutoras.

Figura adaptada de [35]

O primeiro sistema topológico que hospeda estados de borda foi o sistema Hall quân-
tico. O Efeito Hall Quântico (EHQ) foi previsto por Yakir Aharonov e David Bohm em
1959[36], mas foi apenas em 1980 [5] que Klaus von Klitzing conseguiu realizar experimen-
talmente essa previsão. No entanto, antes de von Klitzing, Tsuneya Ando, Yukio Matsumoto
e Hajime Uemura propuseram um modelo teórico que previa o EHQ em 1975[37]. Esse
modelo consistia de um sistema bidimensional formado por um gás de elétrons em um
campo magnético perpendicular. A medida que o campo magnético era aumentado, ele
gerava níveis discretos de energia, conhecidos como níveis de Landau. Quando uma tensão
elétrica era aplicada na direção perpendicular ao campo magnético e um campo elétrico
na terceira direção perpendicular, uma corrente elétrica era gerada. A Figura 2.3 ilustra o
sistema que produz o EHQ.
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VonKlitzing descobriu que a resistividade domaterial mostrava uma série de plateaus
quantizados - veja Figura 2.3 - em que a resistência elétrica era um múltiplo exato de uma
constante fundamental, conhecida como constante de von Klitzing [5]. Esse resultado foi
surpreendente, já que a resistência elétrica em materiais comuns não tem uma relação
simples com nenhuma constante fundamental.

Figura 2.4 – O gráfico acima mostra a resistência Hall (𝜌𝑥𝑦) e a resistência elétrica (𝜌𝑥𝑥) em baixa
temperatura. Os patamares da resistência Hall correspondem a múltiplos da constante

de von Klitzing. Imagem tirada de [38]

Ao se observar a equação da condutividade Hall transversa quântico, 𝜎𝑥𝑦 vemos que
é quantizada em valores da variável adimensional 𝑁

𝜎𝑥𝑦 =
𝑁𝑒2
ℎ , (2.6)

onde 𝑒 e ℎ são a carga elementar e a constante de Plank, respectivamente.

O teorema de TKNN, desenvolvido por D.J. Thouless, M. Kohmoto, M.P. Nightingale
e K. den Nijs [6], mostra que a condutividade Hall transversa quantizada é uma característica
topológica do sistema, e não depende de detalhes microscópicos do material. O teorema
relaciona a condutividade Hall trasnversa quantizada a um número inteiro topológico, 𝐶𝑛,
conhecido como número de Chern.

𝜎𝑥𝑦 =
𝐶𝑛𝑒2
ℎ , (2.7)

O número de Chern se relaciona à transformação no estado quântico de um elétron
à medida que é transportado em um loop fechado na zona de Brillouin. A equação para o
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número de Chern (𝐶𝑛) é dada por:

𝐶𝑛 =
1
2𝜋 ∫

𝐵𝑍
Ω(k)𝑑2k (2.8)

onde BZ é a primeira zona de Brillouin, Ω(𝐤) é a curvatura de Berry dada por:

Ω(k) = ∇𝑘 ×A(k) (2.9)

e 𝐀(𝐤) = 𝑖⟨𝑢(𝐤)|∇𝐤|𝑢(𝐤)⟩ é o potencial de gauge de Berry, que é definido em termos dos
autoestados |𝑢(𝐤)⟩ do Hamiltoniano de um elétron.

A partir da observação do EHQ, foram descobertos novos materiais que apresentam
propriedades topológicas, como o Efeito Hall Quântico de 𝑆𝑝𝑖𝑛 (EHQS)[39, 40], de onde se
originaram os isolantes topológicos, os supercondutores topológicos com seus estados de
Majorana[41, 31], as os semimetais topológicos [42].

A Figura 2.5 ilustra o sistema físico resultante do EHQS; ele pode ser visualizado como
a sobreposição de dois EHQs. NoEHQS a borda carrega dois canais condutores caracterizados
pela conexão entre o spin e o momento dos elétrons em cada canal. Tais estados eletrônicos
são ditos helicoidas.

Figura 2.5 – Efeito Hall quântico de spin como a sobreposição de dois EHQs, onde nos estados de
bordas temos dois canais condutores cujo spin e o momento dos elétrons estão

correlacionados. Tais estados eletrônicos são ditos helicoidas. Imagem tirada de [38]

2.3 Simetrias não espaciais

Simetrias são fundamentais para o estudo da matéria pois elas determinam, em
grandemedida, as propriedades físicas domaterial e suas transicões de fase[23]. Por exemplo,
a simetria de reflexão é importante para entender as propriedades óticas dos materiais[43],
enquanto a simetria de rotação é importante para entender as propriedades magnéticas[44].
Reflexão, rotação, inversão, e translação são as simetrias espaciais que envolvem transforma-
ções nas posições das partículas que constitutem ummaterial.
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No contexto de materiais topológicos, a teoria de Altland e Zirnbauer categoriza os
materiais topológicos com base em simetrias não espaciais - a simetria de reversão temporal,
a simetria quiral, e a simetria partícula-buraco [45]. Dependendo da presença ou ausência
dessas simetrias a classificação de Altland-Zirnbauer nos indica a possibilidade de uma fase
topológica para certa dimensionalidade do sistema, juntamente com o tipo de invariante
topológico correspondente. A Figura 2.6 mostra a tabela que resume a classificação de
Altland-Zirnbauer, também conhecida como ten-fold way devido às dez classes topológicas
que contém.

Figura 2.6 – Tabela periódica de isolantes topológicos e supercondutores; 𝛿 = 𝑑 − 𝐷, onde d é a
dimensão do espaço e D+1 é a codimensão dos defeitos; a coluna mais à esquerda (A;
AIII; ...; CI) denota as dez classes de simetria de hamiltonianos, que são caracterizadas
pela presença ou ausência de simetrias de reversão temporal (T), partícula-buraco (C) e
quiral (S) de diferentes tipos denotadas por ±1. As entradas ℤ, ℤ2, 2ℤ e 0 representam a
presença ou ausência de isolantes ou supercondutores topológicos não triviais ou

defeitos topológicos, e quando eles existem, os tipos desses estados. Tabela tirada de [33]

Para detectar a presença de tais simetrias no sistema, pode-se estudar as relações
de invariância do Hamiltoniano de Bloch de partícula única sob ação dos operadores que
caracterizam a simetria. Sendo mais objetivo, um Hamiltoniano de Bloch de partícula
única ℋ(𝑘), onde 𝑘 é o momento da partícula, é invariante sob transformações quiral
(S), de reversão temporal (T) e de partícula-buraco (C) se satisfaz as seguintes relações de
invariância:

𝒮ℋ(𝑘)𝒮−1 = −ℋ(−𝑘)
𝒯ℋ(𝑘)𝒯−1 = ℋ∗(−𝑘)
𝒞ℋ(𝑘)𝒞−1 = −ℋ∗(−𝑘)

(2.10)

onde 𝒮,𝒯 e 𝒞 são matrizes que representam as partes unitárias de S e T e C, respectivamente
[7].Em um cristal, o termo partícula única"refere-se aos elétrons das camadas mais externas
dos átomos, em uma aproximação de elétrons não interagentes entre si, apenas com os
núcleos atômicos localizados nos sítios da rede cristalina.
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2.3.1 Simetria quiral

Um sistema possui simetria quiral se ele pode ser dividido em dois subsistemas
de mesmo tamanho que não possuam interação entre quaisquer dois pontos no mesmo
subsistema.

A simetria quiral pode ser representada através de operadores projeção

𝑃𝐴∕𝐵 ≡
∑

𝑘

∑

𝑖∈𝐴∕𝐵
|𝑘,𝑖⟩ ⟨𝑘,𝑖| (2.11)

onde |𝑘,𝑖⟩ (⟨𝑘,𝑖|) é o estado ket (bra) de uma única partícula com momento 𝑘 no ponto 𝑖 do
subsistema 𝐴∕𝐵, 𝑖 = 1,2,⋯ ,2𝑟. Podemos definir spinores de dimensão 2𝑟

⟨𝑘| =

⎡
⎢
⎢
⎢
⎢
⎢
⎢
⎣

⋮
⟨𝑘,𝑖|
⋮

⟨𝑘,𝑗|
⋮

⎤
⎥
⎥
⎥
⎥
⎥
⎥
⎦

|𝑘⟩ = (⋯ |𝑘,𝑖⟩⋯ |𝑘,𝑗⟩⋯). (2.12)

com 𝑖 ∈ 𝐴 e 𝑗 ∈ 𝐵. Assim a equação (2.11) pode ser escrita como

𝑃𝐴∕𝐵 =
∑

𝑘
|𝑘⟩ 𝒫𝐴∕𝐵 ⟨𝑘| , (2.13)

onde as entradas da matriz 𝒫𝐴∕𝐵 são dadas por:
∑

𝑖,𝑗
|𝑘,𝑖⟩ 𝒫𝐴∕𝐵

𝑖𝑗 ⟨𝑘,𝑗| =
∑

𝑖∈𝐴∕𝐵
|𝑘,𝑖⟩ ⟨𝑘,𝑖|

𝒫𝐴∕𝐵
𝑖𝑗 =

⎧

⎨
⎩

𝛿𝑖𝑗, se 𝑖 ∈ 𝐴∕𝐵

0, caso contrário.

(2.14)

Assim sendo, as matrizes 2𝑟 × 2𝑟 𝒫𝐴 e 𝒫𝐵 podem ser vistas como

𝒫𝐴 =

⎛
⎜
⎜
⎜
⎜
⎜
⎜
⎝

1 ⋯ 0 0 ⋯ 0
⋮ ⋱ ⋮ ⋮ ⋱ ⋮
0 ⋯ 1 0 ⋯ 0
0 ⋯ 0 0 ⋯ 0
⋮ ⋱ ⋮ ⋮ ⋱ ⋮
0 ⋯ 0 0 ⋯ 0

⎞
⎟
⎟
⎟
⎟
⎟
⎟
⎠

= (
1 0
0 0

) ⊗ 1𝑟× 𝑟 =
1
2(12× 2 + 𝜎𝑧) ⊗ 1𝑟× 𝑟

𝒫𝐵 =

⎛
⎜
⎜
⎜
⎜
⎜
⎜
⎝

0 ⋯ 0 0 ⋯ 0
⋮ ⋱ ⋮ ⋮ ⋱ ⋮
0 ⋯ 0 0 ⋯ 0
0 ⋯ 0 1 ⋯ 0
⋮ ⋱ ⋮ ⋮ ⋱ ⋮
0 ⋯ 0 0 ⋯ 1

⎞
⎟
⎟
⎟
⎟
⎟
⎟
⎠

= (
0 0
0 1

) ⊗ 1𝑟× 𝑟 =
1
2(12× 2 − 𝜎𝑧) ⊗ 1𝑟× 𝑟

(2.15)
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onde⊗ é o produto tensorial entre matrizes, 1𝑟×𝑟 é a matrix indentidade 𝑟 × 𝑟 e 𝜎𝑧 é a terceira
matriz de Pauli.

É comum descrever a tranformação quiral em termos do operador quiral.

𝑆 = 𝑃𝐴 − 𝑃𝐵. (2.16)

Aplicando os spinores bipartidos (2.12) e depois (2.13), 𝑆 torna-se

𝑆 =
∑

𝑘
|𝑘⟩ 𝒮 ⟨𝑘|

𝒮 = 𝒫𝐴 − 𝒫𝐵 = 𝜎𝑧 ⊗ 1𝑟× 𝑟
(2.17)

onde temos que usar (2.15) para escrever a última equação.

Até aqui apresentamos o operador quiral de forma genérica, com o sistema bipartido
em termos de dois subsistemas 𝐴 e 𝐵, sem especificarmos como 𝐴 e 𝐵 foram formados. Na
prática, ao analisarmos um dado sistema, precisamos especificar o critério de partição a fim
de determinar se o sistema tem ou não aquela simetria quiral. A matriz dada na Eq. (2.17)
aplicada na primeira relação de invariância das Eqs. (2.10) implica queℋ(𝑘) admite uma
forma blocada anti-diagonal.

2.3.2 Simetria de reversão temporal

A simetria de reversão temporal é descrita em termos do operador reversão temporal

𝑇 = 𝑈𝐾 (2.18)

onde𝑈 é um operador unitário e 𝐾 é a operação complexo conjugado, que toma o complexo
conjugado de um número sobre o qual esteja atuando.

A Eq. (2.18) para o operador 𝑇 resulta de sua ação de inverter o momento e o 𝑠𝑝𝑖𝑛 de
uma partícula: enquanto 𝐾 inverte o momento 𝑘 de um estado de partícula única expresso
em termos de ondas planas 𝑒𝑖𝑘𝑥,𝑈 inverte o spin. Para elétrons, cujo spin assume dois valores
possíveis,

𝑇 |𝑘,𝜏⟩ = −𝜏 |−𝑘, − 𝜏⟩ (2.19)

onde |𝑘,𝜏⟩, 𝜏 = ±, é o estado de um elétron com momento 𝑘 e spin 𝜏, e o sinal −𝜏 após a
transformação de deve à particularidades da álgebra de spins.

Sejam

|+⟩ = [
1
0
] , |−⟩ = [

0
−1

]
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os vetores ortogonais representando os dois possíveis estados do spin eletrônico. Vemos que

[
0 −1
1 0

] [
1
0
] = −[

0
−1

] [
0 −1
1 0

] [
0
−1

] = [
1
0
]

,

−𝑖𝜎𝑦|𝜏⟩ = −𝜏| − 𝜏⟩,

que é justamente a transformação da parte de spin dos estados nas Eqs. (2.19), ou seja,
𝑈 = −𝑖𝜎𝑦.

Dessa forma, obtemos que
𝑇 = −𝑖𝜎𝑦𝐾. (2.20)

O operador da Eq. (2.20) age sobre um estado de um elétron do tipo da Eq. (2.19), isto é,
que possui apenas os graus de liberdade de momento 𝑘 e de 𝑠𝑝𝑖𝑛. Consideremos agora
que queremos representar 𝑇 para um elétron com o grau de momento e 2𝑟 outros graus de
liberdade, sendo 𝑟 graus de liberdade que podem ser, por exemplo, o número de sítios por
célula unitária em uma rede na qual o elétron vive, além dos 2 graus de liberdade por conta
do 𝑠𝑝𝑖𝑛. Podemos escrever o operador de reversão temporal da seguinte forma,

𝑇 =
∑

𝑘
|𝑘⟩𝒯 ⟨𝑘|𝐾 (2.21)

onde ⟨𝑘| e |𝑘⟩ são spinores bipartidos de dimensão 2𝑟. Se eles forem bipartidos em relação
ao 𝑠𝑝𝑖𝑛 temos

|𝑘⟩ = [|𝑘,1+⟩ |𝑘,2+⟩⋯ |𝑘,𝑟+⟩
⏟⎴⎴⎴⎴⎴⎴⏟⎴⎴⎴⎴⎴⎴⏟

𝑠𝑝𝑖𝑛 +

|𝑘,1−⟩ |𝑘,2−⟩⋯ |𝑘,𝑟−⟩
⏟⎴⎴⎴⎴⎴⎴⏟⎴⎴⎴⎴⎴⎴⏟

𝑠𝑝𝑖𝑛 −

] ⟨𝑘| =

⎡
⎢
⎢
⎢
⎢
⎢
⎢
⎢
⎢
⎢
⎢
⎢
⎢
⎣

⟨𝑘,1+|
⟨𝑘,2+|
⋮

⟨𝑘,𝑟+|
⟨𝑘,1−|
⟨𝑘,2−|
⋮

⟨𝑘,𝑟−|

⎤
⎥
⎥
⎥
⎥
⎥
⎥
⎥
⎥
⎥
⎥
⎥
⎥
⎦

. (2.22)

A forma de 𝒯 depende de como definimos a bipartição dos spinores. Se escolhemos
os spinores bipartidos em termos do 𝑠𝑝𝑖𝑛, como na Eq. (2.22), temos

𝒯 = (−𝑖𝜎𝑦) ⊗ 1𝑟× 𝑟. (2.23)

Se ao invés disso, escolhermos a bipartição em termos dos sítios impares e pares temos que

𝒯 = 1𝑟× 𝑟 ⊗ (−𝑖𝜎𝑦). (2.24)
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Para sistemas sem 𝑠𝑝𝑖𝑛 temos que 𝒯 = 1𝑟× 𝑟.

Note que, para elétrons, 𝑇2 = −𝐼 → 𝑇−1 = −𝑇, onde 𝐼 = ∑
𝑘 |𝑘⟩ ⟨𝑘| é o operador

identidade.

Quando substituímos a matriz 𝒯 na segunda relação de invariância das Eqs. (2.10)
obtemos as condições sobre as entradas do Hamiltoniano de Bloch impostas pela simetria
de reversão temporal.

2.3.3 Simetria partícula-buraco

Nos sistemas com reversão temporal e simetria partícula-buraco, a simetria quiral está
automaticamente presente. Em tais sistemas, 𝑆 = 𝑇𝐶, onde 𝐶 é o operador partícula-buraco.
Assim sendo, assumindo um sistema que possua as três simetrias,

𝐶 = 𝑇−1𝑆
𝐶 = −𝑇𝑆

(2.25)

Na escolha de uma base para representação de 𝑆 e 𝑇, se escolhermos nosso spinor
particionado em termos de sítios pares e ímpares, então 𝒮 = 𝜎𝑧⊗1𝑟× 𝑟, já o operador reversão
temporal toma a forma 𝒯 = 1𝑟× 𝑟 ⊗ (−𝜎𝑦). Se, como outra alternativa, escolhermos (2.22),
então 𝒯 = (−𝑖𝜎𝑦) ⊗ 1𝑟× 𝑟, porém temos 𝒮 = 1𝑟× 𝑟 ⊗ 𝜎𝑧.

Não obstante, qualquer que seja a base adotada as relações de simetria em 2.10 não
mudam, pois não dependem de qual representação usada.

Quando substituímos a matriz 𝒞 na última relação de invariância das Eqs. 2.10
obtemos as condições sobre as entradas do Hamiltoniano de Bloch impostas pela simetria
partícula-buraco.

2.4 Winding Number

Os invariantes topológicos são ferramentas fundamentais no estudo de materiais
quânticos topológicos. Eles são grandezas físicas que permanecem inalteradas sob deforma-
ções contínuas do sistema, permitindo a classificação dosmateriais topológicos em diferentes
condições. Esses invariantes são frequentemente expressos em termos de números inteiros
, e refletem a topologia do espaço de Hilbert do sistema. Alguns exemplos de invariantes
topológicos incluem o número de Chern, o índice de Wannier, o índice ℤ2, dentre outros[7].
A importância dos invariantes topológicos está no fato de que eles são robustos contra pertur-
bações e imperfeições, tornando-os ferramentas poderosas na busca por novos materiais com
propriedades únicas e promissoras para aplicações na eletrônica e na computação quântica.
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Em fases coma presença de 𝑔𝑎𝑝 entre a banda de valência e condução, coma presença
das simetrias de reversão temporal, quiral e partícula-buraco do tipo CII[7] (veja Fig. 2.6),
temos que o invariante topológico que descreve as fases de sistemas unidimensionais nessa
classe é o winding number ℤ.

No caso do modelo possuir simetria chiral com duas sub-redes de tamanho 𝑟∕2, por
exemplo, sabemos que, se definirmos os spinores de tal forma que as primeiras 𝑟∕2 entradas
contenham os operadores que atuam em cima da sub-rede 𝐴 e as 𝑟∕2 entradas seguintes os
operadores que atuam na sub-rede 𝐵, entãoℋ(𝑘) assume a forma blocada anti-diagonal

ℋ(𝑘) = [
0 ℋ𝐴𝐵(𝑘)

ℋ†
𝐴𝐵(𝑘) 0

] (2.26)

ondeℋ𝐴𝐵(𝑘) é a matriz 𝑟∕2 × 𝑟∕2 contendo as conexões entre as sub-redes.

O winding number𝑊 é definido como o número de revoluções que o número com-
plexo 𝑑𝑒𝑡[ℋ𝐴𝐵(𝑘)] faz em torno da origem do plano complexo quando 𝑘 caminha pela zona
de Brillouin, de −𝜋 à 𝜋.

Este determinante pode ser escrito como

𝑑𝑒𝑡[ℋ𝐴𝐵(𝑘)] = ℎ𝑥(𝑘) + 𝑖ℎ𝑦(𝑘) = 𝑅(𝑘)𝑒𝑖𝜑(𝑘), (2.27)

onde ℎ𝑥(𝑘) (ℎ𝑦(𝑘)) é a parte real (imaginária) de 𝑑𝑒𝑡[ℋ𝐴𝐵(𝑘)], enquanto 𝑅(𝑘) e 𝜑(𝑘) =
𝑡𝑎𝑛−1 (ℎ𝑦(𝑘)

ℎ𝑥(𝑘)
) são o módulo e ângulo do vetor no plano.

Segue-se que o winding number poder ser escrito como𝑊 = −(2𝜋)−1 ∫ 𝑑𝜑, ou

𝑊 = − 1
2𝜋 ∫

𝜋

−𝜋
𝑑𝑘𝜑𝑑𝑘 (2.28)

onde 𝑑𝑘 ≡
𝑑
𝑑𝑘
. O sinal negativo na Eq. (2.28) é introduzido para fazer com que𝑊 > 0 já que,

como veremos, det[ℋ𝐴𝐵(𝑘)] se enrola no sentido horário, isto é, 𝑑𝜑 < 0.

Partindo de que,

𝑑𝜙 = 𝜕𝜙
𝜕 ℎ𝑥

𝑑ℎ𝑥 +
𝜕𝜙
𝜕 ℎ𝑦

𝑑ℎ𝑦, (2.29)

podemos chegar em uma outra expressão útil para o cálculo do winding number:

𝑊 = 1
2𝜋 ∫

𝐵𝑍

ℎ𝑥𝑑ℎ𝑦 − ℎ𝑦𝑑ℎ𝑥
ℎ2𝑥 + ℎ2𝑦

. (2.30)

A formulação acima é válida se 𝑑𝑒𝑡[ℋ𝐴𝐵(𝑘)] não se anula em todos os valores de 𝑘
entre−𝜋 e 𝜋. De fato, se existe 𝑘 = 𝑘′ tal que 𝑑𝑒𝑡[ℋ𝐴𝐵(𝑘′)] = 0, então o loop de 𝑑𝑒𝑡[ℋ𝐴𝐵(𝑘)]
passa exatamente pela origem do plano complexo quando 𝑘 = 𝑘′ e, portanto, o winding
number𝑊 fica indefinido.
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Vimos que na transição de fase, o 𝑔𝑎𝑝 se fecha. Isso acontence justamente nos pontos
𝑘′ onde 𝑑𝑒𝑡[ℋ𝐴𝐵(𝑘′)] = 0 pois, nesse caso, 𝑑𝑒𝑡[ℋ(𝑘′)] = 0, e portantoℋ(𝑘′) tem pelomenos
um autovalor igual a zero. Mas como a simetria quiral implica que as bandas são simétricas
em relação à energia 𝐸 nula, entãoℋ(𝑘′) tem, na verdade, pelo menos dois autovalores
iguais zero, ou seja, o 𝑔𝑎𝑝 se fecha em (𝑘 = 𝑘′,𝐸 = 0). A simetria de reversão temporal, por
sua vez, implica que as bandas são simétircas em relação a 𝑘 = 0, logo ou o 𝑔𝑎𝑝 se fecha em
(𝑘 = 0,𝐸 = 0) ou em pares de pontos simétricos em relação à 𝑘 = 0, (𝑘 = 𝑘±,𝐸 = 0).

Conclusão: Na transição de fase, quando o 𝑔𝑎𝑝 se fecha, o winding number se torna
indefinido. Nas regiões do espaço de parâmetros onde o 𝑔𝑎𝑝 se mantém aberto, o winding
number assume algum valor inteiro. Finalmente, o bulk-boundary theorem estabelece a
relação entre o valor de𝑊 e o número de estados de borda topológicos, com𝑊 ≠ 0 (𝑊 =
0) correspondendo a uma fase topológica com um número inteiro de estados de borda
topológicos (fase trivial com zero estados de borda topológicos) [30].

É possível caracterizar topologicamente o sistema quando ele está na fronteira das
fases com 𝑔𝑎𝑝, ou seja, quando o 𝑔𝑎𝑝 se fecha. Seguindo a proposta da Ref. [2], quando
o espectro está sem 𝑔𝑎𝑝, definimos winding numbers locais 𝑊̄± calculados em torno de
cada ponto de fechamento do 𝑔𝑎𝑝 (𝑔̄, 𝑘±), onde 𝑔̄ é a coleção de valores críticos no espaço
de parâmetros do sistema. Especificamente, 𝑊̄± é definido como o número de vezes que
𝑑𝑒𝑡[ℋ𝐴𝐵(𝑘)] gira ao redor da origem do plano complexo, à medida que o ponto (𝑔, 𝑘) se move
no espaço parâmetros-momento, ao longo de um pequeno contorno anti-horário𝐶± centrado
em (𝑔̄, 𝑘±), sendo este o único ponto de fechamento do 𝑔𝑎𝑝 dentro de 𝐶±. Analogamente ao
cálculo de𝑊 na Eq. 2.30, os invariantes 𝑊̄± podem ser calculados com a fórmula,

𝑊̄± =
1
2𝜋 ∫

𝐶±

ℎ𝑥𝑑ℎ𝑦 − ℎ𝑦𝑑ℎ𝑥
ℎ2𝑥 + ℎ2𝑦

. (2.31)

onde ℎ𝑥 e ℎ𝑦 varia com (𝑔, 𝑘) circulando ao longo de 𝐶±.

Diferentemente de𝑊, que é um invariante global envolvendo um cálculo sobre toda
a Zona de Brillouin, 𝑊̄± são locais, no sentido de que são definidos em uma pequena região
no espaço parâmetro-momento. O winding number acumulado que caracteriza um espectro
sem 𝑔𝑎𝑝 é dado pela soma das contribuições individuais dos pontos de fechamento de 𝑔𝑎𝑝
na Zona de Brillouin: 𝑊̄ = 𝑊̄+ + 𝑊̄−.

2.5 Interação spin-órbita

Um ingrediente frequente em materiais topológicos é a interação 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita que
surge a partir do acoplamento do 𝑠𝑝𝑖𝑛 do elétron ao movimento orbital atômico, sendo esse
acoplamento afetado pelas propriedades da estrutura cristalina. O acoplamento 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita
de Dresselhaus surge a partir da assimetria de inversão espacial emmateriais semicondutores
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[46]. Ver Figura 2.17. Esse tipo de assimetria de inversão é também muito encontrada
nos dicalcogenetos de metais de transição resultando em fenômenos interessantes nessas
estruturas[47].

A contribuição da interação 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita de Dresselhaus para o Hamiltoniano de um
elétron é dado por

𝐻̂𝐷
SO = 𝛼𝐷(𝑝𝑥𝜎𝑥 − 𝑝𝑦𝜎𝑦), (2.32)

onde 𝛼𝐷 é a intensidade do acoplamento de Dresselhaus, que depende das propriedades do
material, 𝜎𝑥,𝑦 são as matrizes de Pauli, e 𝑝𝑥 e 𝑝𝑦 são os momentos lineares nos eixos 𝑥 e 𝑦,
respectivamente.

Em ummodelo de 𝑡𝑖𝑔ℎ𝑡 − 𝑏𝑖𝑛𝑑𝑖𝑛𝑔 unidimensional ao longo de 𝑥, a interação 𝑠𝑝𝑖𝑛-
órbita de Dresselhaus se torna

𝐻̂𝐷
SO = −

𝑁∑

𝑛=1

∑

𝜉𝜉′=↑,↓
𝑖𝛾𝐷𝜎

𝜉𝜉′
𝑥 𝑐†𝑛,𝜉𝑐𝑛+1,𝜉′ +𝐻.𝑐. (2.33)

onde 𝑐†𝑛,𝜉 (𝑐𝑛,𝜉) é o operador criação (destruição) para um elétron no sítio 𝑛 com projeção
de 𝑠𝑝𝑖𝑛 𝜉 =↑ , ↓ ao longo de um eixo de quantização, 𝛾𝐷 ∝ 𝛼𝐷 é a intensidade da interação,
com 𝜎𝜉𝜉

′

𝑥 o elemento 𝜉𝜉′ de 𝜎𝑥, 𝑁 o número total de sítios, e𝐻.𝑐. → "hermitiano conjugado".

Além do acoplamento 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita devido a assimetria de inversão do próprio cristal,
podemos induzir outra interação 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita seja pela construção de uma heteroestrutura
ou pela aplicação de uma campo elétrico externo perpendicular ao plano de movimento dos
elétrons, ou ambos, gerando uma quebra de simetria de reflexão na direção de crescimento
da heteroestrutura ou do campo. Essa é a chamada interação 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita de Rashba. A falta
de simetria de reflexão através da interface cria um campo elétrico perpendicular à interface,
que modifica a distribuição do potencial ao longo da interface. Esse campo elétrico efetivo,
por sua vez, produz uma perturbação no acoplamento 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita dos elétrons. A interação
𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita de Rashba tem sido estudada experimentalmente em vários sistemas, como em
interfaces de camadas semicondutoras [48] e superfícies de metais pesados [49].

A interação 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita de Rashba[50] pode ser descrita pela seguinte equação:

𝐻̂𝑅
SO = 𝛼𝑅(𝜎𝑥𝑝𝑦 − 𝜎𝑦𝑝𝑥), (2.34)

onde 𝛼𝑅 é a constante de acoplamento de Rashba.

Emummodelo de 𝑡𝑖𝑔ℎ𝑡−𝑏𝑖𝑛𝑑𝑖𝑛𝑔 unidimensional ao longo de 𝑥, podemos reescrever
a equação para a interação 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita de Rashba como

𝐻̂𝑅
SO = −

𝑁∑

𝑛=1

∑

𝜉𝜉′=↑,↓
𝑖𝛾𝑅(𝑛)𝜎

𝜉𝜉′
𝑦 𝑐†𝑛,𝜉𝑐𝑛+1,𝜉′ +𝐻.𝑐. (2.35)
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onde 𝛾𝑅 ∝ 𝛼𝑅 é a intensidade da interação, com 𝜎𝜉𝜉
′

𝑦 o elemento 𝜉𝜉′ de 𝜎𝑦. Aqui 𝛾𝑅(𝑛) =
𝛾𝑅 +𝛾′𝑅(𝑛), sendo 𝛾𝑅 (𝛾′𝑅(𝑛)) a contribuição da interação 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita de Rashba intrínseca do
material (devida ao campo elétrico externo). Essa última pode ter uma dependência espacial
com 𝑛 caso a intensidade do campo elétrico externo tenha uma dependência espacial.

2.6 Fios Quânticos

A escolha de sistemas quânticos para a realização de processamento e transmissão
de informação tem se tornado cada vez mais relevante na atualidade. Isso se deve ao fato de
que os sistemas quânticos possuem propriedades únicas que os tornam capazes de realizar
tarefas que seriam impossíveis para sistemas clássicos. Além disso, a tecnologia quântica tem
potencial para revolucionar áreas como criptografia, computação, comunicação e simulação
de sistemas complexos [51, 52, 53].

No entanto, a escolha do sistema quântico adequado para uma determinada aplicação
é um desafio que envolve vários fatores, como a facilidade de manipulação dos qubits (os bits
quânticos) [51], a robustez do sistema em relação a ruídos e erros [54] e a disponibilidade de
recursos tecnológicos [55].

Nos últimos anos, tem havido um grande interesse na pesquisa em fios quânticos e
nas suas potenciais aplicações em tecnologias quânticas, como a computação quântica e a
comunicação quântica. Esse interesse tem sido impulsionado por avanços significativos na
fabricação e no controle de dispositivos quânticos de estado sólido, que incluem, além dos
fios quânticos, outros sistemas como pontos quânticos e circuitos supercondutores [56, 57].

A pesquisa em fios quânticos tem sido particularmente intensa, com vários grupos
explorando diferentes materiais e geometrias de fios para alcançar uma melhor eficiência
e controle dos qubits quânticos [58, 59, 60]. Além disso, o uso de fios quânticos tem sido
proposto como uma plataforma promissora para a criação de redes quânticas, que podem
ter aplicações em comunicação segura e em simulações quânticas distribuídas [61, 62, 63].

Nesse contexto, as partículas de Majorana têm sido alvo de grande interesse, uma vez
que elas possuem propriedades topológicas que as tornam intrinsecamente protegidas contra
perturbações externas e podem ser preditas em semicondutores unidimensionais [57, 64].
Recentemente, pesquisadores conseguiram observar essas partículas em fios quânticos de
estado sólido [57], abrindo novas possibilidades para a criação de qubits quânticos robustos
e aprimorando a compreensão dos fenômenos quânticos em sistemas de baixa dimensionali-
dade. Essa descoberta representa um marco importante na pesquisa de fios quânticos e na
busca por tecnologias quânticas mais avançadas. Inclusive, em estudos recentes foi relatado
experimentalmente a evidência de topologia de Majorana em uma junção de Josephson
planar[65].
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Aprodução de fios quânticos emheteroestruturas semicondutoras é alcançada através
de várias técnicas, incluindo epitaxia de feixe molecular, crescimento de vapor-liquido-sólido
e litografia de feixe de elétrons. Em 2006 Hong Jin Fan et al [66] descreve como esses
procedimentos são realizados, mostrando resultados como os da Figura 2.7, ao qual descreve
um dos processos utilizados realizando fotolitografia e mostra fios quanticos de ZnO gerados
a partir desse processo.

Figura 2.7 – Diagrama esquemático que ilustra a processo de fabricação de fios quânticos a partir de
pontos catalíticos de ouro através da fotolitografia de fase deslocada e corrosão, e o

crescimento de fios quânticos. b) Um exemplo de fio quânticos de ZnO em uma matriz
hexagonal. Imagem tirada de [66]

A técnica de epitaxia de feixe molecular envolve a deposição de camadas atômicas
de materiais semicondutores em uma superfície cristalina previamente preparada. Essas
camadas atômicas são depositadas em uma sequência cuidadosamente controlada para criar
uma estrutura em camadas que pode ser convertida em um fio quântico através da remoção
seletiva de algumas camadas. A técnica de crescimento de vapor-liquido-sólido envolve
a deposição de uma gotícula de metal, geralmente ouro, em uma superfície cristalina. O
material semicondutor é então depositado sobre o metal, que atua como um catalisador
para o crescimento do fio quântico. A litografia de feixe de elétrons é uma técnica que
envolve a utilização de um feixe de elétrons para criar um padrão em uma camada de
material fotossensível. Esse padrão é então transferido para a superfície cristalina, que é
posteriormente utilizada para o crescimento do fio quântico.

Os fios quânticos em heteroestruturas semicondutoras têm propriedades quânticas
únicas, que são devido à sua pequena escala e limitações dimensionais. Essas propriedades
incluem a quantização de energia e momento angular. O resultado é uma estrutura com
propriedades eletrônicas que podem ser ajustadas para um conjunto específico de aplicações
eletrônicas, comodispositivos semicondutores de alta eficiência, transistores de único elétron,
células solares, sensores, lasers e detectores de fótons únicos.

Devido sua baixa dimensão, torna-se difícil a interação com fios quânticos visando o
aparecimento de novas propriedades. Uma das formas de se contornar essa desvantagem é
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o efeito de proximidade induzido pela junção de materiais diferentes. Uma das principais
vantagens do uso do efeito de proximidade é que ele permite a criação de materiais híbridos
que possuem propriedades únicas. Por exemplo, ao utilizar o efeito de proximidade para
depositar um material sobre outro, é possível combinar as propriedades eletrônicas desses
materiais, criando novas propriedades que não existiam antes. Isso pode ser utilizado para
criar materiais com propriedades magnéticas, elétricas e óticas únicas. Por exemplo, a
deposição de umfio quântico emuma heteroestrutura semicondutora comRashba possibilita
a existência dos estados de borda de Majorana[67].
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3 Multicriticidade em um isolante to-
pológico unidimensional

3.1 Modelo e teoria

Em nossa investigação, será analisado um sistema é composto por um fio quântico
que é inserido na interface entre dois semicondutores. O fio é submetido a um arranjo de
eletrodos que são distribuídos periodicamente ao longo do fio, como ilustrado na Figura 3.8
Em nosso modelo, os elétrons se movem através do fio por meio de hopping e são afetados
pelas interações 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita de Rashba e Dresselhaus, que são comumente encontradas
em vários materiais cristalinos, especialmente em semicondutores. A heteroestrutura de
semicondutores tem o papel de gerar a assimetria de inversão na direção perpendicular ao fio
quântico, gerando a interação 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita de Rashba. A estrutura cristalina do fio quântico
terá assimetria de inversão, dando surgimento à interação 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita de Dresseuhaus.

Figura 3.8 – Arranjo de eletrodos distribuídos periodicamente sobre um fio quântico na interface de
uma heteroestrutura semicondutora.

A cadeia de eletrodos depositada sobre o fio pode induzir uma modulação espacial
periódica em cada uma das energias consideradas no modelo. Essa modulação é crucial,
pois certos termos modulados podem induzir inversão de 𝑠𝑝𝑖𝑛 e, portanto, comportamentos
não triviais. É importante notar que assumimos que o preenchimento do fio é tal que seu
potencial químico é nulo, ou seja, sua energia de Fermi é ajustada em zero. Isso é relevante
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para garantir que o sistema tenha simetria quiral, como veremos.

Sendo mais preciso, consideramos uma rede unidimensional com N sítios ocupados
por elétrons com hopping de primeiros vizinhos e sujeitos a interações 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita de Dre-
selhaus e Rashba, sendo que esta última é espacialmente modulada. O Hamiltoniano de
𝑡𝑖𝑔ℎ𝑡 − 𝑏𝑖𝑛𝑑𝑖𝑛𝑔 correspondente é escrito como:

𝐻̂ =
𝑁∑

𝑛=1

∑

𝛼𝛼′=↑,↓
ℎ𝛼𝛼′(𝑛)𝑐†𝑛,𝛼𝑐𝑛+1,𝛼′ +𝐻.𝑐. (3.1)

onde 𝑐†𝑛,𝛼 (𝑐𝑛,𝛼) é o operador de criação (aniquilação) de um elétron no sítio 𝑛 com projeção de
𝑠𝑝𝑖𝑛 𝛼 =↑ , ↓ ao longo de um eixo de quantização 𝑧. Os elementos da matriz são dados por
ℎ𝛼𝛼′(𝑛) = −𝑡𝛿𝛼𝛼′ − 𝑖𝛾𝐷𝜎𝛼𝛼

′
𝑥 − 𝑖𝛾𝑅(𝑛)𝜎𝛼𝛼

′
𝑦 , onde 𝜎𝑥(𝑦) é a matriz de Pauli 𝑥(𝑦) e os parâmetros

reais 𝑡, 𝛾𝐷 e 𝛾𝑅(𝑛) são as amplitudes de hopping, acoplamento 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita Dresselhaus
e Rashba, respectivamente. Com esta escolha de base, a cadeia está ao longo do eixo 𝑥.
O parâmetro Rashba é modulado espacialmente como 𝛾𝑅(𝑛) = 𝛾𝑅 + 𝛾′𝑅 cos(2𝜋𝑞𝑛 + 𝜙),
onde 2𝜋𝑞∕𝑎 é número de onda (𝑎 é o espaçamento da rede) e 𝜙 é a fase da modulação em
relação à rede subjacente. Este Hamiltoniano pertence à classe de modelos generalizados
de Aubry-André-Harper [68, 69]. Em Ref. [70], um Hamiltoniano similar foi desenvolvido
de uma descrição efetiva de um fio quântico curvo. Um procedimento diferente, com um
potencial químico periódico adicionado e interações de elétrons, pode ser obtida aplicando
um potencial a um fio quântico com uma matriz de eletrodos nanométricos [71]. Com
condições de contorno periódicas, 𝐻̂ é invariante sob translações por uma célula unitária,
cada célula contendo 𝑟 = 1∕𝑞 sítios.

Realizando uma rotação na base em relação ao 𝑠𝑝𝑖𝑛, tal que podemos separar as
contribuição de conservação e inversão de 𝑠𝑝𝑖𝑛. Escolhemos a nova base:

𝑑𝑛,+ =
1
√
2
(𝑒−𝑖𝜃∕2𝑐𝑛,↑ − 𝑒𝑖𝜃∕2𝑐𝑛,↓)

𝑑𝑛,− =
1
√
2
(−𝑒−𝑖𝜃∕2𝑐𝑛,↑ + 𝑒𝑖𝜃∕2𝑐𝑛,↓)

(3.2)

Com 𝜃 = arctan(𝛾𝐷∕𝛾𝑅), a equação 3.1 assume a forma

𝐻̂ =
𝑁∑

𝑛=1

∑

𝜏=±
[𝛼𝜏𝑛𝑑†𝑛,𝜏𝑑𝑛+1,𝜏 + 𝛽𝑛𝑑†𝑛,𝜏𝑑𝑛+1,𝜏] + 𝐻.𝑐. (3.3)

onde 𝜏 = ± rotula as projeções de 𝑠𝑝𝑖𝑛 ao longo do novo eixo de quantização determinado
pela combinação dos acoplamentos de Dresselhaus e Rashba e onde as intensidades 𝛼𝜏𝑛 do
acoplamento de conservação de 𝑠𝑝𝑖𝑛 e 𝛽𝑛 do acoplamento de inversão de 𝑠𝑝𝑖𝑛 são dadas por

𝛼𝜏𝑛 = −(𝑡 + 𝑖𝜏𝛾eff) − 𝑖𝜏𝛾𝑅′𝑐𝑜𝑠(𝜃)𝑐𝑜𝑠(2𝜋𝑞𝑛 + 𝜙),
𝛽𝑛 = 𝑖𝛾𝑅′𝑠𝑖𝑛(𝜃)𝑐𝑜𝑠(2𝜋𝑞𝑛 + 𝜙),

(3.4)



45

onde 𝛾eff =
√
𝛾2𝑅 + 𝛾2𝐷.

Impondo condições periódicas de contorno, 𝐻̂ é invariante sob translação em uma
rede com𝑀 = 𝑁∕𝑟 células unitárias, com 𝑟 = 1∕𝑞 sítios por célula unitária. A equação 3.3
pode, portanto, ser reescrita em termos de contribuições intra e intercelulares, da seguinte
forma

𝐻̂ =
𝑀∑

𝑚=1
[
𝑟−1∑

𝑛=1

∑

𝜏=±
ℋ𝑖𝑛𝑡𝑟𝑎 +ℋ𝑖𝑛𝑡𝑒𝑟] + 𝐻.𝑐., (3.5)

com

ℋ𝑖𝑛𝑡𝑟𝑎 = 𝛼𝜏𝑛𝑑𝜏†𝑚,𝑛𝑑𝜏𝑚,𝑛+1 + 𝛽𝑛𝑑𝜏†𝑚,𝑛𝑑−𝜏𝑚,𝑛+1,
ℋ𝑖𝑛𝑡𝑒𝑟 = 𝛼𝜏𝑟𝑑𝜏†𝑚,𝑟𝑑𝑚+1,1 + 𝛽𝑟𝑑𝜏†𝑚,𝑟𝑑−𝜏𝑚+1,1.

(3.6)

O operador de criação (aniquilação) de uma partícula no sítio 𝑛 da célula unitária𝑚 com
projeção de 𝑠𝑝𝑖𝑛 𝜏 é denotado por 𝑑𝜏†𝑚,𝑛 (𝑑𝜏𝑚,𝑛). A Figura 3.9 ilustra os saltos de conservação
de 𝑠𝑝𝑖𝑛 e inversão de 𝑠𝑝𝑖𝑛 dentro e através de uma célula unitária.

Figura 3.9 – Os saltos intra (inter)-célula agem dentro (através) de uma célula unitária com 𝑟 sítios;
os saltos 𝛼 conservam o 𝑠𝑝𝑖𝑛 e os saltos 𝛽 invertem o 𝑠𝑝𝑖𝑛.

Ao transformar os operadores de elétrons em relação à coordenada de posição da
célula unitária𝑚 por meio da transformada de Fourier, temos

𝑑𝜏𝑚,𝑛 =
1

√
𝑀

𝜋∑

𝑘=−𝜋
𝑑𝜏𝑘,𝑛𝑒

𝑖𝑘𝑚, (3.7)

onde 𝑘 = 𝑘𝑗 = ±2𝜋𝑗∕𝑀, 𝑗 = {0,1,...,𝑀∕2}. Portanto as equações 3.5 e 3.6 se tornam

𝐻̂ =
𝜋∑

𝑘=−𝜋

𝑟∑

𝑛,𝑛′=1

∑

𝜏𝜏′=±
𝑑𝜏†𝑘,𝑛ℋ𝑛𝜏,𝑛′𝜏′(𝑘)𝑑𝜏

′

𝑘,𝑛′ , (3.8)

com

ℋ𝑛𝜏,𝑛′𝜏′(𝑘) = 𝛼𝜏𝑛𝛿𝑛′,𝑛+1𝛿𝜏′,𝜏 + 𝛽𝑛𝛿𝑛′,𝑛+1𝛿𝜏′,−𝜏
+ 𝛼𝜏∗𝑛−1𝛿𝑛′,𝑛−1𝛿𝜏′,𝜏 + 𝛽∗𝑛−1𝛿𝑛′,𝑛−1𝛿𝜏′,−𝜏
+ 𝛼𝜏∗𝑟 𝑒−𝑖𝑘𝛿𝑛,1𝛿𝑛′,𝑟𝛿𝜏′,𝜏 + 𝛽∗𝑟 𝑒−𝑖𝑘𝛿𝑛,1𝛿𝑛′,𝑟𝛿𝜏′,−𝜏
+ 𝛼𝜏𝑟𝑒+𝑖𝑘𝛿𝑛,𝑟𝛿𝑛′,1𝛿𝜏′,𝜏 + 𝛽𝑟𝑒+𝑖𝑘𝛿𝑛,𝑟𝛿𝑛′,1𝛿𝜏′,−𝜏.

(3.9)

Para definir o Hamiltoniano na forma matricial, precisamos primeiro definir os
spinors. Procedemos definindo o spinor de linha 𝑑†𝑘 de dimensão 2𝑟, formado por operadores
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de criação, particionado em duas subredes - uma formada pelos sítios intracelulares com
rótulos ímpares e a outra pelos com rótulos pares. Isso resulta em:

𝑑†𝑘 = (𝑑+†𝑘,1 ,𝑑
−†
𝑘,1 , … ,𝑑

+†
𝑘,𝑟−1,𝑑

−†
𝑘,𝑟−1,𝑑

+†
𝑘,2 ,𝑑

−†
𝑘,2 , … ,𝑑

+†
𝑘,𝑟 ,𝑑

−†
𝑘,𝑟 ) (3.10)

onde as primeiras (últimas) 𝑟 entradas do spinor 𝑑𝑘 recebem os operadores de criação
definidos na subrede dos sítios intracelulares ímpares (pares), com os operadores para 𝑠𝑝𝑖𝑛𝑠
para cima e para baixo no mesmo sítio colocados lado a lado. Um spinor coluna de dimensão
2𝑟 é definido agrupando os operadores de aniquilação da mesma forma.

Na forma matricial o Hamiltoniano 3.8 é dado por

𝐻̂ =
𝜋∑

𝑘=−𝜋
𝑑†𝑘ℋ(𝑘)𝑑𝑘 (3.11)

onde, para o spinor escolhido 3.10, temos

ℋ(𝑘) = 𝜎𝑥
2 ⊗ [𝑄(𝑘) + 𝑄†(𝑘)] +

𝑖𝜎𝑦
2 ⊗ [𝑄(𝑘) − 𝑄†(𝑘)] (3.12)

que equivale a

ℋ(𝑘) = [
0 𝑄(𝑘)

𝑄†(𝑘) 0
] , (3.13)

com a matriz 𝑟 × 𝑟, 𝑄(𝑘), dada por

𝑄(𝑘) =

⎡
⎢
⎢
⎢
⎢
⎣

𝐴1 0 0 … 0 𝑧𝐴∗
𝑟

𝐴∗
2 𝐴3 0 … 0 0
⋮ ⋮ ⋮ … ⋮ ⋮
0 0 0 … 𝐴∗

𝑟−2 𝐴𝑟−1

⎤
⎥
⎥
⎥
⎥
⎦

, (3.14)

onde 𝑧 = 𝑒−𝑖𝑘 e

𝐴𝑛 = [
𝛼+𝑛 𝛽𝑛
𝛽𝑛 𝛼−𝑛

] . (3.15)

De modo que as matrizes 𝐴𝑛 são matrizes 2 × 2 com seus elementos diagonais (fora da
diagonal) sendo a amplitude de hopping com conservação (inversão) de 𝑠𝑝𝑖𝑛, definidos em
3.4. Para uma cadeia com 𝑟 = 4 por célula unitária, 𝑄(𝑘) é dado por

𝑄(𝑘) = [
𝐴1 𝑒−𝑖𝑘𝐴∗

4
𝐴∗
2 𝐴3

] . (3.16)

com 𝑛 = {1,⋯ ,4}. Para as amplitudes de hopping de conversão e inversão de 𝑠𝑝𝑖𝑛, foram
adotados 𝑡 = 1 e 𝛾′𝑅 = 13.5. Com isso, o modelo é completamente parametrizado por 𝛾ef f , 𝜃 e
𝜙.

Quando 𝑟 é um número inteiro par, o Hamiltoniano de Blochℋ(𝑘) de dimensão
2𝑟 × 2𝑟 pertence à classe de simetria CII da classificação de Altland-Zirnbauer [33], sendo
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invariante sob simetria quiral e de reversão temporal. De forma diferente, a versão de dois
bandas do modelo, com 𝑟 = 1 sítio por célula unitária, suporta apenas a simetria de reversão
temporal e, portanto, pertence à classe AII, que é trivial em uma dimensão [33]. Gerar uma
topologia não trivial a partir de um modelo de duas bandas trivial, aumentando o número
de bandas, é uma possibilidade interessante apresentada pelo presente modelo.

As fases com 𝑔𝑎𝑝 do modelo de 2𝑟 bandas com preenchimento pela metade (com 𝑟
par) em (1) são diferenciadas pelo invariante topológico winding number,𝑊, 2ℤ por ser da
classe CII [33]. Para os pontos no espaço de parâmetros em que o 𝑔𝑎𝑝 se fecha, o espectro
sem 𝑔𝑎𝑝 preenchido pela metade pode ser caracterizado pelos winding numbers "locais"𝑊̄±

[72] (com ± aqui rotulando dois pontos de fechamento de 𝑔𝑎𝑝 simetricamente localizados
na zona de Brillouin), análogo a como um nó Weyl em um semimetal é caracterizado por
uma carga topológica [73].

3.2 Resultados e interpretação

A Figura 3.10 mostra o resultado de um cálculo numérico de𝑊 e 𝑊̄± no espaço
de parâmetros tridimensional (𝛾eff, 𝜃, 𝜙) quando 𝑟 = 4, 𝑡 = 1 e 𝛾′𝑅 = 13.5. Restringimos
𝜃 ∈ [0,𝜋] e 𝜙 ∈ [0, 𝜋

2
] já que o diagrama de fase é periódico com período 𝜋 ao longo de

𝜃 e 𝜋
2
ao longo de 𝜙. O diagrama de fase consiste em fases com 𝑔𝑎𝑝 topologicamente não-

triviais (triviais) - as regiões pontilhadas (vazias) onde 𝑊 = 2 (𝑊 = 0) - separadas por
superfícies críticas coloridas em laranja (azul) se os correspondentes nós de fechamento
de 𝑔𝑎𝑝 carregam números de enrolamento local 𝑊̄± = 1 (𝑊̄± = −1). As interseções das
superfícies críticas, representadas em amarelo, definem linhas multicríticas ao longo das
quais 𝑊̄± = 0.

As superfícies críticas são de dois tipos: o plano A em 𝜙 = 𝜋∕4 e as superfícies B
que são curvas em direção a 𝜃 = [0,𝜋] para pequenos 𝛾eff e tornam-se planas para grandes
𝛾eff. A razão para escolher 𝑟 = 4 pode agora ser explicada: essa escolha fornece os requisitos
mínimos da classe considerada que suportam um diagrama de fase multicrítico.

Quando os parâmetros do modelo (𝛾eff, 𝜃, 𝜙) tomam valores no plano A, o 𝑔𝑎𝑝 das
bandas no espaço 𝑘 se fecha, resultando em duas degenerescências de banda em pontos 𝑘±
simetricamente localizados na Zona de Brillouin, como dito anteriormente. Formalmente,
adotando a análise usada em Ref. [74], descobre-se que para qualquer valor de 𝛾eff e 𝜃,
escolhendo 𝜙 = 𝜋

4
,

ℳ(𝑘)ℋ(𝑘)ℳ−1(𝑘) = ℋ(𝑘), (3.17)

ondeℋ(𝑘) é a matriz de Bloch na equação 3.13 eℳ(𝑘) é a matriz unitária de simetria de
espelho (composta por uma inversão de sítio e uma inversão de 𝑠𝑝𝑖𝑛). Conforme indicado
pela análise no trabalho de Malard et al [74] a combinação dessa simetria de espelho (𝑀)
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com as simetrias quiral (𝑆) e de reversão temporal (𝑇) garante que qualquer ponto no plano
𝐴 suporte duas degenerescências de banda simétricas em energia zero na zona de Brillouin.
Em outras palavras, essas degenerescências de banda podem ser movidas ao redor da zona
de Brillouin, mas não podem ser removidas ao alterar um único parâmetro, 𝛾eff ou 𝜃.

Figura 3.10 – Winding number𝑊 e winding number local 𝑊̄± no espaço de parâmetros
tridimensional (𝛾eff, 𝜃, 𝜙) do modelo. O diagrama de fases consiste em fases isolantes
topologicamente não triviais (pontilhado) onde𝑊 = 2 e fases isolantes triviais (vazio)
onde𝑊 = 0, separados por superfícies críticas A e B onde o espectro exibe um par de
nós de fechamento de 𝑔𝑎𝑝 localizados simetricamente na zona de Brillouin com
𝑊̄± = −1 (azul), 𝑊̄± = 1 (laranja) e 𝑊̄± = 0 (amarelo), sendo este último o que

define as linhas multicríticas do modelo. Na Figura menor, são mostrados caminhos
que conectam duas regiões com𝑊 = 0 em uma seção transversal para um valor alto de
𝛾eff do diagrama de fases. Ao longo dos caminhos curvos, o sistema passa por duas
transições de fase topológicas consecutivas de segunda ordem, a primeira na linha
crítica B e a segunda na linha A. À medida que os caminhos se aproximam da linha
reta que atravessa o ponto multicrítico, as transições de fase topológicas de segunda
ordem ficam mais próximas no espaço de parâmetros e eventualmente se fundem em

uma não analiticidade de quarta ordem no ponto multicrítico

Quanto às superfícies críticas do tipo B, quando os parâmetros do modelo assumem
valores nessas superfícies, o 𝑔𝑎𝑝 de banda também fecha em energia zero, resultando nova-
mente em degenerescências de banda simétricas no tempo e em energia zero na zona de
Brillouin. No entanto, diferentemente das degenerescências impostas pelas simetrias𝑀, 𝑆 e
𝑇 no plano A, essas degenerescências são acidentais porque podem ser removidas alterando
o valor de um único parâmetro, 𝛾eff ou 𝜃. O fechamento de 𝑔𝑎𝑝 em A e B ocorre através da
formação de um par de nós de energia zero simétricos em reversão temporal que definem os
vértices de duas cones de Dirac 1D na Zona de Brillouin, portando winding numbers locais
iguais,𝑊+ = 𝑊−. Linhas multicríticas são geradas a partir das interseções do plano A e das
superfícies críticas curvas B do modelo.

As densidades energias do estado fundamental 𝜖, definida como a energia do estado
fundamental dividida pelo número de células unitárias, foram obtidas para o conjunto de
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parâmetros sobre os planos críticos, A e B, Figura 3.11 (a) e (c), e a linha multicrítica, Figura
3.12 (a), no diagrama de fase.

Figura 3.11 – Densidade de energia do estado fundamental 𝜖, (a) e (c), e suas primeiras derivadas, (b)
e (d), para uma transição de fase topológica quântica entre uma fase trivial𝑊 = 0 e
uma fase𝑊 = 2 topologicamente não trivial através das superfícies críticas A, (a)-(b),
com 𝜃 = 0,1𝜋, e B, (c)-(d), com 𝜙 = 0,1𝜋. Nos gráficos,𝑀 é o número de células

unitárias.

Afim de analisar o comportamento crítico anômalo ao cruzar a linha multicrítica,
primeiramente, vamos observar o caráter das trasições de fase quânticas topológicas em
A, Fig. 3.11 (a)-(b), e B, Fig. 3.11 (c)-(d), saindo de uma fase trivial com𝑊 = 0 para uma
fase topológica com𝑊 = 2: em ambos os casos, as primeiras derivadas da densidade de
energia do estado fundamental são contínuas, as segundas derivadas são descontínuas para
o conjunto de valores críticos dos parâmetros de controle 𝜃 e 𝜙, ver as Figuras 3.13 (a) e (b),
indicando uma transição de fase quântica de segunda ordem.
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Figura 3.12 – Densidade de energia do estado fundamental 𝜖, (a), e suas derivadas até a terceira
ordem, (b)-(d), para um caminho de𝑊 = 0 → 0 parametrizado por

𝜃 = −(0.216∕0.25)(𝜙 − 0.5𝜋), que corta a linha multicrítica. Nos gráficos,𝑀 é o
número de células unitárias.

Ao cruzar uma linha multicrítica ao longo de um caminho que conecta duas regiões
no diagrama de fases com omesmo𝑊, obtém-se um resultado diferente. Agora, as derivadas
da energia do estado fundamental são suaves até a terceira ordem, Figura 3.12(b)-(d), mas
com uma descontinuidade na quarta derivada, como mostra a Fig. 3.13 (c). Essas figuras
descrevem uma transição𝑊 = 0 → 0 ao longo do caminho 𝜃 = −(0.216∕0.25)(𝜙 − 0.5𝜋)
representado na inserção da Fig. 3.10. É importante ressaltar que a descontinuidade na
quarta derivada é insensível à escolha do caminho através da linha multicrítica.
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Figura 3.13 – Derivada de segunda ordem da densidade de energia de estado fundamental 𝜖, (a)-(b) ,
para uma transição de fase topológica quântica entre uma fase trivial𝑊 = 0 e uma fase
topologicamente não trivial𝑊 = 2 através do plano crítico A com 𝜃 = 0.1𝜋, (a), e da

superfície crítica B com 𝜙 = 0.1𝜋, (b). Derivada de quarta ordem de 𝜖 para um
caminho𝑊 = 0 → 0 parametrizado por 𝜃 = −(0.216∕0.25)(𝜙 − 0.5𝜋) que corta a

linha multicrítica, (c). As inserções em (a)-(c) mostram a próxima derivada de 𝜖. Em
todos os painéis, 𝛾ef f = 20. Os dados numéricos foram obtidos para uma cadeia com
104 células unitárias para a qual 𝜖 convergiu para o limite termodinâmico e tornou-se

independente do tamanho do sistema (veja Figs. 3.11 e 3.12).

Na teoria convencional das transições de fase quânticas, uma não-analiticidade na
energia do estado fundamental não ocorre, exceto em um ponto crítico que separa fases
que são distintas por simetria ou topologia [17, 3]. O presente modelo de um isolante de
banda topológica desafia essa noção: a energia do estado fundamental se torna não analítica
em linhas multicríticas no diagrama de fase, associado com o fechamento do 𝑔𝑎𝑝, e ainda
assim não há mudança de simetria ou do invariante topológico. Uma quebra espontânea de
simetria é desconsiderada pelo fato de que temos um estado fundamental isolante, seja em
uma fase topologicamente trivial ou não trivial. Com as duas regiões carregando os mesmos
winding numbers𝑊, claramente não há mudança de topologia, conforme definido pela
classificação de Altland-Zirnbauer (AZ) [33].

Portanto, tendo excluído quebra de simetria e transições topológicas, conjecturamos
que um estado fundamental na proximidade de uma QPT entre fases topológicas protegidas
por simetria pode desenvolver um comportamento crítico sem passar por uma QPT. Para o
tipo de diagrama de fase como na Fig. 3.10, pode-se interpretar a ocorrência de uma não-
analiticidade na linha multicrítica como um ”vestígio” das não-analiticidades normais nas
duas superfícies críticas que se cruzam. Mas como as duas não-analiticidades de segunda
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ordem conspiram para produzir uma de ordem superior, sinalizando falsamente uma QPT?

A teoria convencional de comportamentomulticrítico emQPTs de quebra de simetria
não é muito útil. Tais transições são impulsionadas por flutuações quânticas em um parâ-
metro de ordem local. Isso produz um comportamento multicrítico com novos expoentes
críticos, ou uma transição de primeira ordem aparente, mas não uma de ordem superior
[75]. Já para TQPTs de isolantes de bandas topológicas, como no presente caso, as transições
não são causadas por flutuações de desordem em um parâmetro de ordem local, mas sim por
uma rearranjo do diagrama de fase dos estados de Bloch de partícula única que compõem
o estado fundamental. Isso abre espaço para fenômenos não encontrados nas TQPTs de
quebra de simetria, sendo o exemplo a interação inesperada entre topologia e multicritici-
dade descoberta em nosso trabalho. Embora nossa descoberta tenha sido estabelecida para
uma classe particular de Hamiltonianos, resultados semelhantes podem ser derivados para
outros modelos que exibem multicriticidade topológica [76]. Exemplos incluem o modelo
de Haldane para um isolante de Chern [77], o modelo de Creutz com supercondutividade
induzida [78] e a cadeia de Kitaev dimerizada [79].



Parte II

Comportamento Excitônico em
Sistemas Bidimensionais
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1 Apresentação

As impressionantes propriedades do grafeno impulsionaram o aumento da investiga-
ção de novos materiais bidimensionais (2D), como a combinação de camadas de grafeno para
a composição de bicamadas de grafeno [80] e grafeno sobre nitreto de boro [81], ou mesmo
novos materiais 2D, como o borofeno [82] e o fosforeno [83]. Entre eles, estão emergindo os
dicalcogenetos de metais de transição, como materiais semicondutores de próxima geração
[47, 84, 85, 86]. A notoriedade destes materiais vem de propriedades como a ausência de
simetria de inversão. Essa característica permite que ocorra uma regra de seleção ótica, de
modo que a luz circulamente polarizada 𝜎+ (𝜎−) se acopla exclusivamente ao vale K (K’)
[87]. Além disso, os vales inequivalentes citados, K e K′, possuem um gap de banda direto
na faixa do visível do espectro eletromagnético [85]. Outros aspectos importantes são o forte
acoplamento spin-órbita presente nos TMD’s [88, 89] e por possuir simetria de reversão
temporal, as bandas de energia para momentos opostos são degeneradas, porém com o spin
invertido. Além disso, possuem uma forte interação Coulombiana entre o elétron e buraco
[90], resultado de uma blindagem dielétrica reduzida, tendo uma alta energia de ligação do
éxciton [91, 92].

Apesar das promissoras aplicações das monocamadas de TMD para a valetrônica,
elas possuem restrições. Uma delas é o curto tempo de vida dos éxcitons devido à forte
interação elétron-buraco [93, 94, 95, 96], restringindo a manipulação e aplicação dos estados
excitônicos para fins de processamento de informação quântica a tempos muito curtos.
A junção dessas camadas únicas formando bicamadas de heteroestruturas, ligadas por
interação de van der Walls, pode ser uma solução para explorar mais profundamente o
potencial desses materiais, possibilitando assim, gerar uma gama de novos dispositivos
óticos. Uma das grandes vantagens desse tipo de sistema é justamente a possibilidade de
éxcitons do tipo intercamada (elétron e buraco em camadas distintas) além dos intracamada
(elétron e buraco na mesma camada) [94, 95]. Dentre alguns processos de espalhamento de
éxcitons nas heteroestruturas TMD estão o espalhamento de carga ultrarápida [97], controle
do tempo de espalhamento intervale dos éxcitons intercamada [98], controle da polarização
do vale dos éxcitons tripleto e singleto [99]. Além das regras de seleção modificadas pela
heteroestrutura permitirem éxcitons de spin-proibido (tripletos) brilharem com um tempo
de vida ultralongo, na faixa de centenas de nanosegundos [100].

Portanto, as heteroestruturas de TMDpossuemuma riqueza de processos e portadores
de informação que as tornam sistemas ideais para aplicações em novos dispositivos em
computação quântica e optoeletrônica. Por exemplo, quando irradiamos um laser com luz
circularmente polarizada sobre esses materiais, podemos manipular a população de éxcitons
entre os vales K e K′ para obter uma proporção desejada de luz circularmente polarizada
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𝜎+ e 𝜎−, o que é útil para transmitir ou processar informações. Esta informação pode ser
acessada a pela polarização do vale para certo potencial externo. Além disso, o fato de os
éxcitons terem uma vida útil longa contribui para uma melhor manipulação dos processos
quânticos desejados.

Do ponto de vista experimental, uma das opções de manipulação de tais processos
que teria eficiência e um custo não tão alto comparados a outros é o uso de efeito de proximi-
dade magnética gerado pela deposição do material sobre um substrato magnético [101]. Se
comparado a um campo magnético gerado por um eletroímã, temos uma maior eficiência
no acoplamento e podemos gerar intensidades de campos altas, que se fossem realizadas
utilizando eletroímãs demandariam um alto custo energético. Um ponto a se comentar é que
uma vez que o substratomagnético é escolhido, o efeito de proximidademagnética correspon-
dente é geralmente considerado como fixo. Na verdade, existem vários métodos que podem
ser usados para manipular o campo magnético gerado pelo efeito de proximidade, como
a aplicação de um pequeno campo magnético externo. Ajustando a orientação do campo
magnético ou alterando sua magnitude, o efeito sobre o mudará consideravelmente. Como
motivação, ao aplicar um campo magnético em heteroestruturas cujo uma das camadas seja
de MoS2, para certo valor de campo, teremos um cruzamento das energias das bandas de
condução em um dos vales devido tamanho do acoplamento 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita desse material. Isso
resultará no cruzamento das energias dos éxcitons intercamada e , consequentemente, numa
resposta da intensidade de fotoluminescência para esses estados próximo ao cruzamento.

Recentemente, a estrutura fina do éxciton indireto singleto (IX𝑆) e tripleto (IX𝑇) foi
detectado na heteroestrutura de MoSe2/WSe2 por um campo magnético aplicado e realizado
um estudo de espectroscopia de fotoluminescência com dependência da temperatura [99].
Como os éxcitons intercamada possuem uma regra de seleção óptica modificada [102], a
polarização do vale do IX𝑆 é oposta a do IX𝑇 [103].

O presente capítulo tem o objetivo de estudar o comportamento da polarização do
vale e da intensidade de fotoluminescência dos éxcitons intercamada, singleto e tripleto,
em resposta a um campo magnético, devido efeito de proximidade magnética, em uma
heteroestrutura de van der Walls de TMDMoS2/WS2. Para estudar a estrutura eletrônico
do material em torno dos vales K e K′ da heteroestrutura, que chamaremos de 𝛼 e 𝛽, res-
pectivamente, foi utilizado um Hamiltoniano efetivo de baixa energia em aproximação
k⋅p. Uma equação de Bethe-Salpeter efetiva [104] também foi desenvolvida para estudar
as energias dos éxcitons e calcular o tempo de vida radiativo para alguns éxcitons. Afim
de entender o acoplamento do campo magnético na heteroestrutura de MoS2/WS2 uma
pesquisa bibliográfica foi realizada para entender o acoplamento aos momentos magnéticos
de spin e orbital atômico. Obtivemos numéricamente o momento magnético do vale, que
realizará um papel importantíssimo no deslocamento de energia entre os vales devido efeito
Zeeman, influenciando na polarização do vale. Para estudar a dinâmica de espalhamentos
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dos éxcitons uma extensiva revisão bibliográfica foi realizada, ajustes a dados experimentais
foram realizados para encontrar as taxas de espalhamento dos éxcitons.

Devido ao seu caráter intercamada, os éxcitons singletos e tripletos possuem longos
tempos de vida radiativas, especialmente para o tripleto, que é crucial para a manipulação do
pseudospin de vale. Além disso, os fatores 𝑔 dos éxcitons (𝑔𝐼𝑋𝑆 13,4 e 𝑔𝐼𝑋𝑇 17,6), que são mais
de três vezes maiores do que os dos éxcitons intracamada, levam a um grande deslocamento
Zeeman de vale (0,78-1,02 meV/T). Sujeitos a um campo magnético, a competição entre
os relaxamentos radiativos, excitação térmica entre IX𝑆 e IX𝑇 e espalhamento intervalley
auxiliado por energia de fônons aumentam significativamente a intensidade de fotolumi-
nescência (até 325% para IX𝑆 e 1075% para IX𝑇) no vale 𝛼, enquanto é suprimida no vale 𝛽.
Consequentemente, a polarização de vale das emissões IX𝑆 e IX𝑇 converge abruptamente
para o máximo em baixas temperaturas. Em um campo magnético crítico, ocorre o cruza-
mento das energias dos éxcitons intercamada, de IX𝑇 para IX𝑆 no vale 𝛽. Sob tal condição,
um pico característico na fotoluminescência de IX𝑆 no vale 𝛼 é obtido. Para esses valores
de campo a polarização do vale mantém valores muito altos, acima de 90% para IX𝑇 e 85%
para IX𝑆 à temperatura ambiente [105]. Essas características atraentes tornam os éxcitons
de intercamada em heteroestruturas MoS2/WS2 promissores para aplicações quânticas.
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2 Aspectos gerais da teoria e do sis-
temas investigados

2.1 Dicalcogenetos de metais de transição

Os dicalcogenetos de metais de transição (TMD – do inglês transition metal dichalco-
genides) bidimensionais (2D) do grupo-VIB [47, 84] são semicondutores com sua fórmula
geral MX2, onde M (M =Mo, W) representa o metal de transição e X (X = S, Se, Te) os calco-
gênios. Devido a suas propriedades óticas interessantes, estão sendo amplamente explorados
nas últimas décadas [85, 86].

Os calcogênios possuem uma distribuição eletrônica da sua camada de valência
da forma geral 𝑛𝑠2 𝑛𝑝1𝑥𝑝1𝑦𝑝2𝑧 ou 𝑛𝑠2𝑝4, quando os orbitais 𝑠 e 𝑝 se hibridizam formando
o orbital hibridizado 𝑠𝑝3, onde 𝑛 se refere ao nível de energia mais alto da camada de
valência. Já os metais de transição são conhecidos por terem as subcamadas do orbital 𝑑
semipreenchidas, sendo estes os orbitais, na maioria dos casos, responsáveis pelos processos
de ligações químicas. Nos TMDs do grupo-VIB os átomos demetais de transição e calcogênios
são ligados, com o metal de transição fornecendo quatro elétrons para os dois calcogênios
presentes. De um forma simplificada, essa ligação poderia ser vista como um overlap da
função de onda do elétron do orbital 𝑑 do metal de transição com o orbital 𝑝 do calcogênios,
suprindo a necessidade de elétrons desse último (o orbital 𝑠 dos calcogênios não participa
da ligação). Porém, estudos mostram que ao se calcular a diferença de densidade de carga
das isosuperfícies (uma superfície em que o potencial elétrico é constante), nota-se que os
orbitais 𝑠 e 𝑝 dos calcogênios se combinam, formando o orbital hibridizado 𝑠𝑝3, fazendo
com que a função de onda do elétron na ligação tenha um overlapmaior entre os átomos de
calcogênios e metais de transição [106].

Os TMDs possuem estrutura cristalina variada, podendo se organizar, de forma mais
comum, nas configurações 1T, 2H e 3R [106]. Os números 1, 2 e 3 indicam o número camadas
empilhadas que se repetem na direção normal ao plano do material e as letras indicam o
sistema cristalino: T→octaedro, H→hexagonal, R→romboédrico, como émostrado na Figura
2.14 . A estabilidade dessas estruturas pode estar muito ligada aos calcogênios. Por exemplo,
nos sulfetos e selenietos temos a estrutura 2H estável, enquanto a 1T é metaestável, sendo as
estruturas 1T mais estáveis para os teluretos [106].
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Figura 2.14 – Estruturas cristalinas comuns em TMDs, 1T, 2H e 3R. Com os átomos de calcogênios
representados pelos cículos laranjas e amarelos, enquanto os metais de trasição azuis,
verdes e roxas. Os números 1, 2 e 3 indicam o número camadas empilhadas que se
repetem na direção normal ao plano do material e as letras indicam o sistema

cristalino: T→octaedro, H→hexagonal, R→romboédrico. Imagem tirada de [106]

Os éxcitons, quasipartícula gerada a partir da interação coulombiana entre um elétron
na banda de condução e um buraco na banda de valência, descritos na seção 2.3, podem
ser criados por processos óticos. Para o estudo e aplicação dessas quasipartículas, a escolha
de materiais semicondutores como MoS2, MoSe2, WS2 e WSe2 são preferíveis, devido à
energia do 𝑔𝑎𝑝 ser da faixa da luz visível [106]. Além disso, as monocamadas de TMDs
possuem uma forte interação Coulombiana entre o elétron e buraco [90], resultado de uma
blindagem dielétrica reduzida, por conta do confinamento espacial 2D, e a grande massa
efetiva dos orbitais 𝑑. Devido a isso, suas energias de ligação do éxciton nesses materiais são
tipicamente duas ordens de magnitude maior do que a dos semicondutores convencionais,
o que torna possível a observação dos éxcitons mesmo à temperatura ambiente [91, 92].
Ao empilharmos duas camadas diferentes de TMD, interagindo por força de van der Walls,
geramos as heteroestruturas de van der Walls. Estes sistemas abrigam éxcitons intercamadas,
os quais possuem o buraco em uma camada e o elétron em outra. Em razão do espaçamento
espacial, éxcitons intercamada possuem um tempo de vida longa.

Afim de estudar éxcitons de longa vida sob a ação de um efeito de proximidade
magnética, em nossa investigação será explorada a heterostrutura de van der Walls de
MoS2/WS2 com empilhamento AB, sob a ação de um substrato magnético. Com o intuito de
entender as especificidades desse material, nas próximas seções serão apresentados detalhes
sobre a estrutura cristalina e estrutura eletrônica das monocamadas e heteroestruturas de
TMD.
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2.1.1 Estrutura cristalina, espaço recíproco, e estruturas de bandas de mo-
nocamadas de TMDs

Além de ser mais estável que a 1T, a estrutura cristalina do 2H-MX2 possui um plano
de metal de transição entre dois planos de calcogênios. Os átomosM estão ligados a 6 átomos
de X, na forma trigonal prismática, enquanto cada X está ligado a três de M, como mostra a
Figura 2.15. Os vetores que descrevem a célula unitária são dados por:

𝑅1 = 𝑎(1,0,0), 𝑅2 = 𝑎 (12,
√
3
2 ,0) , (2.1)

onde 𝑎 é a constante da rede. Para materiais como WS2 a=3,20Å e MoS2 a=3,19Å [99].

Figura 2.15 – Estrutura cristalina dos materiais tipo 2H-MX2: (a) Mostra a estrutura cristalina de
uma monocamada de TMD do tipo MX2, definida pelo padrão trigonal prismáico entre
ligações dos átomos M e X. (b) Vista superior da monocamada de TMD, exibindo o

padrão hexagonal com seus vetores primitivos 𝑅1 e 𝑅2. (c) Vista lateral da
monocamada de TMD, evidenciando mais claramente os dois planos de calcogênios e

um de metal de transição no meio.

Quando vamos para o espaço recíproco, a primeira zona de Brillouin é hexagonal e
pode ser construída pelos vetores:

𝐾1 =
4𝜋
√
3𝑎

(
√
3
2 , − 1

2,0) 𝐾2 =
4𝜋
√
3𝑎
(0,1,0). (2.2)

Os pontos de alta simetria no espaço recíproco possuem um papel importante na
análise das estruturas de bandas. Para uma rede hexagonal esses pontos são: Γ = (0,0,0),
K= ( 2𝜋

3𝑎
, − 2𝜋

√
3𝑎
,0), K′ =

( 4𝜋
3𝑎
,0,0

)
e M= (𝜋

𝑎
, − 𝜋

√
3𝑎
,0), ver Figura 2.16. Nos TMD’s os pontos
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K e K′ são importantes, pois neles se encontram o 𝑔𝑎𝑝 na estrutura de bandas de energia
desses materiais.

Figura 2.16 – A três primeiras Zonas de Brillouin, primeira em cinza, segunda em amarelo e terceira
em roxo, geradas pelos vetores da base hexagonal 𝐾1 e 𝐾2, mostrando os pontos de alta

simetria K, K′, M e Γ

Os TMDs possuem simetria de reflexão e de rotação discreta C3 e não possuem
simetria de inversão, veja a Figura 2.17. Devido a assimetria de inversão dos TMDs, os
𝑔𝑎𝑝𝑠 diretos nos vales K e K′ possuem a mesma energia, mas não equivalentes, podendo
ser tabelado por um pseudospin do vale, que será definido e explorado melhor na seção
2.6. Os 𝑠𝑝𝑖𝑛𝑠 nestes vales são opostos por conta da simetria de reversão temporal. Como
consequência disso e do forte acoplamento 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita dos TMDs, os graus de liberdade do
𝑠𝑝𝑖𝑛 e vale são acoplados. Uma regra de seleção da absorção da luz circularmente polarizada
surge a partir disso. De modo que a luz circularmente polarizada à direita, 𝜎+, e à esquera
são absorvidas pelos vales K e K′, respectivamente [107, 108].

Figura 2.17 – Simetrias dos materiais 2H-MX2. (a) Simetria de reflexão. (b) Simetria de rotação
discreta C3. (c) Ausência de simetria de inversão.

O cálculo das bandas de energia é feito no espaço recíproco na primeira zona de
Brillouin, aproveitando as propriedades de periodicidade da rede. Além disso, como a maior
parte dos processos físicos ocorre nos pontos de alta simetria, é uma boa opção analisarmos
o caminho que conecte esses pontos, a Figura 2.18 mostra o caso de uma zona de Brillouin
hexagonal, onde o caminho escolhido passa pelos pontos Γ, M, K e K′.



61

Figura 2.18 – Caminho na primeira zona de Brillouin que passa pelos pontos de alta simetria Γ, M, K,
Γ e K′.

Um outro aspecto importante é o forte acoplamento 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita presente nos TMDs
[88, 89], que faz com que a degenerecência do 𝑠𝑝𝑖𝑛 seja levantada, separando assim as
bandas com 𝑠𝑝𝑖𝑛 𝑢𝑝 e 𝑑𝑜𝑤𝑛. Além disso, a simetria de reversão temporal implica que as
bandas de energia para momentos opostos são degeneradas, porém com o 𝑠𝑝𝑖𝑛 invertido.

Figura 2.19 – Estrutura de bandas para algumas monocamadas de TMD: (a) MoS2, (b) WS2 . As setas
representam transições óticas diretas, onde E e E𝑣𝑎𝑐 representam as energias das

bandas e a energia de vácuo, respectivamente. Imagem tirada de [109].

A separação nas bandas de valência mais energéticas vem da interação 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita
pelas contribuições dos orbitais d𝑥2−𝑦2 e d𝑥𝑦 do metal de transição, que possui uma ordem
de 100 meV [110]. Já nas bandas de condução menos energéticas, tem prodominantemente
contribuições do orbital d𝑧2 do metal do de transição com uma pequena parcela dos orbitais
p𝑥 e p𝑦 dos calcogênios [110]. A separação de energia na banda de condução pode variar de
3 meV, para o MoS2 [111], ou dezenas de meV, como no caso do WS2, 32 meV [47].
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2.1.2 Estrutura cristalina e estruturas de bandas de heteroestruturas de van
der Walls de TMDs

Heteroestruturas de van der Waals referem-se a uma classe de materiais compostos
por camadas finas de diferentes materiais empilhados, mantidos unidos por forças de van
der Waals. O estudo das heteroestruturas de van der Walls (vdWs) de TMDs têm emergido
como uma área promissora nos últimos anos devido à suas fascinantes propriedades. Tal
como o grafeno, quando dispomos os TMDs em diferentes empilhamentos podemos obter
propriedades eletrônicas distintas se comparado com uma monocamada. Exemplos usando
grafeno incluem as bicamadas de grafeno [80] e grafeno sobre nitreto de boro [81]. A Fi-
gura 2.20 mostra a estrutura cristalina de uma das heteroestruturas de TMD conhecidas,
WS2/MoS2.

Figura 2.20 – Estrutura cristalina da heteroestruturade vdWs de WS2/MoS2. Os calcogênios são
representados pelas esferas amarelas, enquanto os metais de transição pelas esferas

verdes e roxas. Imagem tirada de [112].

Para demonstrar um pouco da particularidade das heteroestruturas de vdW, podemos
observar a comparação feita da estrutura de banda de monocamadas, bicamadas e hetero-
estruturas, como feito na Figura 2.21 [109]. Podemos ver na Figura 2.21 (b) e (c), que para
as monocamadas de WS2 e MoS2 temos 𝑔𝑎𝑝𝑠 de energia direto nos vales K e K′. Quando
dispomos esses materiais na forma de bicamada, Figura 2.21 (d) e (e), a estrutura passa a
ter simetria de inversão. A interação intercamada gera uma separação das bandas, porém
esse efeito é mais forte no vale Γ do que nos vale K e K′. Como consequência a banda de
valência mais alta fica no vale Γ gerando um 𝑔𝑎𝑝 indireto. Já no caso da heteroestrutura
de WS2/MoS2, Figura 2.21 (f), uma competição entre a diferença de energia no 𝑔𝑎𝑝 direto
das monocamadas com o acoplamento intercamada, sendo as energias dos 𝑔𝑎𝑝𝑠 K-Γ e K-K
quase iguais, mas com a banda de valência mais alta nos vales K e K′.
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Figura 2.21 – a) Esquema da zona de Brillouin com uma linha ao longo da qual as estruturas de
bandas foram calculadas. Estrutura de bandas de: b) monocamada de MoS2, c)

monocamada de WS2, d) bicamada de MoS2, e) bicamada de WS2, f) heteroestrutura
de WS2/MoS2. A energia de Fermi está na intersecção das regiões brancas e amarelas.
E𝑣𝑎𝑐 é a energia de vácuo, 1CM e 2CM representam uma e duas camadas de TMD,

respectivamente. Imagem tirada de [109].

Uma outra versatilidade das heteroestruturas de vdW é a forma de empilhamento
das camadas. Duas formas de empilhamento muito utilizadas são os tipos AA e AB. A
Figura 2.22 mostra a heteroestrutura de WS2/MoS2 no empilhamento AA, Figura 2.22 (a), e
empilhamento AB, Figura 2.22 (c), tal como as bandas de energias para o empilhamento
AA, Figura 2.22 (b), como para o AB, figura 2.22 (d).

Figura 2.22 – Estrutura cristalina da heteroestrutura de vdWs de WS2/MoS2 e estruturas de bandas
com 𝑠𝑝𝑖𝑛 𝑢𝑝 e 𝑠𝑝𝑖𝑛 𝑑𝑜𝑤𝑛 para os tipos de empilhamento AA, (a) e AB (b).



64

Na heteroestrutura de vdW as bandas de energias são formadas por contribuições das
camadas que constituem a heteroestrutura. Dependendo do tipo de empilhamento podemos
fazer com que essas bandas sejam compostas por diferentes contribuições. No empilhamento
AA, os átomos em cada camada estão alinhados diretamente em cima dos da outra camada,
onde as camadas são empilhadas sem nenhum ângulo entre si. Já no empilhamento AB,
uma camada faz um ângulo de 𝜋∕3 em relação a outra. Nas heteroestruturas de TMD o empi-
lhamento AA resulta em um empilhamento entre átomos do mesmo tipo, isto é, calcogênio
sobre calcogênio e metal de transição sobre metal de transição, comomostra a Figura 2.22 (a).
No empilhamento AB temos um empilhamento de átomos opostos, calcogênio sobre metal
de transição e vice-versa, Figura 2.22 (c). A forma de empilhamento escolhida influencia nas
contribuições para as bandas nos vales da heteroestrutura. Assim como no caso da monoca-
mada, a heteroestrutura também é hexagonal, possuindo grande importância dos vales K e
K′ nos processos óticos, como visto anteriormente. Para AA o vale K da heteroestrutura, que
chamaremos de vale 𝛼, é formado pelas bandas encontradas nos vales Ks das monocamadas,
enquanto o vale K′, que chamaremos de 𝛽, é formado pelos vales K′s das monocamadas. Já
no empilhamento AB, devido o ângulo entre as camadas, o vale 𝛼 possui contribuições do
vale K de uma das camadas e K′ da outra camada, K-K′, e o vale 𝛽, consequentemente, K′-K.
A maior diferença entre os dois casos é o 𝑠𝑝𝑖𝑛 das bandas que possuem as contribuições do
MoS2. O resultado disso é que aplicação de um campo magnético faz a separação das bandas
ocorrer de maneira distinta para diferentes casos de empilhamento.

2.2 Método k.p

Geralmente cálculos ab initio possuem um alto custo computacional para calcular a
estrutura eletrônica de multicamadas de heteroestruturas de vdW, que constituem nosso
objeto de investigação. Caso queiramos observar, por exemplo, a influência de um potencial
externo sobre a estrutura de bandas esse cálculo torna-se mais extenso. Recentemente, o
modelo k⋅p tem sido proposto e amplamente usado para o cálculo de estruturas de bandas e
outras propriedades óticas em monocamadas e heteroestruturas de TMD [113, 47, 114, 115].
Este método, de fato, possui vantagens sobre alguns métodos considerados quantitativa-
mente melhores por fornecer uma interpretação transparente do resultado, possibilitando
identificarmos a origem de fenômenos de interesse de maneira mais simples. Além disso, os
parâmetros utilizados nomodelo k⋅p são obtidos a partir de ajustes com dados experimentais
ou com resultados do cálculo de teoria do funcional de densidade.

A aproximação em k⋅p é realizada por teoria de perturbação [116] nas bandas de
energia em torno dos pontos de alta simetria da rede recíproca. Contudo, desde que se trata
de uma aproximação de baixa energia, as energias calculadas pelo modelo k⋅p são válidas
nas proximidades dos vales das estruturas de bandas, para o nosso caso os vales K e K′
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[113, 47, 114, 115].

Afim de realizar a aproximação pelo método k⋅p, é considerada inicialmente a equa-
ção de Schrödinger para um elétron:

𝐻̂𝜙𝑛K(r) = 𝐸𝑛(K)𝜙𝑛K(r) (2.3)

sob a base das funções de Bloch em termos de um conjunto de funções periódicas:

𝜙𝑛K(r) = 𝑒𝑖K⋅r𝑢𝑛K(r) (2.4)

O Hamiltoniano 𝐻̂ consiste do operador energia cinética, um potencial cristalino periódico
e o termo de interação 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita:

𝐻̂ = 𝑝2
2𝑚0

+ 𝑉(r) + ℏ
4𝑚2

0𝑐2
(𝜎 × ∇𝑉) ⋅ P. (2.5)

Se os estados 𝑢𝑛K formam um conjunto de funções periódicas, então uma representação
de 𝐻 nessa base é exatamente a diagonalização da matriz infinita < 𝑢𝑛k|𝐻𝑘⋅𝑝(k)|𝑢𝑚k >, ao
qual conduz a uma relação de dispersão por toda a zona de Brillouin. Afim de construir
um Hamiltoniano efetivo de baixa energia a eliminação de graus de liberdade pode ser feita
utilizando a particionamento de Löwdin [116], detalhes desse procedimento para ummodelo
de sete bandas podem ser vistos em [47].

Considerando a base {|𝑐,𝑠⟩ , |𝑣,𝑠⟩}, onde 𝑐 (𝑣) corresponde ao índide da banda de
condução (valência) e 𝑠 = {↑ , ↓} o grau de liberdade do 𝑠𝑝𝑖𝑛. O Hamiltoniano em k⋅p
em torno do ponto de alta simetria K e K′ para uma rede hexagonal [47, 117] pode ser
particionado em três

𝐻̂𝜏,𝑠
eff (q) = 𝐻̂0 + 𝐻̂𝜏,𝑠

SO + 𝐻̂𝜏,𝑠
k⋅p(q), (2.6)

onde 𝐻̂0 =
∆
2
𝜎̂𝑧, tal que ∆ é o 𝑔𝑎𝑝 de energia, 𝜎̂𝑧 a matriz de Pauli na direção 𝑧. O termo de

interação 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita é dado por

𝐻̂𝜏,𝑠
SO = 𝜏𝑠𝑧(𝜆𝑐𝜎̂+ + 𝜆𝑣𝜎̂−) (2.7)

onde 𝜎̂± = 𝐼2×2 ± 𝑖𝜎̂𝑧 são os operadores escada, 𝑠𝑧 = ±1∕2 é o 𝑠𝑝𝑖𝑛 na direção 𝑧, 2𝜆𝑐∕𝑣
corresponde a separação devido a interação 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita na mais baixa/mais alta banda de
condução/valência no ponto K ou K′ e 𝜏 = ±1 é o índice do vale, i.e., 𝜏 = 1 and -1 representa
o vale K e K′, respectivamente. Finalmente, 𝐻̂𝜏,𝑠

k⋅p(q) é o termo que contém a aproximação da
expansão em q; com q sendo a distância, no espaço dos momentos, do vale K. Em nossos
estudos, consideraremos apenas o termo linear de 𝐻̂𝜏,𝑠

k⋅p(q), ao qual pode ser visto como um
modelo de Dirac para férmions massivos ao qual depende do índice do 𝑠𝑝𝑖𝑛, 𝑠, e do vale,
𝜏. Este termo descreve a isotropia da dispersão de energia em torno do vale sem quebrar a
simetria elétron-buraco. Termos de ordem superior devem ser considerados quando temos
quebra na simetria elétron-buraco, queremos realizar um ajuste mais preciso aos dados
obtidos em primeiros princípios e para captar comportamentos não-parabólicos das bandas
de energia.
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2.2.1 Método k.p para monocamadas de TMDs com SOC

Para os TMD’s devemos considerar como funções de base |𝑑𝑧2⟩, para a banda de
condução, e 1

√
2
(|𝑑𝑥2−𝑦2⟩ + 𝑖 |𝑑𝑥𝑦⟩), para a banda de valência. Para monocamadas de vdW a

aproximação linear já fornece um ajuste aceitável para as bandas de condução e valência em
torno dos vales K e K′ [47]. O termo de aproximação linear em q, 𝐻̂𝜏,𝑠

1 (q), é dado por

𝐻̂𝜏,𝑠
1 (q) = 𝑎𝑡(𝜏𝑞𝑥𝜎𝑥 + 𝑞𝑦𝜎𝑦), (2.8)

onde 𝑞𝑥 e 𝑞𝑦 são duas componentes do momento q, 𝜎̂𝑥, 𝜎̂𝑦 são as matrizes de Pauli, 𝑎
corresponde a constante da rede do material, enquanto 𝑡 é o parâmetro de hopping de
primeiros vizinhos regido pelo pela sobreposição das funções de onda de Bloch. Sendo assim,
o Hamiltoniano efetivo, considerando a interação 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita, é dado por

𝐻̂𝜏,𝑠
eff (q) = 𝐻̂0 + 𝐻̂𝜏,𝑠

SO + 𝐻̂𝜏,𝑠
1 (q), (2.9)

onde a forma matricial de 𝐻̂eff(q) é escrita como

𝐻̂𝜏,𝑠
eff (q) =

⎡
⎢
⎣

∆
2
+ 2𝜏𝑠𝑧𝜆𝑐 𝑎𝑡(𝜏 𝑞𝑥 − 𝑖𝑞𝑦)

𝑎𝑡(𝜏𝑞𝑥 + 𝑖𝑞𝑦) −∆
2
+ 2𝜏𝑠𝑧𝜆𝑣

⎤
⎥
⎦

(2.10)

2.2.2 Método k.p para heteroestruturas de TMD’s

Uma variedade de heteroestruturas de vdW tem atraído atenção recentemente, in-
cluindo grafeno/hBN (nitreto de boro hexagonal) por sua estrutura eletrônica incomum [118],
grafeno/TMD, TMD/TMD para geração eficiente de fotocorrente [119] e grafeno/hBN/TMD
para diodos emissores de luz [120]. Heteroestruturas de TMDs com alinhamento de ban-
das mostraram que os éxcitons com elétrons e buracos localizados em diferentes camadas
(intercamadas) podem ser formados em tais sistemas [121], como será mostrado na seção
2.3.

Uma das razões pelas quais as heteroestruturas de TMD estão sendo amplamente es-
tudadas é por estados excitônicos que deveriam ter decaimento radioativo proibido, éxcitons
escuros, devido a regra de seleção de 𝑠𝑝𝑖𝑛, podem brilhar como consequência de regras de
seleção adicionais devido a heteroestrutura, simetria de rotação 𝐶̂3 e indexação do éxciton
na rede [122].

Quando temos duas camadas diferentes de TMDs em um sistema, o hopping interca-
mada deve ser considerado, o qual afeta a estrutura de bandas. Com o Hamiltoniano efetivo
para monocamadas em mãos, estamos prontos para construir o Hamiltoniano efetivo de
baixa energia para heteroestruturas de TMD, na base {|𝑐1, ↑⟩; |𝑣1, ↑⟩; |𝑐1, ↓⟩; |𝑣1, ↓⟩; |𝑐2, ↑
⟩; |𝑣2, ↑⟩; |𝑐2, ↓⟩; |𝑣2, ↓⟩},
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𝐻̂𝜏𝑖
eff(q) = [

𝐻̂𝜏1
1 (q) 𝐻̂12

𝐻̂†
12 𝐻̂𝜏2

2 (q)
] , (2.11)

onde 𝑖 = {1,2} representam a camada considerada. Portanto, 𝐻̂𝜏𝑖
𝑖 (q) =

1
2
(𝜎̂+ ⊗ 𝐻̂𝜏𝑖 ,↑

eff,i + 𝜎̂− ⊗
𝐻̂𝜏𝑖 ,↓
eff,i) são as matrizes Hamiltonianas com termo SOC para a camada 𝑖. De modo que depen-

dendo do empilhamento temos diferentes configurações de 𝜏1 e 𝜏2, para o empilhamento
AA, 𝜏1 = 𝜏2, e para o tipo AB, 𝜏1 = −𝜏2. Enquanto 𝐻̂12 = 𝐼2×2 ⊗ 𝑇̂ corresponde ao hopping
entre a camada 1 e 2. De modo que

𝑇 = [
𝑡𝑒 0
0 𝑡ℎ

] , (2.12)

onde 𝑡𝑒(𝑡ℎ) é o termo de hopping intercamada para o elétron (buraco).

Neste estudo será considerado o efeito de proximidade magnética sobre a heteroes-
trutura de vdW, a partir de um campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 que se acopla aos momentos magnéticos do
material. Na seção 2.6 será apresentado detalhes sobre amatriz referente ao campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒
que será adicionado a Hamiltoniano em k ⋅ p obtido na presente seção.

2.3 Éxcitons e equação de Bethe-Salpeter

2.3.1 Equação de Bethe-Salpeter Geral

O éxciton é uma quasipartícula gerada a partir da interação Coulombiana entre um
elétron e um "buraco". Quando excitamos um elétron na banda de valência ele salta para a
banda de condução, porém deixando um buraco, que possui carga oposta à partícula que a
gerou, nesse caso, positiva. O sistema gerado pela interação elétron-buraco, caracterizado
pela atração entre elas pela lei de Coulomb, gera o estado de éxciton que possui energia
ligeiramente menor às do elétron e buraco. Nosso conjunto de funções de base periódicas
que descreve os sítios do material é dado por

Φ𝛼,𝛾,𝑘(𝑟) ≡
1
√
𝑁

∑

𝑅𝑗

𝑒𝑖𝑘(𝑅𝑗+𝑟𝛼)𝜑𝛼,𝛾(𝑟 − (𝑅𝑗 + 𝑟𝛼)), (2.13)

onde a posição do sítio, que o elétron ou buraco está, em relação a origem é 𝑟, a posição da
célula unitária ao qual este sítio se encontra é 𝑅𝑗 e a posição relativa do sítio, em relação à
célula unitária, é 𝑟𝛼. Além disso, 𝛼, 𝛾 e 𝑘 são o número do sítio, o orbital e o vetor número
de onda, respectivamente.
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Figura 2.23 – Posição 𝑟 do sítio do sítio 𝛼, com posição relativa 𝑟𝛼, da célula unitária que está na
posição 𝑅𝑗.

Tendo a base definida podemos agora construir nossa função de Bloch, que será

Ψ𝑛,𝑘(𝑟) =
∑

𝛼,𝛾
𝐶𝑛
𝛼,𝛾(𝑘)Φ𝛼,𝛾,𝑘(𝑟), (2.14)

onde 𝐶𝑛
𝛼,𝛾(𝑘) é o coeficiente de 𝑡𝑖𝑔ℎ𝑡 − 𝑏𝑖𝑛𝑑𝑖𝑛𝑔 e 𝑛 é o índice da banda, que depende de 𝛼 e

𝛾. Outra alternativa, é escrever a função de Bloch em termos de brakets, assim:

|𝑛,𝑘⟩ =
∑

𝛼,𝛾
𝐶𝑛
𝛼,𝛾(𝑘) |𝛼,𝛾,𝑘⟩ , (2.15)

A partir daqui podemos escrever o estado do éxciton, que será

|𝜓𝑒𝑥⟩ =
∑

𝑘

∑

𝑣,𝑐
𝐴𝑣,𝑐,𝑘 ℎ̂

†
𝑣,𝑘

𝑒†
𝑐,𝑘+𝑄⃗

|0⟩ . (2.16)

Aqui temos os operadores criação ℎ̂†
𝑣,𝑘

e 𝑒†
𝑐,𝑘
, que criam um buraco e um elétron,

respectivamente, no estado de vácuo, |0⟩. O buraco é criado na banda de valência, 𝑣, com
número de onda 𝑘, já o elétron, na banda de condução, 𝑐, com número de onda 𝑘 + 𝑄⃗, onde
𝑄⃗ é o momento do centro de massa do éxciton.
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Figura 2.24 – Esquema mostra a formação de um éxciton, indicado pela linha trastejada. Isso pode
ocorrer pela concessão de energia através de um fóton ao elétron, de modo que ele pula
para a de condução deixando um buraco na banda de valência de carga oposta. 𝑄⃗

representa o momento do centro de massa do éxciton.

Uma forma equivalente de descrever a Eq. (2.16) é

|𝜓𝑒𝑥⟩ =
∑

𝑘

∑

𝑣,𝑐
𝐴𝑣,𝑐,𝑘(𝑄⃗) |𝑣,𝑘⟩ |𝑐,𝑘 + 𝑄⃗⟩ , (2.17)

onde inicialmente o elétron estará na banda de condução e o buraco na banda de valência,
e temos que 𝑄⃗ é um bom número quântico, onde podemos fazer cálculos do estado de éxciton
para diferentes valores de 𝑄⃗.

Para entendermos melhor a interação elétron-buraco devemos considerar a equação
de Bethe-Salpeter(BSE), o Hamiltoniano que descreve esse tipo de interação é dado por,

𝐻̂𝑒𝑥 = 𝐻̂𝑒 + 𝐻̂ℎ + 𝑉̂𝑒ℎ, (2.18)

sendo 𝐻̂𝑒 a contribuição do elétron, 𝐻̂ℎ a contribuição do buraco e 𝑉̂𝑒ℎ a interação elétron-
buraco. Devido a blindagem dielétrica do ambiente e que estamos considerando monocama-
das de TMD com espessura fina, o potencial de Keldysh para interação Coulombiana pode
ser adotado [123, 124]

𝑉𝑒ℎ(𝜌) = − 𝑒2
8𝜖0𝜖𝑑𝑟0

[𝐻0 (
𝜌
𝑟0
) − 𝑌0 (

𝜌
𝑟0
)] , (2.19)

tal que𝐻0 e 𝑌0 representam as funções de Struvel e Bessel, respectivamente, 𝜌 é da distância
entre o elétron e o buraco e 𝑒 e 𝜖0 são a carga do elétron e a constante dielétrica do vácuo,
respectivamente. A constante dielétrica do meio é determinada pelo parâmetro 𝜖𝑑, o qual
depende das constantes dielétricas dos materiais ou substratos em torno da amostra 2D,
podendo ser determinada por 𝜖𝑑 = (𝜖1 + 𝜖3)∕2, de maneira que 𝜖1 e 𝜖2 estão associados aos
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materiais acima e abaixo da amostra como mostra como a Fig. 2.25. A Fig. 2.25 mostra
uma camada de TMD, com constante dielétrica 𝜖2 e espessura 𝑑, ensanduichado por dois
substratos, com constantes dielétricas diferentes, 𝜖1 e 𝜖3. O comprimento de blindagem 𝑟0
pode ser calculado pela expressão [124]

𝑟0 = 𝑑
2𝜖22 − (𝜖21 + 𝜖23)
2𝜖2(𝜖1 + 𝜖3)

, (2.20)

porém como no casos dos TMD’s possui polarizabilidade no plano 2D, devemos cálcular o
comprimento de blindagem como 𝑟0 = 2𝜋𝜒2𝐷∕𝜖𝑑, onde 𝜒2𝐷 é polarizabilidade do plano da
camada 2D [125].

Figura 2.25 – Camada de TMD, entre dois meios dielétricos.

A equação de Schrödinger para esse sistema será:

𝐻̂𝑒𝑥 |𝜓𝑒𝑥⟩ = 𝐸𝑒𝑥 |𝜓𝑒𝑥⟩ . (2.21)

Substituindo (2.17) na equação de Schrödinger, temos que

𝐻̂𝑒𝑥
∑

𝑘,𝑣,𝑐

𝐴𝑣,𝑐,𝑘(𝑄⃗) |𝑣,𝑘⟩ |𝑐,𝑘 + 𝑄⃗⟩ =

= 𝐸𝑒𝑥
∑

𝑘,𝑣,𝑐

𝐴𝑣,𝑐,𝑘(𝑄⃗) |𝑣,𝑘⟩ |𝑐,𝑘 + 𝑄⃗⟩ .

Após um certo desenvolvimento da equação acima nos conseguimos obter que

(𝐸𝑐,𝑘+𝑄⃗ − 𝐸𝑣,𝑘)𝐴𝑣,𝑐,𝑘(𝑄⃗)+
+

∑

𝑘′,𝑣′,𝑐′
𝐴𝑣′,𝑐′,𝑘′(𝑄⃗) ⟨𝑐,𝑘 + 𝑄⃗| ⟨𝑣,𝑘| (𝑉̂𝑒ℎ) |𝑐′,𝑘′ + 𝑄⃗⟩ |𝑣′,𝑘′⟩ =

= 𝐸𝑒𝑥 𝐴𝑣,𝑐,𝑘(𝑄⃗).

(2.22)

e esta é a equação de Bethe-Salpeter(BSE).

NaBSEo termo ⟨𝑐,𝑘 + 𝑄⃗| ⟨𝑣,𝑘| (𝑉̂𝑒ℎ) |𝑐′,𝑘′ + 𝑄⃗⟩ |𝑣′,𝑘′⟩ representa a interação elétron-
buraco, nele podemos ter tanto a interação chamada direta ou de troca (𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒). Como
mostra a figura 2.26, temos dois casos possíveis de interação Coulombiana, a interação
que ocorre entre elétron-eletron e buraco-buraco e a interação entre o elétron-buraco e o
buraco-elétron, contabilizada pela interação Coulombiana direta e de troca respectivamente.
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Figura 2.26 – Na situação I) temos a interação Coulombiana direta, elétron-elétron e buraco-buraco,
enquanto na situação II) a interação Coulombiana de troca, elétron-buraco e vice versa.

As curvas roxas representam as interações Coulombianas

Assim sendo,

𝑊𝑑 = ⟨𝑐,𝑘 + 𝑄⃗| ⟨𝑣,𝑘| (𝑉̂𝑒ℎ) |𝑐′,𝑘′ + 𝑄⃗⟩ |𝑣′,𝑘′⟩
𝑊𝑒𝑥 = ⟨𝑣,𝑘| ⟨𝑐,𝑘 + 𝑄⃗| (𝑉̂𝑒ℎ) |𝑐′,𝑘′ + 𝑄⃗⟩ |𝑣′,𝑘′⟩

(2.23)

que pode ser expresso como [124]

𝑊𝑑 = 𝑉̂𝑒ℎ(𝑘 − 𝑘′) ⟨𝑐,𝑘 + 𝑄⃗| 𝑐′,𝑘′ + 𝑄⃗⟩ ⟨𝑣,𝑘|𝑣′,𝑘′⟩
𝑊𝑒𝑥 = −𝑉̂𝑒ℎ(𝑘 − 𝑘′) ⟨𝑐,𝑘 + 𝑄⃗| 𝑣′,𝑘′⟩ ⟨𝑣,𝑘| 𝑐′,𝑘′ + 𝑄⃗⟩

(2.24)

onde 𝑉̂𝑒ℎ(𝑘 − 𝑘′) representa a transformada de Fourier da interação Coulombiana. Consi-
derando 𝑞 = 𝑘 − 𝑘′, a tranformada de Fourier do potencial coulombiano de Keldysh [124]
𝑉̂𝑒ℎ(𝑞) pode ser escrito como

𝑉𝑒ℎ(𝑞) = − 𝑒2
2𝜖0𝜖𝑑|𝑞|(1 + 𝑟0|𝑞|)

. (2.25)
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2.3.2 Equação de Bethe-Salpeter Efetiva

O estado excitônico de menor energia, conhecido como éxciton 1s, pode ser muito
ativo radiativamente por poder abrigar uma grande quantidade de éxcitons [126]. A Fig.
2.27 mostra um elétron, com momento 𝑘′, absorvendo um fóton no vale direto. Devido a
conservação do momento, esse elétron saltará para a banda de condução com o mesmo
momento, criando um par elétron-buraco com momento 𝑘′. Porém, esse par eletron-buraco
tendo a relaxar para os estados menores energéticos por uma consecutiva emissão de fônons,
tendo grande população de éxcitons no estado 1s com o decorrer do tempo [126]. Por isso,
esse estado é particularmente interessante para éxcitons de longa vida [126], pois com maior
tempo de vida, éxcitons em estados de maior energia irão relaxar, resultando numa grande
quantidade de éxcitons no estado 1s.

Figura 2.27 – Representação esquemática da absorção da energia do fóton 𝜎+ pelo elétron, figura à
esquerda, formando um éxciton. A figura à direita mostra a relaxação da energia do

éxciton pela emissão de fônons, até alcançar o estado de menor energia 1s

De modo que é interessante desenvolver um modelo efetivo da equação BSE que
lide especificamente com o éxciton 1s. Isso não só foi realizado como também pode ser
aplicado a heteroestruturas, de maneira que sua base depende das funções de onda das
camadas desacopladas [104]. Como foco é ter um modelo efetivo que descreva o menor
nível de energia do éxciton para camadas acopladas, para ter maior transparância na análise,
iremos omitir o índice de 𝑘. Assim, a equação BSE efetiva pode ser escrita como

(𝐸𝑐 − 𝐸𝑣)𝐴1𝑠
𝑣,𝑐,Q +

∑

𝑣′,𝑐′
𝐴𝑣′,𝑐′,𝑄 ⟨𝑐𝑣|𝑉𝑒ℎ|𝑐′𝑣′⟩ = 𝐸1𝑠

𝑥 𝐴1𝑠
𝑣,𝑐,𝑄 (2.26)

onde 𝐸1𝑠
𝑥 e 𝐴1𝑠

𝑣,𝑐,𝑄 são a energia e função de onda do éxciton 1s, de modo que no
termo de interação Coulombiana contabilizamos a interação dos pares elétron-buraco, |𝑐′𝑣′⟩,
dos diversos pontos 𝑘 sobre o par elétron-buraco do estado 1s, |𝑐𝑣⟩, no ponto 𝑘 que está o
mínimo de energia. Tal que os elementos não nulos da matriz de interação Coulombiana
são as energias de ligação dos éxcitons entre as camadas individuais. Para o nosso caso os
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éxcitons intracamada nas camadas de MoS2 e WS2 e o éxciton intercamada entre as camadas
MoS2/WS2:

⟨𝑐𝑊𝑣𝑊|𝑉𝑒ℎ|𝑐𝑊𝑣𝑊⟩ = −𝜖𝐵,𝑊
⟨𝑐𝑀𝑣𝑀|𝑉𝑒ℎ|𝑐𝑀𝑣𝑀⟩ = −𝜖𝐵,𝑀
⟨𝑐𝑊𝑣𝑀|𝑉𝑒ℎ|𝑐𝑊𝑣𝑀⟩ = ⟨𝑐𝑀𝑣𝑊|𝑉𝑒ℎ|𝑐𝑀𝑣𝑊⟩ = −𝜖𝐵,𝐼𝑋.

(2.27)

onde 𝐿 = {𝑊,𝑀} representam as camadas de WS2 e MoS2, respectivamente, sendo 𝜖𝐵,𝐿 a
energia de ligação do éxciton intracamada na camada 𝐿, enquanto 𝜖𝐵,𝐼𝑋 corresponde ao
éxciton intercamada.

Na base of {|𝑐𝑀𝑣𝑊⟩ , |𝑐𝑀𝑣𝑀⟩ , |𝑐𝑊𝑣𝑊⟩ , |𝑐𝑊𝑣𝑀⟩}, o Hamiltoniano do éxciton, 𝐻̂𝑋, com
𝑄 = 0 na heteroestrutura de vdW de MoS2/WS2 é dada por,

𝐻̂𝑋 =

⎛
⎜
⎜
⎜
⎝

𝐸𝑀𝑐 − 𝐸𝑊𝑣 − 𝜖𝐵,𝐼𝑋 𝑡 0 0
𝑡 𝐸𝑀𝑐 − 𝐸𝑀𝑣 − 𝜖𝐵,𝑀 0 0
0 0 𝐸𝑊𝑐 − 𝐸𝑊𝑣 − 𝜖𝐵,𝑊 𝑡
0 0 𝑡 𝐸𝑊𝑐 − 𝐸𝑀𝑣 − 𝜖𝐵,𝐼𝑋

⎞
⎟
⎟
⎟
⎠

(2.28)
onde 𝑡 é o acoplamento entre as camadas da heteroestrutura. Como veremos futuramente, o
cálculo da distribuição densidade de carga para as bandas de valência da heteroestrutura
[105], mostra uma hibridização entre os estados da banda de valência de mais alta energia
das camadas que compõem a heteroestrutura. Esta hibridização promove uma energia
de hopping entre os buracos, realizando assim uma mistura entre os éxcitons intra e inter
camada.Uma grande vantagemdessemodelo é sua simplicidade, sendo capaz de nos fornecer
as autoenergias e autovetores do éxciton 1s de heteroestruturas usando resultados obtidos 𝑎𝑏
𝑖𝑛𝑖𝑡𝑖𝑜, as energias das bandas de condução e valência podem ser obtidas a partir do cálculo
pelo método k⋅p e a energia de ligação do éxciton pode ser obtida solucionando a equação
BSE geral ou retirada da literatura.

2.4 Dinâmica do éxciton

O estudo da dinâmica das populações excitônicas em TMDs deve ser realizado consi-
derando a estrutura domaterial, que pode ser composto por uma ou pormúltiplas camadas, e
pela escolha do número e dos tipos de canais de espalhamento relevantes para omodelo. Esta
modelagem inicial, definirá o grau de complexidade da análise das propriedades desejadas,
que serão traduzidas por um conjunto de equações de taxas linearmente acopladas.

Uma descrição fenomenológica da dinâmica dos éxcitons é muito útil para investi-
garmos os efeitos de diferentes canais de espalhamento e recombinação sobre a fotolumines-
cência dos semicondutores.
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Figura 2.28 – Esquema para um sistema de dois níveis representando a troca de populações entre os
estados |1⟩ e |2⟩.

A figura 2.28 demostra um caso simples, no qual o estado excitônico |1⟩ (que pode
ser, por exemplo, um estado intra-camada) é fotocriado com uma taxa 𝑔, ao qual depende
da intensidade e comprimento de onda do laser aplicado. Este éxciton pode, em seguida,
recombinar opticamente em um tempo 𝜏10, ou ser espalhado para um estado excitônico
menos energético (tempo 𝜏12, ou taxa 𝜏−112 ). O estado |2⟩ pode ser, por exemplo, um éxciton
inter-camada em uma heteroestrutura do tipo II. Este segundo estado pode tanto recombinar
opticamente, com taxa 𝜏−120 , quanto retornar ao estado |1⟩. Apesar de energeticamente desfa-
vorável, este segundo processo pode ser ativado termicamente, quando a energia térmica é
da mesma ordem que a separação entre os níveis. Isto é descrito por uma distribuição de
Boltzmann, conforme apresentado na equação 2.29.

As taxas populacionais trocadas pelos níveis |1⟩ e |2⟩ são Γ12 e Γ21, onde Γ10, Γ12 , Γ21
são inversamente proporcionais aos tempos correspondentes a cada transição e dados por
Γ𝑖𝑗 = 𝜏−1𝑖𝑗 com 𝑖,𝑗 = 0,1,2. Considerando que o sistema encontra-se em equilíbrio, as taxas
de populações dos éxcitons podem ser calculadas pelo conjunto de equações:

𝑑𝑛1
𝑑𝑡 = 𝑔 − 𝑛1Γ10 − 𝑛1Γ12 + 𝑛2Γ21𝑒𝑥𝑝(−∆𝐸∕𝑘𝐵𝑇)
𝑑𝑛2
𝑑𝑡 = −𝑛2Γ20 + 𝑛1Γ12 − 𝑛2Γ21𝑒𝑥𝑝(−∆𝐸∕𝑘𝐵𝑇),

(2.29)

onde 𝑢(∆𝐸,𝑇) = 𝑒𝑥𝑝(−∆𝐸∕𝑘𝐵𝑇) é a distribuição de Boltzmann, que fornece a probabilidade
de transição de umestadomenos energético para ummais energético, tal que∆𝐸 corresponde
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à diferença de energia entre os dois níveis de uma dada transição, 𝑘𝐵 é a constante de
Boltzmann e T a temperatura do sistema.

Dado que os tempos de vida da relaxação de cada canal sejam conhecidos, a solução
do conjunto de equações (2.29) para o estado estacionário(𝑑𝑛1

𝑑𝑡
= 𝑑𝑛2

𝑑𝑡
= 0) fornece as variações

das populações em cada nível de energia. O esquema descrito acima pode ser generalizado
para um sistema de mais níveis, permitindo a simulação da dinâmica de vale dos muitos
estados excitônicos.

Agora que conhecemos as taxas de populações e o a população de éxcitons para os
dois estados, obtidos pela solução das equações diferenciais acopladas, podemos estimar a
intensidade de fotoluminescência (PL) [127] por:

𝐼1 =
𝑛1
𝜏10

𝐼2 =
𝑛2
𝜏20

(2.30)

onde 𝐼1 e 𝐼2 correspondem às intensidades de fotolumnescência de emissão dos estados |1⟩ e
|2⟩.

A simetria de inversão é explicitamente quebrada em conjuntos com um número
ímpar de camadas, dando origem a uma regra de seleção ótica contrastante de vale, onde
as transições entre bandas na vizinhança do ponto K(K’) são exibidas exclusivamente com
luz polarizada circularmente para a direita(esquerda) 𝜎+(𝜎−). Quando considermos os dois
vales, diferentemente do caso anterior, podemos considerar o efeito da dinâmica do éxciton
na polarização do vale. A polarização circular (𝜎+ ou 𝜎−) do fóton absorvido ou emitido
pode ser diretamente associada à excitação seletiva de portadores em um dos dois vales
não equivalentes (K ou K’, respectivamente). Por exemplo, na Figura 2.29 são mostrados
os estados excitônicos |1⟩ e |2⟩ (|1′⟩ e |2′⟩) no vale K (K′). Neste modelo, consideramos
que a absorção de luz circularmente polarizada se dá no vale K pelo estado |1⟩, com taxa
𝑔𝜎+ . A principal diferença entre esse caso e o da Figura 2.28 é a possibilidade da conexão
intervale, indexadas pelos tempos de espalhamentos 𝜏11′ , 𝜏1′1, 𝜏12′ , 𝜏1′2, 𝜏22′ e 𝜏2′2. Devido a
baixa probabilidade, por ser energeticamente desfavorável e ser uma transição intervale, as
transições regidas pelos tempos de espalhamento 𝜏21′ e 𝜏2′1 não foram consideradas. A não
equivalência dos vales faz com que suas respostas a um potencial externo seja oposta, ver
seção 2.6. Isto resulta em um desbalanceamente entre as energias excitônicas entre os vales,
tornando alguns espalhamentos mais favoráveis que outros. Como consequência, podemos
ter um estado com uma população maior que seu correspondente no outro vale, que pode ser
medida pela intensidade de luz circularmente polarizada 𝜎+ e 𝜎− emitida pela recombinação
dos éxcitons.
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Figura 2.29 – Esquema para um sistema que considera dois níveis excitônicos nos vales K e K′ e os
possíveis canais de espalhamentos representados por setas.

Para uma análise quantitativa, o grau de polarização circular 𝑃𝑐 é definido como,

𝑃𝑐 =
𝐼(𝜎+) − 𝐼(𝜎−)
𝐼(𝜎+) + 𝐼(𝜎−)

(2.31)

onde 𝐼(𝜎±) é a intensidade de PL para as polarizações 𝜎±. A polarização de vale depende do
espalhamento entre os vales, que pode depender da assistência de fônons [98, 128, 129, 130]
ou da interação 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 [131]. A quebra de degenerescência entre os vales, gerada por
exemplo por um campo magnético, tem forte efeito sobre a polarização[132]. A temperatura
tambémpode facilitar ou dificultar o espalhamento entre vales. Esses efeitos serão explorados
em nosso trabalho.

2.4.1 Mecanismos que atuam na polarização do vale

Sabendo que a luz circularmente polarizada associada ao grau de liberdade do vale
pode ser um recurso singular na aplicação de éxcitons na computação quântica. Entender
mecanismos que contribuem para o espalhamento do éxciton entre os vales ajuda a nos
aproximar da efetiva aplicação da valetrônica como dispositivo de informação quântica.
Alguns dos mecanismos que podem atuar nesse processo são a interação Coulombiana de
𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 e a absorção da energia de um fônon.

O mecanismo de espalhamento intervale devido interação 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 pode ser con-
siderado como a recombinação de um éxciton brilhante no vale K simultânea criação de
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um éxciton brilhante no vale K′ [133]. Ressaltando que a interação Coulombiana é de longo
alcance e não fornece transferência intervale de elétrons. No entanto, o processo de troca
envolve um elétron do vale K e outro do vale K′ [134]. Como resultado, os estados ativos
em polarizações 𝜎+ e 𝜎− podem ser misturados. Teoricamente, a eficácia desse mecanismo
depende do momento do centro de massa do éxciton, 𝑄. O espalhamento é mais rápido
quando o éxciton tem grande energia cinética [128].

Para um sistema com simetria de reversão temporal, esse mecanismo contribui para a
despolarização do vale e pode ser causada pelo mecanismo Maialle-Silva-Sham [135] devido
às interações de 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 intervale de longo alcance. Nesse mecanismo a interação de
𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 longo alcance gera um campo magnético efetivo Ω(𝑄) dependente de 𝑄, ao redor
do qual os ”𝑠𝑝𝑖𝑛𝑠” dos éxcitons, mais especificamente do elétron e buraco, com diferentes
momentos de centro de massa sofrem uma defasagem com frequências diferentes. O que
pode levar a um decaimento por interferência destrutiva, mesmo sem espalhamento de
éxcitons [128].

Caso a simetria de reversão temporal seja quebrada por um campo magnético esse
mecanismo contribuirá para a polarização do vale, favorecendo o ”espalhamento” do éxciton,
nos moldes citados acima, para o estado excitônico de menor energia. Portanto, dependendo
do sinal do campo e da magnitude do acoplamento dos momentos magnéticos do éxciton ao
campomagnético externo teremos uma resposta diferente na proporção de luz circularmente
polarizada a esquerda e direita.

Outro processo importante surge a partir do deslocamento de energia entre os vales.
Esse processo é o espalhamento intervale auxiliado por fônons. O espalhamento intervale
ocorre de tal forma que o éxciton pode absorver ou emitir um fônon para saltar para o
estado excitônico no vale oposto [136, 137]. Dependendo da temperatura do material e do
tamanho do deslocamento de energia intervale, a energia do fônon, criados a partir das
vibrações da rede por processos térmicos, nesse caso, pode ser proporcional à diferença de
energia intervale. Desse modo, o processo de espalhamento intervale devido à absorção do
fônon é favorecida. Porém, com o aumento da diferença essa taxa de espalhamento decai,
enquanto a taxa de absorção devido à emissão de fônon aumenta [131]. É fácil perceber que
a temperatura também contribuirá no auxiliar do processo de espalhamento intervale de
um estado excitônico de menor energia para um de maior energia.

2.5 Tempo de vida radiativo do éxciton

Como visto na seção anterior, uma das taxas de espalhamento mais importante no
estudo da dinâmica do éxciton é o tempo da vida radiativo do éxciton. Esta taxa pode influen-
ciar no número da população de um estado excitônico e na intensidade de fotolumnescência
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do mesmo. Utilizando as energias e autofunções de partícula única, obtidas a partir Ha-
miltoniano efetivo em k ⋅ p, e as energias e autofunções do éxciton 1s, obtidas a partir do
Hamiltoniano efetivo do éxciton [138]. Podemos obter o tempo de vida dos estado intra e
intercamada, através do cálculo da taxa de decaimento radiativo ao qual foi derivado da
regra de ouro de Fermi [139].

Analisar o período do tempo de vida de éxciton é importante, por exemplo, quando
lidamos com informação quântica [140, 141, 142] ou condensados de Bose-Einstein de
éxciton [143, 144]. É necessário que tenhamos éxcitons de longa vida para que a informa-
ção seja manipulada ou, como no caso dos condensados de éxcitons, que as propriedades
supercondutoras e de superfluidez se manifestem.

Uma forma de se obter éxcitons de longa vida é fazer os éxcitons cuja recombinação
é proibida pela regra de seleção do 𝑠𝑝𝑖𝑛, éxcitons do tipo escuro, brilharem, pela aplicação
de um campo magnético no plano do material [145]. Isso fará com que os 𝑠𝑝𝑖𝑛𝑠 dos estados
que formam os éxcitons brilhante e escuros se misturem, possibilitando a recombinação
do par elétron-buraco. Em nosso estudo outro recurso será utilizado, serão estudados os
éxcitons intercamada, pois possuem taxa de recombinação baixa. Éxcitons intercamada tem
tempos de vida ultra longos intrinsecamente, devido à distância vertical entre o elétron e o
buraco reduzir a força de oscilador, sendo até três ordens de grandeza mais fraca que em
monocamadas [146]. Além disso, mesmo éxcitons intercamada que realizam uma transição
de 𝑠𝑝𝑖𝑛-𝑓𝑙𝑖𝑝 (tripleto), aos quais seriam considerados escuros em monocamadas, podem
se recombinar, emitindo um fóton polarizado na direção 𝑧 se propagando na direção do
plano, com um tempo de recombinação menor que para a transição de 𝑠𝑝𝑖𝑛 conservado
(singleto)[147]. Outro fato interessante sobre os éxcitons intercamada é que é esperado para
os éxcitons do tipo singleto e tripleto, ao se recombinarem, eles emitam luz circularmente
polarizada com polarização oposta, isto é, se o singleto emite luz 𝜎+, consequentemente, o
tripleto emitirá luz 𝜎− [148]. Facilitando a identificação de tais estado em caso de medidas
experimentais.

2.5.1 Cálculo do tempo de vida de éxcitons intra e intercamada

A regra de ouro de Fermi descreve a taxa de transição de um estado de energia de um
sistema quântico para outros estados de energia do mesmo sistema, como resultado de uma
perturbação fraca. Em nosso caso, queremos identificar a taxa de transição de um estado
excitônico com momento Q sem fóton, |Ψ1𝑠(𝐐), 0⟩, para um estado de um elétron no estado
fundamental e um fóton com número de onda q e comprimento de onda 𝜆, |𝐺,1q𝜆⟩, como
resultado do operador luz-matéria 𝐻̂𝐿𝑀,

𝐻̂𝐿𝑀 = − 𝑒
𝑚0𝑐

𝐀(𝐫) ⋅ 𝑝̂, (2.32)
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onde𝐀(𝐫) é o vetor campo eletromagnético no calibre de Coulomb, 𝑝̂ é o operador momento,
𝑒 e𝑚0 são a carga e a massa do elétron, respectivamente, e 𝑐 é a velocidade da luz. Portanto,
a regra de ouro de Fermi é escrita como

𝛾1𝑠(𝐐) =
2𝜋
ℏ
∑

𝜆𝐪
|⟨𝐺,1𝜆𝐪|𝐻𝐿𝑀|Ψ1𝑠(𝐐), 0⟩|2𝛿(𝐸1𝑠

𝑋 (𝐐) − 𝐸𝜆𝐪), (2.33)

onde 𝐸1𝑠
𝑋 (𝐐) e 𝐸𝜆𝐪 são as energias do éxciton e do fóton, respectivamente, e 𝛿 é a função delta.

A partir do desenvovimento encontrado em Palummo et al [138] é possível encontrar uma
expressão para tempo de vida do éxciton para Q que está relacionada com a momento de
dipolo do éxciton, em 𝑇 = 0𝐾

𝜏−11𝑠 (0) =
8𝜋𝛼𝐸1𝑠

𝑋 𝜇2𝑆
𝐴𝑢𝑐ℏ

(2.34)

onde 𝛼 = 𝑒2

4𝜋𝜖0𝑐ℏ
= 137−1, 𝐴𝑢𝑐 é a área da célula unitária e 𝜇1𝑠 é a momento de dipolo do

éxciton que é dado por

𝜇1𝑠 =
ℏ

𝑚0𝐸1𝑠
𝑋
| ⟨𝐺|𝑝̂|||Ψ1𝑠(0)⟩ |

= 1
𝑁𝑞𝐸1𝑠

𝑋
|
∑

𝑐,𝑣,q
𝐴1𝑠
𝑐,𝑣,0 ⟨𝑐,q|

𝜕𝐻̂𝑠𝑝

𝜕𝑞||
|𝑣,q⟩ |,

(2.35)

onde𝑁𝑞 é o número de vetores q em torno dos pontos K (K′), 𝑝|| e 𝑞|| é o operador momento
e o vetor número de onda em uma direção arbitrária na direção no plano da amostra. 𝐻̂𝑠𝑝 é
o Hamiltoniano de partícula única e |𝑐,q⟩ e |𝑣,q⟩ são seus autovetores obtidos para a banda
de condução e valência, respectivamente. Para uma temperatura finita, o tempo de vida do
éxciton é governado pela seguinte expressão

⟨𝜏1𝑠⟩ = 𝜏1𝑠(0)
3
4 [

(𝐸1𝑠
𝑥 )2

2𝑀𝑐2 ]
−1

𝑘𝐵𝑇, (2.36)

onde𝑀 é a massa do éxciton, obtida a partida soma das massas efetivas do elétron e buraco,
𝑘𝐵 é a constante de Boltzmann 𝑇 é a temperatura.

Alternativamente, pode ser feito o cáculo do tempo de vida de uma forma simples. Por
exemplo, podemos diretamente derivarmos a razão entre a taxa radiativa na heteroestrutura
de TMD (𝛾ℎ(0)) e na monocamada (𝛾𝑚(0)),

𝛾ℎ(0)
𝛾𝑚(0)

=
|𝑃(ℎ)𝑐,𝑣 ⋅ Ψℎ(0)|2𝐸𝑚(0)
|𝑃(𝑚)𝑐,𝑣 ⋅ Ψ𝑚(0)|2𝐸ℎ(0)

, (2.37)

onde 𝑃(𝑖)𝑐,𝑣 = ⟨𝑐,q| 𝜕𝐻
(𝑖)

𝜕𝑞||
|𝑣,q⟩ com 𝑖 = ℎ∕𝑚, sendo ℎ relacionado a taxa do éxciton intercamada

da heteroestrutura e𝑚 com a monocamada, e𝐻(𝑖) denota o correspondente Hamiltoniano
em k.p. Devido à densidade de probabilidade do éxcitons |Ψ𝑆(0)|2 ser propocional a 𝑎−2𝐵 ,
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onde 𝑎𝐵 é o raio de Bohr, a Eq. 2.37 pode ser simplifica,

𝛾ℎ(0)
𝛾𝑚(0)

=
⎡
⎢
⎣

𝑎(𝑚)𝐵 |𝑃(ℎ)𝑐,𝑣 |

𝑎(ℎ)𝐵 |𝑃(𝑚)𝑐,𝑣 |

√
𝐸𝑚(0)
𝐸ℎ(0)

⎤
⎥
⎦

2

, (2.38)

Sendo o resultado produzido por ambos os métodos consistentes. Portanto, conhecendo-se
o tempo de vida do éxciton na monocamada de TMD podemos obter o tempo de vida do
éxciton na heteroestrutura diretamente via a Eq. 2.38.

Outro canal de espalhamento que vale a pena citar é o espalhamento não radiativo. A
taxa de espalhamento não radiativa de éxcitons é uma medida importante na compreensão
da dinâmica de éxcitons em materiais semicondutores [91, 149]. Quando um éxciton perde
energia sem emitir um fóton, esse processo é chamado de espalhamento não radiativo.
Essa taxa de espalhamento pode ser influenciada por vários fatores, como a presença de
impurezas, defeitos cristalinos, interações com fonons e outros processos de espalhamento.
O estudo detalhado dessa taxa de espalhamento não radiativa de éxcitons é relevante para o
desenvolvimento de dispositivos optoeletrônicos, como células solares, lasers e dispositivos
de detecção de luz. Compreender como os éxcitons interagem e perdem energia sem emitir
luz é fundamental para o projeto e otimização desses dispositivos com alto desempenho e
eficiência.

2.6 Magneto-fotoluminescência

Em sólidos, a estrutura de banda eletrônica é regida pelas simetrias do cristal, assim
como as propriedades dos estados de Bloch. Para TMDs que não possuem simetria de
inversão, como no caso das monocamadas, heteroestruturas ou para um número de camadas
ímpares, seus vales são degenerados relacionado por simetria de reversão temporal. Apesar
disso, são inequivalentes, pois podem se comportar diferentemente como na absorção da
luz circularmente polarizada, da polarização do vale[150, 132] e efeito Hall quântico do
vale[117, 107, 151]. Essa inequivalência pode ser tabelada por um "pseudospin do vale".

Algumas dessas propriedades candidatas a descrever o pseudospin do vale são o
momento magnético do vale,𝑚, e a curvatura de Berry, Ω,[152, 117]. Pois em materiais cuja
simetria de inversão é quebrada,𝑚 eΩ se tornam diferentes de zero[153, 154, 155]. Inclusive,
a regra de seleção ótica dos vales para luz circularmente polarizada é uma consequência
direta de𝑚 ser diferente de zero[156].

Além do mais,𝑚 e Ω são duas propriedades físicas que caracterizam a fase de Berry
dos elétrons no estado de Bloch. De modo que a simetria de reversão temporal requer que
todas propriedades que estão relacionadas com a fase de Berry sejam contrastantes em
relação ao momento. Isto é,𝑚 e Ω possuem a mesma magnitude nos dois vales, porém com
sinal oposto. Outro resultado disso é que na presença de um campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 exercido por
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um substrato magnético, o momento magnético do vale desloca a energia nos dois vales de
forma oposta, resultando em uma separação das energias entre os vales

Afim de obter maior compreensão da dinâmica de vales dos éxcitons intercamada,
será explorado a curvatura de Berry do vale e momento magnético do vale dos estados nos
pontos de alta simetria K e K’, ao quais são responsáveis pela transmissão dos éxcitons
intercamada. Essas duas grandezas podem ser calculadas seguindo as expressões gerais[157,
155, 158].

Ωn(𝐤) = 𝑖⟨∇𝑘𝑢𝑛| × |∇𝑘𝑢𝑛⟩

𝑚n(𝐤) = −𝑖 𝑒ℏ⟨∇𝑘𝑢𝑛| × (𝐻̂ − 𝐸𝑛)|∇𝑘𝑢𝑛⟩,
(2.39)

onde |𝑢𝑛⟩ é 𝑛-ésimo estado de Bloch e 𝐸𝑛 é a energia do Hamiltoniano efetivo 𝐻̂, e k é o vetor
de onda. Considerando a derivação realizada por Chang, Qian [159] podemos obter𝑚𝑛(k) e
Ω𝑛(k) a partir do Hamiltoniano de partícula única, utilizando as energias, autovetores e as
derivadas parciais do Hamiltoniano de partícula única

Ω𝑖(k) = 𝑖
∑

𝑖′

⎡
⎢
⎢
⎣

⟨𝑢𝑖|
𝜕𝐻̂
𝜕𝑘
|𝑢𝑖′⟩ ⟨𝑢𝑖′|

𝜕𝐻̂
𝜕𝑘
|𝑢𝑖⟩

(𝐸𝑖′,0 − 𝐸𝑖,0)2
⎤
⎥
⎥
⎦

, (2.40)

𝑚𝑖(k) =
𝑚0
ℏ
∑

𝑖′
(𝐸𝑖′,0 − 𝐸𝑖,0)Ω𝑖(k). (2.41)

Note que podemos expressar o momento magnético em função da curvatura de Berry.
Isso demonstra que aΩ𝑛(k) diferente de zero implica em𝑚𝑛(k) finito e vice versa, mostrando
que são propriedades interdependentes.

A aplicação de um campo magnético externo 𝐵⃗ = 𝐵𝑧̂ desloca as bandas de energia
devido o efeito Zeeman 𝜇𝐵𝑔eff(𝐽𝑧𝐵), onde 𝜇𝐵 é o magneton de Bohr, 𝑔eff é o fator g e 𝐽𝑧 é o
momento angular na direção 𝑧. 𝑔eff contabiliza as propriedades domaterial que irão se acoplar
ao campo magnético externo, aqui consideraremos três contribuições: momento magnético
de 𝑠𝑝𝑖𝑛, momento magnético de orbital e momento magnético do vale. A contribuição
do momento magnético de 𝑠𝑝𝑖𝑛 ao deslocamento de energia devido Zeeman é dado por
∆𝑠 = 𝑠𝑧𝑔𝑠𝜇𝐵𝐵, com 𝑠𝑧 = ±1∕2 e 𝑔𝑠 = 2 sendo o autovalor do 𝑠𝑝𝑖𝑛 e o fator 𝑔 do 𝑠𝑝𝑖𝑛 de um
elétron, respectivamente. A contribuição do orbital atômico não afeta as bandas de condução,
apenas a banda de valência[160] com o deslocamento de energia sendo ∆𝑜 = 𝑔0𝜏𝜇𝐵𝐵 para as
bandas de valência. Finalmente, o deslocamento de Zeeman devido o momento magnético
do vale 𝑚𝑖(k) é dado por ∆𝑣 = 𝑚𝑖(k)𝐵 com 𝑚𝑖(k) = 𝑔𝑖𝑣𝜏𝜇𝐵, onde 𝑔𝑖𝑣 é o fator g do vale
para a banda 𝑖. Diferentemente das monocamadas, onde o momento magnético do vale não
contribui para processos óticos devido 𝑔𝑐𝑣 geralmente está próximo de se cancelar com 𝑔𝑣𝑣 ,
em heteroestruturas o momento magnético do vale pode ser a maior contribuição para o
fator g efetivo do éxciton e no deslocamento de Zeeman. Isto porque uma heteroestrutura
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com empilhamento AB, o vale 𝛼 contribui com a banda de condução no vale 𝐾 enquanto
contribui no vale 𝐾′ para a banda de valência. Portanto, o momento magnético do vale no
fator g dos éxcitos intercamada será o resultado de 𝑔𝑐𝑣 + 𝑔𝑣𝑣 .

2.7 Efeito de proximidade magnética

A possibilidade de explorar os graus de liberdade dos vales no espectro de energias
de materiais como TMDs para o armazenamento e manipulação de informações abre no-
vos paradigmas para futuros dispositivos eletrônicos. Vários mecanismos para quebrar a
degenerescência de vales em TMDs foram propostos ou demonstrados experimentalmente
[158, 161, 98, 132]. Um importante exemplo consiste na aplicação de um campo magnético
externo perpendicular à amostra, como vimos na seção anterior.

Contudo, a produção em laboratório de campos magnéticos intensos é particular-
mente difícil, possui um alto custo, além das dificuldades experimentais para a aplicação de
campo magnético localmente em áreas pequenas de ummaterial. A capacidade de aplicação
local de campo magnético é particularmente importante uma vez que campo magnético
pode induzir desordem e outros efeitos indesejados no restante do material ou no dispositivo
no qual o material está integrado.

Uma solução para tal desafio que tem sido adotada em diversas pesquisas é a deposi-
ção da amostra sobre um substrato magnético que produzirá um campo magnético efetivo
sobre o sistema, resultado do conhecido efeito de proximidade. Efeitos de proximidade entre
materiais começaram as ser explorados no contexto da supercondutividade [162] em que
o acoplamento entre elétrons de um supercondutor penetra em um material normal pró-
ximo que por si só não apresentaria tal acoplamento. De modo geral, por meio de efeitos de
proximidade, é possível que um material adquira propriedades de seus vizinhos, tais como
tornar-se supercondutor, magnético, ou ter seu acoplamento spin-órbita intensificado [163].

Efeitos de proximidade não apenas complementam os métodos convencionais de
design de materiais – como dopagem, crescimento de heteroestruturas, etc. – mas podem
gerar materiais fundamentalmente diferentes, dotados de propriedades que não existem em
nenhum dos componentes combinados, como materiais topológicos por exemplo.

Vale ressaltar que efeitos de proximidade são geralmente desprezíveis quando as
dimensões do material são muito maiores do que o comprimento típico de penetração das
propriedades do material vizinho. Porém, o efeito se torna apreciável quando consideramos
sistemas ultrafinos como camadas de grafeno ou TMDs. Por exemplo, um campo magnético
da ordem de 14 T foi observado experimentalmente na interface entre EuS e grafeno devido à
um efeito de proximidade magnética [164]. Esse resultado indica que efeito de proximidade
magnética pode ser utilizado para um controle efetivo das propriedades magneto-ópticas e
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da degenerescência de vale em materiais bidimensionais.

Algo que precisa ser esclarecido é que uma vez que o substrato magnético foi esco-
lhido, o efeito de proximidade magnética correspondente geralmente é considerado fixo. Na
verdade, existem vários métodos que podem ser usados para manipular a intensidade do
campo magnético efetivo, frequentente chamado de campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒, como a aplicação
de um pequeno campo magnético externo [165]. Esse fenômeno é similar à modificação
da intensidade da interação spin-órbita de Rashba de um material submetido a um campo
elétrico.

O campo magnético gerado pelo efeito de proximidade magnética desloca as bandas
de energia via efeito Zeeman. Para uma energia do tipo Zeeman 𝐽 = 𝜇𝐵𝐵𝑍, onde 𝐵𝑍 é o
campo magnético efetivo fora do plano da amostra, a energia de partícula única 𝐸𝑖,𝜏 no
extremo da banda 𝑖 = 𝑣,𝑐, com 𝑣 (𝑐) indicando a banda de valência (condução), em torno do
vale 𝜏, pode ser escrita como [131, 166, 167, 168]

𝐸𝜏𝑖 = 𝐸𝑖,0 +
(
𝜏𝑔𝑖𝑣 + 𝜏𝑔0 + 𝑠𝑧𝑔𝑠

)
𝐽𝑒𝑥, (2.42)

onde 𝐸𝑖,0 é a energia do extremo da banda 𝑖 na ausência do campo magnético efetivo (que
não depende do índice do vale 𝜏), e os demais termos do lado direito são as contribuições do
vale, do orbital, e do spin para a energia, pesadas pelas respectivas constantes adimensionais
𝑔𝑖,𝜏, 𝑔𝑜, e 𝑔𝑠.
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3 Influência do Efeito Magnético de
Proximidade em Éxcitons Interca-
mada

3.1 Modelo e teoria

Aestrutura de bandas da heteroestrutura deMoS2/WS2,mostrada na Figura 3.30[105],
é similar às de monocamada, o máximo da banda de valência(MBV) da heteroestrutura de
MoS2/WS2 permanece no ponto de alta simetria K. Devido o acoplamento dos estados das
camadas que compõem a heteroestrutura, o mínimo da banda de condução, entretanto, é
movido do ponto K para o ponto Q, onde temos o mínimo de energia e está situado entre
os pontos K′ e Γ. Contudo, a diferença de energia na banda de condução entre os pontos
Q/Q′ e K/K′ é muito pequena, tal que podemos considerar, aproximadamente, que esta
heteroestrutura possui 𝑔𝑎𝑝 direto semicondutor e focamos nossa atenção nas propriedades
físicas em torno dos pontos K eK′. Detalhes sobre a contribuição das camadas para a estrutura
de bandas e sobre os estados de 𝑠𝑝𝑖𝑛 próximos a esses pontos é descrito esquematicamente
na Figura 3.31. Os painéis (b) e (c) da Figura 3.30 exibem a distribuição da densidade de carga
do MBV e MBC no ponto K. Notamos que o MBC está localizado principalmente na camada
de MoS2, enquanto que o elétron está deslocalizado entre WS2 e MoS2, com uma maior
probabilidade na camada de WS2, a Figura 3.31(b) mostra as bandas da heteroestrutura
próximo ao 𝑔𝑎𝑝 direto e as contribuições de cada camada nas bandas de energia. Desse
modo, os estados MBV são estados que acoplam as duas camadas.

Consideramos que a heteroestrutura esquematicamente mostrado na Figura 3.31(a).
Consiste em uma heteroestrutura de WS2/MoS2 com empilhamento AB, que está entre dois
substratos magnéticos, por cima e por baixo, onde a magnetização é alinhada ao longo da
direção perpendicular ao plano, indicado pelas setas. Assumindo este tipo de empilhamento,
definimos o vale 𝛼 (𝛽) como sendo o vale do 𝑔𝑎𝑝 direto que está situado o vale K (K′)
do WS2 e K′ (K) do MoS2. Com o resultado dos cálculos de primeiros princípios obtidos
em [105], estamos prontos para desenvolver a aproximação k⋅p no qual a perturbação do
campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 devido ao substrato magnético é incorporado. O primeiro passo é obter os
parâmetros necessários para o Hamiltoniano em aproximação k⋅p para a heteroestrutura,
descrito pela equação 2.11. Os parâmetros adotados foram obtidos a partir de ajustes a dados
de primeiros princípios em um trabalho anterior [169], onde os valores encontrados na
Tabela 3.1.
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Figura 3.30 – (a) Estrutura de bandas calculadas para a bicamada de MoS2/WS2 com a inclusão da
correção de acoplamento 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita. A energia zero é ajustada para ser a energia de
Fermi. (b) e (c) são as densidades de carga no máximo da banda de valência e no
mínimo da banda de condução, respectivamente. Imagem retirada de [105]

Parameter fitting value
∆(eV) 2.5798
𝑎(Å) 3.182

t1(eV/Å2) 1.0502
t2(eV/Å2) 1.3849
tℎ(eV) 0.06
𝜆1𝑐 (meV) -8.7
𝜆1𝑣(meV) 74
𝜆2𝑐 (meV) 6.9
𝜆2𝑣(meV) 189

Tabela 3.1 – Parâmetros obtidos pelo ajuste a resultados ab initio para a heteroestrutura de vdW
MoS2/WS2 [169]

Aheteroestrutura com um alinhamento de banda tipo II hospeda entre as camadas de
TMD éxcitons intercamada (IX), onde o buraco está na banda de valência (BV) da camada de
WS2 e o elétron na banda de condução (BC) da camada deMoS2. Eles podem ser subdivididos
em éxcitons intercamadas singletos, IX𝑆, com buraco e elétron com 𝑠𝑝𝑖𝑛𝑠 antiparalelos, e
tripletos, IX𝑇, com elétron e buraco com 𝑠𝑝𝑖𝑛𝑠 paralelos (considerando apenas o 𝑠𝑝𝑖𝑛 de elé-
tron emMBC eMBV, IX𝑆 tem os 𝑠𝑝𝑖𝑛𝑠 paralelos, enquanto IX𝑇 antiparalelos), comomostra a
Figura 3.31(b). Na ausência do campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 IX𝑇 está no estado fundamental. Entretanto,
aplicando um campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 suficientemente alto o deslocamento das bandas resultam
em uma aproximação das BCs no vale 𝛽, resultando na mudança do estado fundamental do
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Figura 3.31 – Formação dos éxcitons intercamada singleto e tripleto na heteroestrutura de vdW
WS2/MoS2, no meio de duas camadas ferromagnéticas. (a) Estrutura geométrica da
heteroestrutura magnética de vdW, consistindo de WS2, MoS2 e substratos magnéticos
bidimensionais. (b) Formação dos éxcitons intercamada singleto(IX𝑆, elípse cinza na
diagonal) e tripleto (IX𝑇, elípse mais escura na diagonal) no vale 𝛼 (painel esquerdo) e
vale 𝛽 (painel direito). O éxciton intracamada (X𝐷, elípse cinza na vertical), é criado
por luz cicurlarmente polarizada 𝜎+ ressonante com o éxciton na monocamada de
WS2. (c) O campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 conduz a um cruzamento das energias dos estados

singletos e tripletos no vale 𝛽 , ocorrendo em 𝐽𝑒𝑥 = 𝐽𝑐. Para 𝐽𝑒𝑥 < 𝐽𝑐, IX𝑇 está no estado
fundamental, emitindo luz circularmente polarizada 𝜎−. Para 𝐽𝑒𝑥 > 𝐽𝑐, contudo, IX𝑆 se

torna o estado fundamental, emitindo luz 𝜎+.

singleto para tripleto, como descrito na Figura 3.31(c). Diferentemente das monocamadas de
TMD, onde o momento magnético do vale não contribui para o deslocamento dos vales dos
éxcitons intracamada. A adição da contribuição do momento magnético do vale nas BC e
BV da heteroestrutura, junto com as diferentes massas efetivas do WS2 e MoS2, fazendo com
que o momento magnético do vale da BC e BV não se cancelem, resulta em um grande fator
g dos IX. Portanto, o campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 crítico, J𝑐, no qual o estado fundamental muda do
tripleto para o singleto no vale 𝛽, ocorre num valor moderado de 4,3 meV. Como é mostrado
na Figura 3.31(c), para J𝑒𝑥<J𝑐, o estado fundamental é IX𝑇, emitindo a luz circularmente
polarizada 𝜎−. Para J𝑒𝑥>J𝑐, por outro lado, o IX𝑆 se torna o estado fundamental, emitindo
luz 𝜎+. Como veremos a frente, esta contribuição também implica em maior visualização
dos efeitos do cruzamento pela fotolumnescência dos estados excitônicos. Em sólidos, as
simetrias do cristal dita a estrutura de bandas eletrônica, tanto quanto a natureza dos esta-
dos de Bloch. Para TMDs 2D com simetria de inversão (tal como a bicamada de MoS2), a
curvatura de Berry e o momento magnético do vale são nulos. Contudo, na heteroestrutura
de WS2/MoS2 a simetria de inversão é quebrada, portanto, a curvatura de Berry e o momento
magnético do vale é diferente de zero. Além disso, a simetria de reversão temporal requer
que grandezas físicas relacionadas à fase de Berry, como as citadas anteriormente, sejam
contrastantes entre os vales. Disso temos que na presença do campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 exercido
pelo substrato magnético, o momento magnético do vale contribui de maneira oposta para
o deslocamento de energia nos dois vales. Afim de ter mais profundidade na dinâmica do
vale e dos éxcitons intercamada, primeiro exploramos a curvatura de Berry do vale, Ω𝑛(k), e
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o momento magnético do vale, 𝑚𝑛(k), da banda dos estados de borda 𝑛. Essas grandezas
podem ser calculadas seguindo as expressões gerais dadas na equação 2.39.

Utilizando o modelo k⋅p, realizamos cálculos numéricos a fim de obter a estrutura de
bandas de baixa energia. Uma vez que as energias de bandas e as funções de onda são obtidas,
Ω𝑛(k) e𝑚𝑛(k) da heteroestrutura de vdWWS2/MoS2 são calculadas usando as equações 2.40
e 2.41. A Figura 3.32 descreve as bandas de baixa energia, a curvatura de Berry e o momento
magnético do vale para as duas mais baixas BC (𝑐1,↑, 𝑐1,↓) e para a mais alta BV (𝑣1,↓) no vale
𝛼. Por causa da simetria de reversão temporal, cada um dos pseudovetores Ω𝑛(k), e𝑚𝑛(k)
tem mesma magnitude , mas sinais opostos no vale 𝛽 ( e na inversão 𝑘 → 𝑘). Perceba que as
duas CB mais baixas tem uma pequena diferença de energia, mostrado na Figura 3.32(a)
(linha vermelha tracejada e verde transtejada com pontos). Contudo, a curvatura de Berry
(Figura 3.32(b)) e o momento magnético do vale (Figura 3.32(c)) dessas duas BC mostram
uma grande diferença em torno dos vales. Este comportamento é obtido porque todas as
bandas e orientações de 𝑠𝑝𝑖𝑛 precisam ser consideradas quando calculamos a curvatura de
Berry. Curiosamente, a ausência de simetria de inversão na heteroestrutura (ao qual resulta
Ω𝑛(k), e𝑚𝑛(k) não nulos) é responsável por estabelecer uma fotolumnescência polarizada
pela absorção seletiva dos vales para diferentes luzes circularmente polarizadas [117, 152].

Figura 3.32 – (a) Bandas de energia, (b) Curvatura de Berry e (c) momento magnético do vale da
heteroestrutura de MoS2/WS2 para as duas mais baixas bandas de condução (𝑐1,↓, 𝑐1,↑)
e da mais alta banda de valência (𝑣1,↑) em torno do vale 𝛼. Em (a) temos um zoom que

mostra o deslocamento de energia devido acoplamento 𝑠𝑝𝑖𝑛-órbita.

Para a heteroestrutura de WS2/MoS2 sobre um substrato ferromagnético, o efeito de
proximidade magnética induz um campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 B, que por conveniência assumimos
𝐽𝑒𝑥 = 𝜇𝐵𝐵 como o campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 em unidade de energia. Considerando as contribuições
dos momentos magnéticos de 𝑠𝑝𝑖𝑛, orbital atômico e do vale, a mais baixa energia da BC
como função do campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 é mostrada na Figura 3.33(a). Estudando sua influência
sobre os éxcitons, definimos |1⟩ como sendo o estado do éxciton intracamada brilhante, |3⟩
e |4⟩ como os estados de éxciton intercamada singleto, IX𝑆, e tripleto, IX𝑇, no vale 𝛼, e |3′⟩ e
|4′⟩ correspondem aos mesmos estados no vale 𝛽. As energias dos éxcitons são dadas por
𝐸𝑖 = 𝐸𝜏𝑐 − 𝐸𝜏𝑣 − 𝜖𝐵, onde 𝑖 = {1,3,3′,4,4′} é o índice para o éxciton, 𝐸𝜏𝑛 é a energia de particula
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única para a banda 𝑛 e vale 𝜏, ao qual depende de 𝐽𝑒𝑥 e é dada pela Eq. 2.42. Suas energias
são regidas por

𝐸3 = 𝐸3,0 − (𝑔𝑣1,↑𝑣 + 𝑔𝑐1,↑𝑣 + 𝑔𝑜)𝐽𝑒𝑥
𝐸4 = 𝐸4,0 − (𝑔𝑣1,↑𝑣 + 𝑔𝑐1,↓𝑣 + 𝑔𝑜 + 𝑔𝑠)𝐽𝑒𝑥
𝐸3′ = 𝐸3′,0 + (𝑔𝑣1,↑𝑣 + 𝑔𝑐1,↑𝑣 + 𝑔𝑜)𝐽𝑒𝑥
𝐸4′ = 𝐸4′,0 + (𝑔𝑣1,↑𝑣 + 𝑔𝑐1,↓𝑣 + 𝑔𝑜 + 𝑔𝑠)𝐽𝑒𝑥,

(3.1)

onde 𝐸𝑖,0 é a energia IX para o campo zero no vale 𝛼 e 𝛽, ao qual pode ser obtido calculando
a equação de Bethe-Salpeter ou pode ser calculado usando as energias das BC e BV obtidos
por k⋅p junto com a energia de ligação de éxciton obtida na literatura. Da Eq. 3.1, pode-se
derivar diretamente o deslocamento entre os vales, vale 𝑠𝑝𝑙𝑖𝑡𝑡𝑖𝑛𝑔 (VS), ∆𝐸𝑖𝑖′ para os estados
singleto e tripleto como ∆𝐸33′ = 𝐸3 − 𝐸3′ = 2(𝑔𝑣1,↑𝑣 + 𝑔𝑐1,↑𝑣 + 𝑔𝑜)𝐽𝑒𝑥 e ∆𝐸44′ = 𝐸4 − 𝐸4′ =
2(𝑔𝑣1,↑𝑣 + 𝑔𝑐1,↓𝑣 + 𝑔𝑜 + 𝑔𝑠)𝐽𝑒𝑥, e a diferença de energia entre o singleto e tripleto ∆𝐸

𝛼(𝛽)
𝑆𝑇 no

vale 𝛼 (𝛽), ∆𝐸𝛼𝑆𝑇=∆𝐸
0
𝑆𝑇 + 𝑔𝑠𝐽𝑒𝑥 e ∆𝐸

𝛽
𝑆𝑇=∆𝐸

0
𝑆𝑇 − 𝑔𝑠𝐽𝑒𝑥, assumindo 𝑔

𝑐1,↑
𝑣 = 𝑔𝑐1,↓𝑣 e a diferença

de energia entre o singleto e tripleto no campo zero ∆𝐸0
𝑆𝑇 = 𝐸3,0 − 𝐸4,0 = 8.7 meV, obtido

pelo ajuste de resultados do cálculo de DFT [169]. É claro que no campo nulo (𝐽𝑒𝑥 = 0), a
separação de energia entre singleto e tripleto no vale 𝛼 é igual a no vale 𝛽 devido a simetria
de reversão temporal. Com o aumento de 𝐽𝑒𝑥, entretanto, no vale 𝛼 cresce, enquanto que no
vale 𝛽 diminui, tornando-se zero para certo valor crítico de campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 𝐽𝑒𝑥 = 𝐽𝑐. Além
do crescimento de 𝐽𝑒𝑥 resultar na troca dos estados singleto e tripleto, onde o singleto é agora
o estado fundamental, como pode ser observado pelas linhas transtejadas como mostrado
na Figura 3.33(b). Além do mais, é possível notar que o VS cresce com o aumento de 𝐽𝑒𝑥, e o
VS do tripleto é maior que o do singleto devido a contribuição extra do momento magnético
do 𝑠𝑝𝑖𝑛, ∆𝐸𝑇𝑇′ − ∆𝐸𝑆𝑆′ = 2𝑔𝑠𝐽𝑒𝑥. Tanto o fator g efetivo para o IX𝑆 (13.4) e IX𝑇 (17.6) na
heteroestrutura é algumas vezes maior que para o DX (∼ 4) [166], por causa da contribuição
do momento magnético do vale. Como um resultado, é esperado que a dinâmica excitônica
do vale da heteroestrutura ser muito mais sensível a um campo externo ou campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒.

Assumimos que a excitação ótica seja realizada usando luz circularmente polarizada
𝜎+ ressonante com o éxciton do tipo A (quando o buraco encontra-se localizado na banda de
valência de maior energia) na camada de WS2. Assim, cria DXs no estado |1⟩ no vale 𝛼 com
taxa g. O alinhamento de banda tipo-II da heteroestrutura faz com que os elétrons de CB se
transfiram através da interface da heteroestrutura, causando separação ultra-rápida de carga
e a formação sucessiva de IX. Além do canal de transferência de carga intravale tabelado pela
taxa de espalhamento 𝛾13, existem também dois canais de transferência de carga intervale:
um de |1⟩ para |3′⟩ tabelado por 𝛾13′ e outro de |1⟩ para |4′⟩marcado por 𝛾14′ , respectivamente,
como visto na Figura 3.33(c). O primeiro é o processo de relaxamento entre dois estados
de 𝑠𝑝𝑖𝑛 antiparalelos, enquanto o último está associado aos estados de 𝑠𝑝𝑖𝑛 semelhantes.
Tipicamente, o tempo de relaxamento do primeiro é maior do que o do último. A relação
quantitativa entre esses parâmetros de espalhamento pode ser descrita da seguinte forma:
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𝛾13′ = 𝛾13(1 + 𝑃03)∕(1 − 𝑃03) e 𝛾14′ = 4𝛾13(1 + 𝑃04)∕(1 − 𝑃04), com 𝛾13 = 𝛾1′3′ = 1∕70𝑝𝑠−1

[170]. Os parâmetros 𝑃03 e 𝑃04 foram obtidos ajustando nosso modelo teórico aos dados
experimentais [166], como mostrado na Figura 3.36. Levando em consideração a diferença
entre nosso sistema e o mostrado na Figura 3.36, adotamos 𝑃03 = −0,29 e 𝑃04 = −𝑃03. Com
essa escolha, temos 𝛾13>𝛾13′ e 𝛾13′<𝛾14′ . A emissão de IX𝑆 tem a mesma polarização do feixe
absorvido por DX, enquanto a IX𝑇 tem polarização oposta.

Na Figura 3.33(c) émostrado os três estados excitônicos no vale 𝛼, nomeadamente |1⟩,
|3⟩ e |4⟩, enquanto o vale 𝛽 apresenta dois estados, |3′⟩ e |4′⟩. Portanto, as emissões de IX e
suas polarizações do vale podem ser descritas por ummodelo de seis bandas. Para identificar
a contribuição de cada canal de espalhamento para a dinâmica dos éxcitons intercamada,
começamos com espalhamentos intravale no vale 𝛼. As relaxações e espalhamentos intravale
podem ser divididos emdois grupos: (I) geração e relaxação do éxciton intracamada, tabeladas
por 𝑔, 𝛾10 e 𝛾13 e (II) relaxações e espalhamentos do IX, tabeladas por 𝛾30, 𝛾40, 𝛾34 e 𝛾43,
respectivamente, onde 𝛾𝑖𝑗 representa a taxa de transição de estado 𝑖 para 𝑗. Na ausência do
campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒, 𝛾10 e 𝛾30 são calculados usando as equações 2.34 e 2.36 para temperaturas
zero e finita, respectivamente. A Tabela 3.2 mostra os parâmetros necessários e os tempos
tempos de vida para os éxcitons DX e IX𝑆 para temperatura zero e temperatura 𝑇 = 4,5K.

E𝑥 /eV 𝑀𝑆 /(𝑚𝑒 +𝑚ℎ)𝑚0 𝜏0,0𝐾 /𝑝𝑠 ⟨𝜏0,4.5𝐾⟩ /𝑝𝑠
DX 1.057 0.37+0.32 0.003 4.27
IX𝑆 0.838 0.64+0.32 0.65 1634

Tabela 3.2 – Tempo de vida radiativo para DX and IX𝑆 na heteroestrutura de van der Walls de
WS2/MoS2. 𝜏0,0𝐾 and 𝜏0,4,5𝐾 referem-se ao tempo de vida dos éxcitons correspondentes

em 𝑇 = 0 e 4,5K, respectivamente.

Seguindo a convensão, portanto, encontramos que 𝛾−110 = 0,003 ps e 𝛾−130 = 0,65 ps
a 𝑇 = 0 K, enquanto são iguais a 4,27 ps e 1634 ps, respectivamente, a 𝑇 = 4,5 K. Como a
recombinação elétron-buraco do IX𝑇 requer um processo de inversão de 𝑠𝑝𝑖𝑛, o tempo de
vida radiativo dos estados tripletos nas heteroestruturas de TMD são mais de uma ordem
de magnitude mais longos do que o dos singletos [168]. Aqui, tomamos 𝛾40 = 𝛾30∕110.
Mais precisamente, no grupo I, éxcitons são gerados na camada de WS2 por bombeamento
ressonante polarizado 𝜎+ com uma taxa de geração 𝑔. Eles podem relaxar radiativamente
com uma taxa de recombinação que depende da temperatura (𝑇) e do campo de troca por
𝐽𝑒𝑥 da seguinte forma: 𝛾10 = (2.85𝑒(−𝐵∕6.29𝑇) + 1.42)−1𝑝𝑠−1[131]. Além disso, eles também
podem relaxar não radiativamente para o estado IX𝑆 com uma taxa de espalhamento 𝛾13.
No grupo II, não apenas ocorrem relaxamentos radiativos dos estados singletos e tripletos
IX𝑆, incluindo os processos 𝛾30 e 𝛾40, mas também espalhamentos não radiativos entre eles,
ou seja, os processos 𝛾34 e 𝛾43. Entre eles, a taxa de relaxamento radiativo do estado IX𝑆 é
descrita por 𝛾30 = (1089𝑒(−𝐵∕6.29𝑇)+545)−1𝑝𝑠−1 [131], enquanto o espalhamento não radiativo
do estado IX𝑆 para IX𝑇 e o processo de retroespalhamento correspondente, com taxas de
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Figura 3.33 – Dependência do campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 das (a) duas energias mais baixas da bandas de
condução e (b) das energias dos éxcitons IX𝑆 (linhas vermelhas) e IX𝑇 (linhas azuis)
nos vales 𝛼 (linhas sólidas) e 𝛽 (linhas tracejadas) da heteroestrutura de MoS2/WS2
crescida em substrato ferromagnético. As setas em (a) indicam os estados de 𝑠𝑝𝑖𝑛. A

separação de energia entre o singleto e o tripleto, ∆𝐸𝛼(𝛽)𝑆𝑇 , no vale 𝛼 (𝛽), e o
espalhamento Zeeman entre vales, ∆𝐸𝑆𝑆′ (∆𝐸𝑇𝑇′), dos éxcitons IX𝑆 (IX𝑇) são indicados
por setas. (c) Representação esquemática dos estados excitônicos mais baixos (linhas
horizontais) e os canais de espalhamento correspondentes nos vales 𝛼 (área azul) e 𝛽
(área laranja). As linhas laranjas, azuis e vermelhas correspondem aos estados de
vácuo, excitônicos IX e excitônicos DX, respectivamente. Os estados |3⟩ (|3′⟩) e |4⟩

(|4′⟩) são IX3 (IX′3) e IX4 (IX
′
4) no vale 𝛼 (𝛽). As setas verticais sólidas correspondem a

transições intravale: excitação (seta para cima), relaxação (setas para baixo) e
recombinação radiativa (setas sombreadas para baixo), enquanto as setas tracejadas

indicam espalhamentos entre vales.

espalhamento 𝛾34 e 𝛾43, respectivamente, são dados por 𝛾43 = 𝛾34 ⋅ 𝑢43(𝑇), onde 𝑢43(𝑇) =
𝑒−∆𝐸𝛼𝑆𝑇∕(𝑘𝐵𝑇) e 𝑘𝐵 é a constante de Boltzmann. Ajustando os dados experimentais, ver Fig.
3.36(b), obtemos 𝛾34 = 1∕120∕, 𝑝𝑠−1. Por outro lado, no vale 𝛽, apenas os éxcitons IX estão
envolvidos em processos de relaxamento radiativo e espalhamento, rotulados como 𝛾3′0, 𝛾4′0,
𝛾3′4′ e 𝛾4′3′ , respectivamente, ver Fig.3.33(c). Como o tempo de vida radiativo depende apenas
ligeiramente do efeito Zeeman, assumimos 𝛾3′0 = 𝛾30, 𝛾4′0 = 𝛾40, e também assumimos que
a taxa de espalhamento para frente entre IX𝑆 e IX𝑇 é a mesma em ambos os vales. Ou seja,
𝛾3′4′ = 𝛾34 e 𝛾4′3′ = 𝛾3′4′ ⋅ 𝑢4′3′(𝑇), com 𝑢4′3′(𝑇) = 𝑒−∆𝐸

𝛽
𝑆𝑇∕(𝑘𝐵𝑇). Vale ressaltar que quando 𝐽𝑒𝑥

é maior que o valor crítico 𝐽𝑐, o nível de energia de |3′⟩ e |4′⟩ é invertido. Portanto, essas
expressões devem ser modificadas de acordo.

Tendo conhecimento sobre os detalhes das taxas de espalhamento intravale, podemos
então começar discutir sobre os espalhamentos intervale de éxcitons. Existem dois principais
mecanismos de espalhamento intervale: a interação de troca elétron-buraco e o espalhamento
auxiliado por fônons. A interação de troca elétron-buraco age como um campo magnético
efetivo no plano, levando à precessão do pseudospin do vale. Essa precessão do pseudospin,
acompanhada de sua reorientação devido ao espalhamento de momento, constitui uma
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mudança líquida dos estados de pseudospin. Como esse é um processo ressonante, ele só é
efetivo quando os dois estados em vales diferentes estão próximos em energia. Em um campo
de troca zero, a polarização do vale é principalmente ditado por esse mecanismo. No entanto,
um campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 finito, 𝐽𝑒𝑥, levanta a degenerecência, suprimindo os espalhamentos
intervale induzidos pela interação de troca elétron-buraco. Com o aumento de 𝐽𝑒𝑥, essa
tendência se torna cada vez mais pronunciada. Em contraste, o espalhamento intervale
auxiliado por fônons entre dois estados separados pelo efeito Zeeman se torna relevante,
resultando em um desequilíbrio na população de éxcitons nos dois vales. Com um aumento
adicional de 𝐽𝑒𝑥, esse processo se tornará o processo dominante de relaxação. Essemecanismo
depende fortemente da força de acoplamento éxciton-fônon 𝛼. Considerando ambos os
mecanismos, a taxa de espalhamento intervale 𝛾𝑗𝑗′ do estado 𝑗 para o estado 𝑗′ tanto para
éxcitons singletos quanto para éxcitons tripletos pode ser descrita por:

𝛾𝑗𝑗′ =
1
𝜏0𝑗𝑗′

Γ2
Γ2 + (∆𝐸𝑗𝑗′)2

+
𝛼𝑗|∆𝐸𝑗𝑗′|3
||||||||
𝑒
∆𝐸𝑗𝑗′
𝑘𝑏𝑇 − 1

||||||||

, (3.2)

onde 𝜏0𝑗𝑗′ e 𝛼𝑗 são parâmetros ajustáveis que representam a taxa de espalhamento intervale
em campo zero e a força de acoplamento éxciton-fônon, respectivamente. Γ = 4.10−5, eV é a
largura relacionada com a relaxação do momento do éxciton. ∆𝐸𝑗𝑗′ = 𝐸𝑗′ − 𝐸𝑗 é o 𝑠𝑝𝑙𝑖𝑡𝑡𝑖𝑛𝑔
do vale das energias do éxciton, com 𝑗 = 3,4 e 𝑗′ = 3′,4′. Escolhemos os tempos de relaxação
𝜏033′ = 20ns, 𝜏044′ = 2000ns, 𝛼𝑆 = 3.0×104 eV−3ps−1 e 𝛼𝑇 = 1.0×102 eV−3ps−1 para o IX𝑆 e
IX𝑇, respectivamente. O primeiro termo na Eq. (3.2) descreve a contribuição da interação de
troca elétron-buraco para o espalhamento intervale. O segundo termo é a forma padrão do
espalhamento direto 𝑠𝑝𝑖𝑛-rede induzido por fônons, que requer a absorção (𝐸𝑗′ > 𝐸𝑗) ou
emissão (𝐸𝑗′ < 𝐸𝑗) de um fônon. Para conveniência e clareza, listamos os valores de todos os
seis parâmetros não determinados envolvidos nas equações de taxa e os métodos utilizados
para obtê-los na Tabela 3.3.

Taxa de espalhamento Valor Referência
𝛾40(𝑝𝑠−1)

𝛾30
110

Ref[168], Ref[171]

𝛾13 (𝑝𝑠−1)
1
70

Ref[170]
P0 -0.29 Ajuste para WSe2/MoSe2 [166]

𝛾14′ (𝑝𝑠−1) 𝛾13
4(1−𝑃0)
1+𝑃0

Ref[131] e Ajuste para MoS2/MoSe2/MoS2 [168] e WSe2/MoSe2 [166]

𝛾34 (𝑝𝑠−1)
1
120

Ref[172], Ref[173] e ajuste para MoS2/MoSe2/MoS2 [168]

𝛾33′ (𝑝𝑠−1)
1

20.103
(4.10−5)2

(4.10−5)2+(∆𝐸33′ )2
+ 1.104|∆𝐸33′ |3

|𝑒∆𝐸44′ ∕𝑘𝑏𝑇−1|
Ref[174] e ajuste para WSe2/MoSe2 [166]

𝛾44′ (𝑝𝑠−1)
1

2000.103
(4.10−5)2

(4.10−5)2+(∆𝐸44′ )2
+ 1.102|∆𝐸44′ |3

|𝑒∆𝐸44′ ∕𝑘𝑏𝑇−1|
Ref[175] e ajuste para WSe2/MoSe2 [166]

Tabela 3.3 – Taxas de espalhamento de éxcitons obtidos das referências ou ajustados com base nos
resultados do nosso modelo de dinâmica de vale em comparação com dados

experimentais de referência [166] para𝑊𝑆𝑒2∕𝑀𝑜𝑆𝑒2 e [168] para MoS2/MoSe2/MoS2.

Na Figura 3.34, as contribuições da interação de troca e de fônon para as taxas de
espalhamento intervale de (a) 𝛾33′ e (b) 𝛾3′3 são apresentadas em função de 𝐽𝑒𝑥 para excitação
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com 𝜎+. Em campo de troca zero, os estados de éxcitons nos vales são degenerados. O
espalhamento é dominado pela interação Coulombiana de troca entre elétrons e buracos. A
aplicação de um campo de troca levanta a degenerecência dos vales, diminuindo o estado no
vale𝛼 em relação ao seu análogo no vale 𝛽. Essa diferença de energia suprime o espalhamento
intervale originado pela interação de troca, tanto para o espalhamento para frente (de |3⟩
para |3′⟩) quanto para trás (de |3′⟩ para |3⟩), conforme mostrado nas curvas amarelas. Por
outro lado, o espalhamento intervale assistido por fônons começa a desempenhar um papel
na polarização do vale. À medida que o campo de troca aumenta, a taxa de espalhamento
inicialmente aumenta devido ao mecanismo usual de acoplamento entre éxcitons e fônons.
Em 𝐽𝑒𝑥 = 3.2meV, a taxa de espalhamento do vale 𝛼 e 𝛽 atinge o máximo, o qual está
relacionado com a energia do acoplamento éxciton-fônon regida pelos parâmetros 𝛼𝑗. Depois
disso, as taxas de espalhamento intervale seguem um comportamento oposto em função do
campo. Atribui-se isso ao deslocamento de energia entre os vale, como mostrado na Figura
3.36. Devido à energia de 𝛽 ser maior do que a do vale 𝛼, o processo auxiliado por fônons para
trás (para frente) é energeticamente favorável (desfavorável). Assim, a taxa de espalhamento
do primeiro aumenta, enquanto a do último diminui. Portanto, existem dois regimes de
espalhamento. No regime de baixo 𝐽ex, o espalhamento usual induzido pela interação de
troca desempenha o papel principal. No entanto, para 𝐽ex grande, o espalhamento assistido
por fônons entre vales domina o processo. Portanto, em heteroestruturas magnéticas de
vdWs, o efeito de proximidade magnética aumenta o espalhamento do vale com energia mais
alta para o vale com energia mais baixa e suprime seu retroespalhamento. Além disso, a
interação entre os dois mecanismos de espalhamento entre vales, ou seja, a interação de troca
elétron-buraco e fônons, resulta em uma redução monótona na taxa total de espalhamento
intervale no vale 𝛼 e em um aumento não monótono no vale 𝛽.

Como é sabido, as equação de taxa é uma ferramenta amplamente utilizada para
estudar a dinâmica de espalhamento de éxcitons em semicondutores, e também pode ser
aplicada com sucesso para estudar a dinâmica de éxcitons em heteroestruturas de TMD. Em
particular, a Figura 3.33(c) mostra processos de relaxação e espalhamento de éxcitons em
uma representação esquemática. Esses processos podem ser descritos matematicamente
por meio de um conjunto de equações de taxa acopladas, que relacionam as concentra-
ções de diferentes tipos de éxcitons, como o éxciton diretos X𝐷 e os éxcitons singletos IX𝑆

(IX𝑆′) e tripletos IX𝑇 (IX𝑇′), no vale 𝛼 (𝛽). Essas equações de taxa acopladas são utilizadas
para modelar a evolução temporal ou a condição estacionária para diferentes conjuntos de
parâmetros, para as concentrações de éxcitons em resposta a diferentes processos, como
relaxações e espalhamentos entre estados excitônicos. Essa abordagem permite estudar
como as concentrações de éxcitons mudam ao longo do tempo e como alguns processos
influenciam a dinâmica global dos éxcitons em heteroestruturas de TMD.

Por outro lado, uma mudança abrupta nas transições entre éxcitons intercamadas
singleto e tripleto no vale 𝛽 em torno do ponto crítico 𝐽𝑒𝑥 = 𝐽𝐶 ∼ 4.3meV é sugerida como
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Figura 3.34 – Taxas de espalhamento entre vales (a) 𝛾33′ e (b) 𝛾3′3 como função do campo de troca
para 𝛼 = 5 × 103ps−1eV−3. 𝑒 − ℎ e 𝑃 representam, respectivamente, as taxas de
espalhamento entre vales devido à interação de troca entre elétron-buraco e a

processos assistidos por fônons. 𝑇 representa a taxa de espalhamento para o caso que
envolve esses dois canais de espalhamento.

resultado da influência de processos térmicos. Esses processos podem ser afetados podem ser
descritos pela taxa de espalhamento intravale entre o singleto e tripleto 𝛾3′4′ . Como vemos
na Figura 3.35(b), devido a redução na diferença de energia entre o singleto e tripleto, a
probabilidade do espalhamento do estado IX′

𝑇 para IX
′
𝑆 ocorrer aumenta antes de J𝑐, devido

à assistência da energia térmica. Resultando em um aumento substancial na população de
éxcitons singletos
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Figura 3.35 – Taxas de espalhamento de éxcitons intercamadas em função do campo de troca. (a)
Taxas de espalhamento intervale entre singleto (azul) e tripleto (vermelho) de éxcitons.
As linhas sólidas (tracejadas) correspondem aos espalhamentos do vale 𝛼 (𝛽) para o
vale 𝛽 (𝛼). (b) Taxas de transição entre estados de singleto e tripleto de éxcitons no vale
𝛽. As linhas tracejadas violeta (amarela) referem-se às taxas de espalhamento do

singleto (tripleto) para tripleto (singleto) de éxcitons intercamadas.

As relaxações e processos de espalhamento mostrados na Figura 3.33(c) podem
ser bem descritos pelo seguinte conjunto de equações de taxa acopladas relacionadas às
concentrações de éxcitons X𝐷, IX𝑆, IX𝑇, IX′

𝑆 e IX𝑇’:

𝑑𝑛1
𝑑𝑡 = 𝑔 − 𝐴1𝑛1
𝑑𝑛3
𝑑𝑡 = −𝐴3𝑛3 + 𝛾13𝑛1 + 𝑢43(𝑇)𝛾43𝑛4 + 𝛾3′3𝑛3′
𝑑𝑛3′
𝑑𝑡 = −𝐴3′𝑛3′ + 𝛾13′𝑛1 + 𝑢4′3′(𝑇)𝛾4′3′𝑛4′ + 𝛾33′𝑛3
𝑑𝑛4
𝑑𝑡 = −𝐴4𝑛4 + +𝛾34𝑛3 + 𝛾4′4𝑛4′
𝑑𝑛4′
𝑑𝑡 = −𝐴4′𝑛4′ + 𝛾14′𝑛1 + 𝛾3′4′𝑛3′ + 𝛾44′𝑛4,

(3.3)

onde

𝐴1 = 𝛾10 + 𝛾13 + 𝛾13′ + 𝛾14′ + 𝛾𝑛𝑟
𝐴3 = 𝛾30 + 𝛾34 + 𝛾33′ + 𝛾𝑛𝑟
𝐴3′ = 𝛾3′0 + 𝛾3′4′ + 𝛾3′3 + 𝛾𝑛𝑟
𝐴4 = 𝛾40 + 𝑢(𝑇)𝛾43 + 𝛾44′ + 𝛾𝑛𝑟
𝐴4′ = 𝛾4′0 + 𝑢(𝑇)𝛾4′3′ + 𝛾4′4 + 𝛾𝑛𝑟.

(3.4)
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Para calcular a intensidade da fotoluminescência em estado estacionário, resolvemos
numericamente as equações de taxa acopladas com 𝑛̇𝑗 = 0 para todos os 𝑗. Em seguida, a
intensidade da fotoluminescência do estado 𝑗 pode ser obtida pormeio da equação 𝐼𝑗 = 𝛾𝑗0𝑛𝑗,
e a polarização do vale 𝑉𝑃 = (𝐼𝑗 − 𝐼𝑗′)∕(𝐼𝑗 + 𝐼𝑗′) com 𝑗=3 (4) para o singleto (tripleto).

Em um sistema complexo, como o estudado, o número de parâmetros envolvidos
nas equações de taxa pode se tornar bastante grande, o que pode desafiar a confiabilidade
dos resultados obtidos pelo modelo. Para lidar com essa complexidade, foram adotadas três
estratégias principais. Em primeiro lugar, foi reduzido efetivamente o número de parâmetros
ao utilizar cálculos atomísticos para obter valores de alguns parâmetros, como tempos de vida
radiativos de éxcitons DX e IX𝑆, etc. Isso ajuda a simplificar o modelo e torná-lo mais robusto.
Além disso, foram utilizados dados experimentais e teóricos amplamente aceitos da literatura
para ajustar os parâmetros e evitar grandes desvios dos valores dos parâmetros em relação
aos valores reais [131, 168, 170, 171, 172, 173, 174, 176], ver Tabela 3.3. Essa abordagem
aumenta a confiabilidade dos resultados do modelo, garantindo que os parâmetros utilizados
estejam consistentes com a literatura científica. Por fim, embora não seja realizado um ajuste
dos parâmetros aos dados experimentais para a mesma situação estudada, os autores fazem
pequenos ajustes nos valores dos parâmetros para que o modelo seja capaz de reproduzir os
dados experimentais relevantes, verificando a consistência dos resultados obtidos.

Para validar nosso modelo de seis bandas, conforme mostrado na Figura 3.33(c),
foi realizada uma comparação entre os resultados obtidos por nossas equações de taxa [Eq.
(3.3)] e os obtidos a partir de espectros de fotoluminescência magnética medidos em uma
heteroestrutura de MoS2/MoSe2/MoS2 excitada por luz polarizada circularmente 𝜎+. A
Figura 3.36(a) mostra a razão de intensidade entre a emissão singleto e tripleto no vale 𝛼
em função da temperatura, em campo magnético zero, enquanto a Figura 3.36(b) exibe
a dependência da polarização de vale (VP) desses éxcitons intercamadas em função da
temperatura, medida em 𝐽𝑒𝑥 =0.98 meV. Observamos que as previsões teóricas tanto para a
razão de intensidade da fotoluminescência quanto para a polarização do vale estão de acordo
com os dados experimentais [166].

A Figura 3.37(a) mostra a intensidade de fotoluminescência dos éxcitons singleto (ver-
melho) e tripleto (azul) nos vales 𝛼 (linhas sólidas) e 𝛽 (linhas tracejadas) do heteroestrutura
WS2/MoS2, em função do campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 a 𝑇 = 4,5 K. Devido às contribuições opostas de
𝑠𝑝𝑖𝑛, orbital e pseudospin do vale nos vales 𝛼 e 𝛽, um campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 fora do plano abaixa
os níveis de energia no vale 𝛼, mas eleva os níveis de energia no vale 𝛽. Simultaneamente,
ele amplia a separação de energia entre singleto e tripleto no vale 𝛼, enquanto a reduz no
vale 𝛽, resultando na polarização de vale como mostrado na Figura 3.37 (c). A diferença de
níveis de energia entre os vales 𝛼 e 𝛽 favorece a transferência de IX𝑆 do vale 𝛽 para o vale 𝛼,
ao mesmo tempo que dificulta o retroespalhamento, como visto na Figura 3.33. Esse compor-
tamento pode ser averiguado observando as taxas de espalhamento intervale dependendo



96

Figura 3.36 – (a) Razão entre a intensidade da fotoluminescência singleto e tripleto em função da
temperatura no vale 𝛼 em 𝐽𝑒𝑥 = 0, e (b) polarização de vale dos éxcitons intercamadas
singleto e tripleto (IX𝑆) para 𝐽𝑒𝑥 =0.98 meV. As curvas sólidas correspondem às nossas
previsões teóricas, enquanto os círculos e triângulos verdes são dados experimentais de
referência [166] para a heteroestrutura WSe2/MoSe2 (a) e [168] para a heteroestrutura
MoS2/MoSe2/MoS2 (b), excitada por campo de laser polarizado circularmente 𝜎+.

do campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒, como mostra a Figura 3.34. Portanto, isso favorece a ocupação do IX𝑆
singleto no vale 𝛼, enquanto suprime sua ocupação no vale 𝛽. Assim, a competição entre
espalhamento entre vales e transição singleto-tripleto resulta na dependência do campo
𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 na intensidade de PL do singleto.

3.2 Resultados e interpretação

Quando o campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 aumenta de zero para um valor moderado (1,45 meV), a
transferência de éxcitons entre vales acontece rapidamente, enquanto a taxa de relaxamento
de estados singletos para estados tripletos muda pouco. Além disso, em baixos valores
de campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒, a diferença na ocupação de éxcitons nos diferentes vales é pequena.
Por isso, a intensidade de luminescência do IX𝑆 aumenta rapidamente. À medida que o
campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 𝐽𝑒𝑥 continua aumentando, a taxa de transferência intervale aumenta, mas
a população de éxcitons no vale 𝛽 diminui. Isso faz com que a dependência da intensidade
de fotoluminescência do IX𝑆 em relação a 𝐽𝑒𝑥 não continue aumentando entre 1,45 meV e
2,90 meV. Quando o campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 se aproxima de 𝐽𝑐, ocorre uma mudança nos níveis de



97

Figura 3.37 – A dependência do campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 das e suas polarizações do vale a 𝑇 = 4.5 K no
heteroestrutura WS2/MoS2 excitada com luz circularmente polarizada 𝜎+ ressonante
com o éxciton do tipo A em monocamadas de WS2 é mostrada na Figura 3.37. (a)
Emissões dos éxcitons IX nos vales 𝛼 (linhas sólidas) e 𝛽 (linhas tracejadas) para as

intensidade de PL dos singletos (azul) e tripletos (vermelho) com
𝛼𝑆 = 3.0 × 104𝑒𝑉−3𝑝𝑠−1 e 𝛼𝑇 = 1.0 × 102𝑒𝑉−3𝑝𝑠−1. (b) Razão das intensidades de PL
de singleto IX𝑆 e tripleto IX𝑇 nos vales 𝛼 (linha sólida) e 𝛽 (linha tracejada) em função
do campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒. (c) Polarização do vale das emissões de singleto (linha sólida) e
tripleto (linha tracejada) em função do campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 e da força do acoplamento

éxciton-fônon 𝛼𝑇, onde 𝛼𝑆 = 3.102𝛼𝑇.

energia |3′⟩ e |4′⟩ no vale 𝛽, e isso faz com que o número de éxcitons excitados termicamente
do estado |4′⟩ para o estado |3′⟩ aumente drasticamente. Esses éxcitons são então transferidos
sucessivamente para o estado |3⟩ no vale 𝛼, através da alta taxa intervale para esse valor de
campo, fazendo com que a intensidade de luminescência do IX𝑆 aumente abruptamente.
Depois de passar desse ponto de cruzamento, a população de éxcitons no vale 𝛽 se torna
muito pequena. Considerando que o estado IX′

𝑇, devido seu tempo de vida curto e por estar
no estado fundamental antes do campo crítico, fornece éxcitons para que o espalhamento
de |3′⟩ para |3⟩, somado ao aumento do campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 também aumentar a diferença
do singleto e tripleto no vale 𝛼 e a taxa de espalhamento 𝛾4′4. Temos que, por mais que a
fotolumnecência de IX𝑆 permanecer alta, devido a explicação dada inicialmente, por conta
destes processos citados, irá diminuir.

Como o espalhamento entre vales assistido por fônons sempre favorece a transfe-
rência de carga do vale 𝛽 para o vale 𝛼, a intensidade de PL de ambos os éxcitons IX𝑆 e IX𝑇
no vale 𝛽 diminui monotonicamente com o aumento de 𝐽𝑒𝑥, como visto na Fig. 3.37 (a).
Embora a intensidade de PL de éxcitons IX𝑆 e IX𝑇 exiba um comportamento semelhante
na dependência global do campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒, a razão de intensidade de PL diminui com o
aumento do campo de troca, exceto por uma interrupção em torno do ponto crítico, como
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mostrado na Fig. 3.37 (b). Além disso, a interação competitiva entre recombinação radiativa,
relaxação não radiativa e espalhamento entre vales assistido por fônons leva a um rápido
aumento da polarização do vale e converge para a unidade em um campo moderado de 1.45
meV, como visto na Fig. 3.37 (c), o que contrasta fortemente com o conceito convencional
de que os fônons são prejudiciais para a polarização do vale.

Para temperaturas finitas, os espalhamentos intervale e as transições singleto-tripleto
envolvem processos termicamente ativados que dependem fortemente de diferença de ener-
gia entre os vales ou da separação de energia singleto-tripleto. Para obter uma compreensão
mais precisa desses efeitos, a fotoluminescência e a polarização do vale dependentes da
temperatura são plotadas na Fig. 3.38, para 𝐽𝑒𝑥 = 1,74 meV (< 𝐽𝑐) e 𝐽𝑒𝑥 = 5,21 meV (> 𝐽𝑐),
respectivamente, ou seja, antes e depois do cruzamento das energias dos estados IX em 𝛽.
Observa-se que a intensidade de PL dos éxcitons singleto apresenta um comportamento
de dependência incomum da temperatura: a intensidade de PL segue proporcionalmente
o aumento da temperatura em todos os casos da Fig. 3.38 ((a)-(d)). No entanto, a análise
detalhada revela que os mecanismos são distintos. Na Fig. 3.38 (a), para 𝐽𝑒𝑥 < 𝐽𝑐, a ativação
térmica do estado tripleto para o singleto em ambos os vales e a alta taxa de espalhamento
intervale para o singleto favorecem a emissão de 𝜎+ de singleto. Assim, sua intensidade de
PL aumenta abruptamente com o aumento da temperatura e, em seguida, praticamente
se estabiliza. Na Fig. 3.38 (b), o aumento da intensidade de PL ocorre principalmente a
partir do processo de excitação térmica do estado tripleto para o singleto no vale 𝛽. Com
𝐽𝑒𝑥 > 𝐽𝑐, embora o estado fundamental do éxciton mude no vale 𝛽, a característica do estado
fundamental no vale 𝛼 permanece a mesma que em (a). Assim, semelhante à Figura 3.38
(a), o aumento da intensidade de fotoluminescência do singleto e a redução da mesma para
tripleto também são atribuídos à excitação térmica do tripleto para o singleto no vale 𝛼. Na
Figura 3.38 (d), a situação muda: diferentemente das Figuras (a) a (c), o éxciton singleto se
torna o estado fundamental no vale 𝛽. Ingenuamente, poderíamos esperar que a intensidade
de fotoluminescência diminuísse com o aumento da temperatura devido à excitação térmica
para o estado tripleto. A intensidade de PL aparentemente contra-intuitiva que aumenta na
Figura 3.38 (d) pode ser compreendida da seguinte maneira: os processos de ativação térmica
promovem o espalhamento intervale de |3⟩ para |3′⟩. Quanto maior a temperatura, maior
o aumento do processo de ativação térmica. Então, a intensidade de fotoluminescência do
singleto no vale 𝛽 aumenta mais rapidamente em temperaturas mais altas. Por outro lado, a
ativação térmica favorece o processo de espalhamento do singleto para o tripleto. Portanto,
a fotoluminescência do IX𝑇 também aumenta com o aumento da temperatura. As Figuras
3.38 (e) e (f) mostram que a polarização diminui em alta temperatura, como esperado. No
entanto, com 𝐽𝑒𝑥 > 𝐽𝑐, a polarização pode chegar a 90% para a emissão do triplet e 85%
para a emissão do singleto em temperatura ambiente. É realista obter tais resultados de
campo 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 experimentalmente [161], considerando valores grandes dos fatores g da
heteroestrutura em comparação com as monocamadas TMDs.
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Figura 3.38 – Intensidade de fotoluminescência e polarização do vale das emissões de singleto (azul)
e tripleto (vermelho) do IX em 𝑇 = 4.5 K e acoplamento éxciton-fônon de
𝛼𝑆 = 3.0 × 104 eV−3 ps−1 e 𝛼𝑇 = 1.0 × 102 eV−3 ps−1. (a-d) Intensidade de

fotoluminescência das emissões de éxciton de singleto e tripleto em função da
temperatura nos vales 𝛼-(sólido) e 𝛽-(tracejado), respectivamente. (a) e (b)

correspondem a 𝐽𝑒𝑥 < 𝐽𝑐(𝐽𝑒𝑥 = 1.74meV), enquanto (c) e (d) para 𝐽𝑒𝑥 > 𝐽𝑐(𝐽𝑒𝑥 = 5.21
meV). (e) e (f) polarização do vale das emissões IX.
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Resumidamente, relatamos a dinâmica do vale de éxcitons intercamadas em hete-
roestruturas de van der Waals MoS2/WS2 crescidas em um substrato ferromagnético. Para
lidar adequadamente com os efeitos de muitos corpos, a estrutura de bandas e os efeitos
excitônicos são considerados de forma equivalente por meio de cálculos de primeiros princí-
pios, abordagem k⋅p juntamente com a solução da equação de Bethe-Salpeter. Devido aos
fatores 𝑔 (g𝐼𝑋𝑆 = 13,4 e g𝐼𝑋𝑆 = 17,6) que são mais de três vezes maiores do que o do éxciton
brilhante de monocamada, tanto os éxcitons singletos quanto tripletos possuem uma grande
separação de energia devido ao efeito Zeeman nos vales ( 0,78 - 1,02 meV/T) e polarização
circular muito alta. No regime de baixo campo de troca, eles exibem uma helicidade oposta.
À medida que o campo de troca aumenta, o separação dos vales aumenta. A competição
da relaxação radiativa, do processo de ativação térmica entre o estado de singleto e tripleto,
e do espalhamento intervale auxiliado por fônon resulta em um aumento significativo da
intensidade fotoluminescência de éxcitons intercamadas (325% para IX𝑆 e 1075% IX𝑇) em
um vale, e uma redução dramática no outro vale. Consequentemente, a polarização do vale
das emissões do singleto e tripleto converge abruptamente para o máximo. Vale ressaltar que
nossos resultados podem estimular não apenas físicos, mas também químicos de materiais,
químicos físicos e muitos outros pesquisadores a medir a dinâmica do éxciton.
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4 Controle qubits de éxcitons por um
campo magnético externo

4.1 Sistema de dois níveis de esfera de Bloch

O estudo do qubit de éxciton com os graus de liberdade do vale é um campo de
pesquisa promissor na área da computação quântica. Para compreender esse conceito, é
necessário ter uma noção inicial sobre sistemas de dois níveis quânticos e suas relações com
a esfera de Bloch. Essa esfera é uma representação geométrica de todos os estados possíveis
de um sistema de dois níveis e é amplamente utilizada na descrição de sistemas quânticos
[177]

Em relação à interação Coulombiana exchange, vista na seção , é importante destacar
que ela é uma das principais forças que governam a interação entre éxcitons no vale K e K′

da monocamada de TMD.

Na mecânica quântica, o estado de um sistema quântico 𝑆 é representado por um
vetor normalizado |𝜓⟩ no espaço de Hilbertℋ. Um qubit é representado por um sistema
quântico mecânico com dois estados ortogonais convencionalmente denotados por |0⟩ e |1⟩.
Esses estados formam a base computacional |0⟩, |1⟩, enquanto sua ortogonalidade implica
⟨0|1⟩ = 0. Um qubit pode estar em algum dos estados da base, retornando uma medição no
estado |0⟩ ou |1⟩, mas também em qualquer estado de superposição da forma

|𝜓⟩ = 𝛼 |0⟩ + 𝛽 |1⟩ (4.1)

onde 𝛼 e 𝛽 são coeficientes complexos que satisfazem a condição de normalização |𝛼|2 +
|𝛽|2 = 1. Essa propriedade é uma característica fundamental que distíngue sistemas quânti-
cos de clássicos.

Vamos dar uma olhada no sistema quântico mais simples - um sistema de dois
níveis, que poderia ser uma partícula de spin-1/2 (aqui apenas nos importamos com os
estados internos em vez da função de onda espacial) ou um átomo de dois níveis (onde todos
os estados excitados mais altos são ignorados se eles nunca entram na dinâmica que nos
importa). O espaço de Hilbert do sistema é então apenas bidimensional, com dois estados de
base ortogonais que denotamos como |0⟩ e |1⟩ (que poderiam representar, por exemplo, spin
para cima e spin para baixo para a partícula de spin-1/2, ou estado fundamental e o estado
excitado para o átomo de dois níveis).

Qualquer estado quântico neste espaço de Hilbert bidimensional é chamado de ”bit
quântico”, ou em resumo, ”qubit”. Já que |𝛼|2 + |𝛽|2 = 1, podemos escrever |𝜓⟩ como
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|𝜓⟩ = 𝑒𝑖𝛾 (𝑐𝑜𝑠𝜃2 |0⟩ + 𝑒𝑖𝜙𝑠𝑖𝑛𝜃2 |1⟩) (4.2)

onde 𝛾, 𝜃 e 𝜙 são reais. E ignorando a fase global 𝑒𝑖𝛾, podemos simplesmente escrever.

|𝜓⟩ = 𝑐𝑜𝑠𝜃2 |0⟩ + 𝑒𝑖𝜙𝑠𝑖𝑛𝜃2 |1⟩ (4.3)

Isso significa que |𝜓⟩ corresponde a um ponto na esfera tridimensional unitária
definida por 𝜃 e 𝜙, chamada de esfera de Bloch, como mostrado na Figura 4.39.

Figura 4.39 – O esfera de Bloch fornece um meio útil de visualizar o estado de um único qubit e
operações sobre ele. Qualquer ponto nesta esfera representa uma combinação linear
dos estados 0 e 1 com coeficientes complexos. Os ângulos 𝜃 e 𝜙 podem ser interpretados
como os ângulos polares e azimutais de pontos na esfera, respectivamente e estão

relacionados a sobreposição dos estados quânticos. Imagem tirada de [177]

4.2 Modelo e teoria

Em um computador digital clássico, a unidade básica de informação é o bit. O termo
bit vemde binary bit, que representa a presença ou ausência de um sinal elétrico oumagnético.
Em outras palavras, um bit pode ser interpretado como um dos estados em um sistema de
dois estados clássicos que podem assumir os valores 0 ou 1. Os bits são agrupados em grupos
maiores para representar informações mais complexas, como caracteres, números e imagens.

Nos últimos anos, a computação quântica tem sido objeto de intensa pesquisa devido
ao seu potencial para resolver problemas complexos em um tempo muito mais rápido do
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que os computadores clássicos. Para além disso, com a computação quântica vêm também
uma nova lógica que pode resolver problemas inalcançáveis pela lógica binária clássica.

Na teoria da informação quântica, a unidade elementar de informação é um bit
quântico, o qubit. Um qubit é um estado de superposição de estados de um sistema de dois
estados quânticos. Ao contrário do bit clássico que só pode armazenar um valor de um
conjunto de dois valores reais, o qubit cobre o contínuo de todas as possíveis superposições
dos dois estados quânticos base. Tal lógica de sobreposição aumenta muito a capacidade de
armazenamento e processamento de informação.

Após décadas de desenvolvimento, a ciência e tecnologia da informação quântica
ainda estão longe de alcançar seu apogeu. Apesar de já existirem protótipos de computadores
quânticos operacionais com algumas dezenas de qubits, enormes desafios técnicos ainda
precisam ser superados, notadamente as dificuldades impostas ao aumento do número
de qubits e pelas condições normais de operação de um computador comercial. Um dos
principais desafios é produzir qubits que possam manter-se coerentes por tempo suficiente
para serem usados em cálculos. O dito "tempo de coerência” do estado quântico que define
um qubit é crucial para o desempenho da computação quântica. Infelizmente, qubits são al-
tamente suscetíveis a perturbações causadas pelo ambiente, como flutuações de temperatura
e campos magnéticos, que podem causar sua decoerência em um curto intervalo de tempo.

Aqui propomos uma estratégia que pode contribuir para superar a barreira funda-
mental imposta pela decoerência quântica à operacionalidade dos qubits: a produção de
qubits de éxcitons utilizando o grau de liberdade dos vales em monocamadas de TMDs. A
grande estabilidade térmica e longos tempos de coerência dos estados em torno dos vales,
combinados com uma operação rápida e conveniente por lasers circularmente polarizados,
tornam o éxciton de vale um ótimo candidato a portador de informação quântica, como
vistos em estudos de ponto quântico duplo baseados em grafeno [178] ou TMDs de camada
única [179].

No artigo [180] investigamos a superposição dos estados dos éxcitons nos vales 𝐾 e
𝐾′ relacionados pela interação Coulombiana de exchange controlada por um campo mag-
nético externo, bem como o emaranhamento quântico entre estados excitônicos intervales.
Obtivemos também resultados sobre concorrência e as vantagens de se utilizar os TMDs
integrados em uma cavidade óptica bimodal podem ser encontrados no artigo. Em TMDs
de camada única, a interação Coulombiana de 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 acopla fortemente o pseudospin
de vale do éxciton com seu movimento de centro de massa. Até agora, apenas o termo de
interação de Coulomb direta é considerado no cálculo da energia do éxciton. Para obter um
espectro adequado de éxcitons, a seguir, incorporamos a interação 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 às interações
de Coulomb. Tomando os estados de éxcitons em ambos os vales (|𝐾,𝐐⟩ e |𝐾′, 𝐐⟩) como
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base, podemos construir a matriz do Hamiltoniano do éxciton como uma matriz 2 × 2.

𝐻̂𝑋(𝐐) = (
𝐸(0)
𝐾 (𝐐) + 𝐽𝐾𝐾(𝐐) 𝐽𝐾𝐾′(𝐐)

𝐽∗𝐾𝐾′(𝐐) 𝐸(0)
𝐾′ (𝐐) + 𝐽𝐾𝐾(𝐐)

) , (4.4)

com os elementos de matriz sendo dados por

⟨𝜏, 𝐐| 𝐻̂𝑋 |𝜏′, 𝐐⟩ = 𝐸(0)
𝜏 (𝐐)𝛿𝜏,𝜏′ + 𝐽𝜏𝜏′(𝐐), (4.5)

onde 𝐸(0)
𝜏 (𝐐) é a energia do éxciton no vale 𝜏 com momento Q na ausência da interação de

𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒. As funções de onda dos estados de éxciton sem interação 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 no espaço de
momento são descritas por,

|𝜏, 𝐐⟩ = 1
√
𝒜

∑

𝑣𝑐k
𝐴(0)
𝜏,𝐐(𝑣𝑐k)𝑐

†
𝑐,k+𝐐ℎ̂

†
𝑣,−k |𝐺𝑆⟩ (4.6)

sendo |𝐺𝑆⟩ os orbitais atômicos completamente ocupados. 𝐽𝜏𝜏′(𝐐) na Eq.4.5 são as interações
de 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 intravale (𝜏 = 𝜏′) e intervale (𝜏 ≠ 𝜏′), governadas por

𝐽𝜏𝜏′(𝐐) =
1
𝒜

∑

𝑣𝑐k
𝑣′𝑐′k′

𝐴(0)
𝜏,𝐐(𝑣𝑐k)𝑊𝑥

(𝐤,𝑣,𝑐),(𝐤′,𝑣′,𝑐′),𝐐𝐴
(0)
𝜏′,𝐐(𝑣′𝑐′k

′). (4.7)

Para𝑄 → 0, temos que 𝐽𝐾,𝐾(0)=𝐽𝐾′,𝐾′(0)=𝐽𝑄. Então, a interação de exchange intravale
e intervale podem ser descritas por 𝐽𝑄𝜎̂0 e 𝐽𝑄[cos(2𝜙)𝜎̂𝑥 + sin(2𝜙)𝜎̂𝑦], respectivamente, onde
𝜙 é o ângulo de orientação do momento do centro de massa 𝐐 e a intensidade da interação
𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 para certo Q é dada por

𝐽𝑄 = 𝑅𝑦𝜋4 𝛼
2|𝜓(0)|2

√
2𝑇𝑄
𝑅𝑦 . (4.8)

Na Eq. 4.8, 𝛼, 𝑇𝑄, 𝑅𝑦 e |𝜓(0)|2 são a estrutura fina efetiva, a energia cinética do
movimento do centro de massa, a energia de Rydberg e a probabilidade de que um elétron e
um buraco se sobreponham espacialmente, respectivamente. Eles são definidos por 𝛼 = 𝑒2

𝜀ℏ𝜈𝐹
,

𝑇𝑄 =
ℏ2𝑄2

2𝑀
, 𝑅𝑦 = 𝑒2

2𝜀𝑎𝐵
e |𝜓(0)|2 ∼ 𝑎−2𝐵 [181], com 𝜀, 𝑎𝐵,𝑀 e 𝜈𝐹 sendo a constante dielétrica

dependente do ambiente, o raio de Bohr, a massa total do éxciton e a velocidade de Fermi,
respectivamente; lembrando que a energia de ligação do éxciton é 𝐸𝑏 = 𝑒2∕𝜀𝑎𝐵, a Eq. 4.8
pode ser reescrita como,

𝐽𝑄 =
𝜋
8

1
(ℏ𝜈𝐹)2

√
ℏ
2𝑀

𝐸3
𝑏√
𝐸𝑏
𝑄. (4.9)

Após calcularmos os elementos de 𝐻̂𝑋(𝐐), estamos prontos para calcular as energias de um
éxciton e as correspondentes funções de onda. Assumindo que𝐷𝜏,𝐐 = 𝐸(0)

𝜏 (𝐐)+𝐽𝜏𝜏(𝐐), então
podemos reescrever a Eq. 4.4 de forma compacta como
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𝐻̂𝑋(𝐐) = 𝐸̄+𝜎0 + (
𝐸̄− 𝐽𝐾𝐾′(𝐐)

𝐽∗𝐾𝐾′(𝐐) −𝐸̄−
) , (4.10)

onde 𝐸̄±=(𝐷𝐾,𝐐 ± 𝐷𝐾′,𝐐)∕2. Fazendo álgebra, finalmente obtemos a seguinte matriz de 𝐻̂𝑋:

𝐻̂𝑋(𝐐) = (
𝐸̄+ +Ω𝑥 cos(𝜃) Ω𝑥 sin(𝜃)𝑒−𝑖𝜙

Ω𝑥 sin(𝜃)𝑒𝑖𝜙 𝐸̄+ −Ω𝑥 cos(𝜃)
) , (4.11)

onde Ω𝑥 =
√
𝐸̄2− + |||𝐽𝐾𝐾′(𝐐)|||

2, 𝜃 e 𝜙 são as fases na esfera de Bloch, que são definidas por

𝜃 = cos−1 [ 𝐸̄−
2Ω𝑥

] e 𝜙 = −𝑎𝑟𝑔[𝐽𝐾𝐾′(𝑄)], respectivamente. Para o caso especial de estados de
éxciton de valência dupla degenerada, temos 𝐸̄−=0, o que corresponde a 𝜃=𝜋∕2. Portanto,
somente o acoplamento de 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 intervale afeta a energia do éxciton.

4.3 Resultados

Diagonalizando a matriz do Hamiltoniano de 𝐻̂𝑋(𝐐) na Eq. 4.11, podemos direta-
mente obter os autovalores e autovetores do éxciton, dados por 𝐸± = 𝐸̄+ ± |||𝐽𝐾𝐾′(𝐐)|||, e

|𝜓±⟩ = ±𝑒±𝑖𝜙 sin 𝜃2 |𝐾⟩ + cos 𝜃2 |𝐾
′⟩ , (4.12)

onde |𝜓−⟩ (|𝜓+⟩) representa a função de onda do estado fundamental (excitado) do éxciton.
Assim, a dispersão de energia do éxciton divide-se em dois ramos bem separados pelo
interação de 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 intervale. É interessante notar que, para esse referencial de energia,
podemos reescrever o Hamiltoniano na Eq. 4.11 da seguinte forma, 𝐻̂𝑋

𝑄 = Ω𝑋
𝑄 ⋅ 𝜎, onde

𝜎 = 𝜎𝑥𝑥̂ + 𝜎𝑦𝑦̂ + 𝜎𝑧𝑧̂ são as matrizes de Pauli que representam o pseudospin do vale,
e Ω𝑋

𝑄 = |||𝐽𝐾𝐾′(𝐐)||| [sin(𝜃) cos(𝜙)𝑥̂ + sin(𝜃) sin(𝜙)𝑦̂ + cos(𝜃)𝑧̂], é o campo efetivo que atua
sobre o pseudospin do vale, sendo 𝑥̂, 𝑦̂ e 𝑧̂ vectores unitários ao longo dos eixos 𝑥−, 𝑦−
e 𝑧−, respectivamente. Em campo magnético externo 𝐵 nulo, os estados dos éxcitons são
duplamente degenerados e com alta sobreposição entre os estados intervales. A presença de
𝐵 ao longo da direção 𝑧 elimina esta degenerescência, dando origem a um deslocamento
de Zeeman de vale ∆𝐸𝑋𝐾𝐾′ = 𝐸𝑋𝐾 (𝑄) − 𝐸𝑋𝐾′(𝑄)=𝑔eff𝜇𝐵𝐵, em que 𝜇𝐵 é o magneton de Bohr
e o fator 𝑔 efetivo 𝑔eff ≃ −2(𝑔𝑜 + 2𝑔𝑠) com 𝑔𝑜 e 𝑔𝑠 representando os fatores 𝑔 orbital e de
spin, respectivamente. Para visualizar a orientação do pseudospin de vale, calculamos o
valor esperado dos seus componentes 𝜎𝑥, 𝜎𝑦 e 𝜎𝑧 no estado fundamental. Eles são regidos
por ⟨𝜎̄𝑥⟩ = − sin 𝜃 cos 𝜙, ⟨𝜎̄𝑦⟩ = − sin 𝜃 sin 𝜙 e ⟨𝜎̄𝑧⟩ = − cos 𝜃. Os parâmetros utilizados em
nossos cálculos estão listados na Tabela 4.4 para a monocamada WSe2



106

ℏ𝜈𝐹 (eV.Å) 3.80
𝑀 (𝑚0) 0.46 + 0.42
𝐸𝑏 (eV) 0.27

𝐸(0)
𝜏 (𝐐 = 𝟎) (eV) 1.97

𝑔𝑜 2
𝑔𝑠 1

Tabela 4.4 – Parâmetros da monocamada de WSe2 usados em nossos cálculos [180]. 𝐸(0)𝜏 (𝐐 = 𝟎)
denota a energia do éxciton no vale 𝜏 a 𝐵 = 0 T e 𝑄 = 0.𝑚0 é a massa do elétron no

vácuo.

AFigura 4.40 exibe (a) as energias dos estados fundamental (verde) e excitado (violeta)
do éxciton e (b) a diferença de energia (2𝐽𝑄) entre os estados |𝜓+⟩ e |𝜓−⟩ em função do
momento do éxciton Q em uma monocamada de WSe2 para 𝐵 = 0 T. Como esperado, em
Q = 0, a interação de 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 é zero. Conforme Q aumenta a partir de zero, ela aumenta
linearmente com Q, seguindo ∆𝐾𝐾′ = 𝐸+ − 𝐸− = 2𝐽𝑄. O valor esperado do pseudospin do
vale ⟨𝜎̄𝑧⟩ no estado fundamental |𝜓−⟩ em torno de 𝑄 = 0 para diferentes valores de campo
magnético é mostrado na Fig. (4.41). Observa-se que em 𝐵 = 0, o pseudo campo magnético
no plano (𝑥,𝑦) leva a um pseudospin do vale no plano, cuja orientação é governada por
⟨𝜎̄𝑧⟩ = − cos 𝜃, de modo que os éxcitons então em alta sobreposição dos estados do vale K e
K′. Com o aumento do campo magnético externo, o pseudospin do vale ganha componentes
fora do plano. Sua orientação é determinada pela soma do pseudo campo magnético e do
campo magnético externo. Isso indica que interação de exchange pode ser efetivamente
ajustada por um campo magnético externo.
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Figura 4.40 – (a) As energias do estado fundamental (verde) e do estado excitado (violeta) do éxciton
em uma monocamada de WSe2, (b) a diferença de energia (2𝐽𝑄) entre os estados |𝜓+⟩ e

|𝜓−⟩ como uma função do momento do éxciton Q, para 𝐵 = 0 T.
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Figura 4.41 – Valor esperado do pseudospin do vale ⟨𝜎̄𝑧⟩ no estado fundamental |𝜓−⟩ em torno de
𝑄 = 0 para cinco valores diferentes do campo magnético. A barra de cores indica o

valor de ⟨𝜎̄𝑧⟩.
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1 CONCLUSÃO

Durante o doutorado, investigamos vários problemas relacionados a fenômenos que
surgem em sistemas de baixa dimensão que se dividem em dois tópicos distintos, o primeiro
com foco principal no estudo de fases topológicas em sistemas unidimensionais e o segundo
no comportamento de éxcitons intercamadas em heteroestruturas de vdWs semicondutoras.

No primeiro trabalho, apresentado na Parte I deste trabalho e publicado no Physical
Review Research em 2020 [182], investigamos o diagrama de fases de um isolante unidi-
mensional com acoplamento spin-órbita de Dresselhaus, Rashba e Rashba modulado sob
a ação de um potencial externo modulado. Especificamente, analisamos as fases triviais
e topológicas em função das intensidades dos acoplamentos spin-órbita considerados e
da fase da modulação do potencial externo. Obtivemos um diagrama de fase que suporta
fases isolantes triviais e topológicas separadas por superfícies críticas que se intersectam. As
fases topológicas com gap são caracterizadas pelo 𝑤𝑖𝑛𝑑𝑖𝑛𝑔 𝑛𝑢𝑚𝑏𝑒𝑟, enquanto as superfícies
críticas sem gap são caracterizadas por um 𝑤𝑖𝑛𝑑𝑖𝑛𝑔 𝑛𝑢𝑚𝑏𝑒𝑟 modificado. As interseções
das superfícies críticas definem linhas multicríticas através das quais a energia do estado
fundamental se torna não analítica, simultamente a um fechamento do gap de bandas, mas
sem ocorrer uma transição de fase. Essa descoberta desafia a teoria padrão das transições
de fase quânticas, segundo a qual uma não analiticidade na energia do estado fundamental
implica uma transição de fase quântica.

No terceiro capítulo da Parte II é apresentado o trabalho publicado na revista The
Journal of Physical Chemistry C em 2022 [105], que tem como foco a investigação da po-
larização do vale e fotolumnescência de éxcitons intercamada na heteroestrutura de van
der Walls de MoS2/WS2. Afim de estudar esse sistema, iniciamos o estudo sobre a estrutura
cristalina e a estrutura eletrônica de monocamadas e heteroestruturas de TMD. Após isso
foi desenvolvido o modelo efetivo pelo método k⋅p considerando a interação spin-órbita e o
acoplamento entre as camadas que compõem a heteroestrutura. Os éxcitons são descritos
pela equação de Bethe-Salpeter. Uma equação de Bethe-Salpeter efetiva foi obtida para
calcular a energia e a função de onda dos éxcitons de menor energia, 1s. Para a polarização
do vale e fotoluminescência dos estados excitônicos precisamos analisar a dinâmica do
éxciton pelas taxas de espalhamentos de tais estados. Uma seção foi reservada para essa
revisão. Algumas propriedades foram cálculadas como o tempo de vida dos éxcitons intra
e intercamada, além do momento magnético do vale. Algumas seções para tais temas e
para o acoplamento de campos magnético e efeito de proximidade, foram elaboradas para
esclarecer esses pontos. Como resultado obtivemos uma alta resposta dos estados excitônicos
ao campo magnético, resultando em um cruzamento das energias dos éxcitons intercamada
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e um grande deslocamento de energia entre os vales. O resultado disso, junto a processos
de espalhamentos auxiliados pela interação coulombiana de 𝑒𝑥𝑐ℎ𝑎𝑛𝑔𝑒 intervale, fônon e
energia térmica, é uma grande polarização do vale e um pico de fotoluminescência próximo
ao campo magnético crítico.

Quanto ao terceiro trabalho apresentado, publicado Physical Review B em 2023 [180],
realizamos uma revisão sobre a importância da interação de exchange para a mistura dos
estados do éxciton nos vale K e K′, além de uma breve revisão sobre o tratamento dos qubits
utilizando a esfera de Bloch. O objetivo foi descrever um possível método para o controle
o pseudospin do vale para a atuação como um 𝑞𝑢𝑏𝑖𝑡. Como resultado obtivemos uma alta
sobreposição dos estados excitônicos para campo magnético nulo, porém o aumento da
probabilidade do éxciton estar em um dos vales aumenta com o aumento do campo.

Em resumo, durante o doutorado aprendi metodologias analíticas e computacionais
para caracterização de fases topológicas e o estudo de fenômenos óticos em semicondutores,
para sistemas com interação spin-órbita e com efeito de proximidade magnética. Abordamos
os sistemas utilizandomodelos em tight-binding e modelos efetivos utilizando a aproximação
em k⋅p. Estes trabalhos contribuem para a compreensão de fenômenos relevantes do ponto
de vista de física básica e também de possível aplicação via novos dispositivos.

Desde o momento em que iniciei o contato com o campo dos estados excitônicos,
busquei uma forma de relacionar esses tópicos tão distintos: materiais topológicos e estados
excitônicos. Recentemente, estudando sobre os condensados de éxcitons descobri uma
forma. O surgimento de condensados de éxcitons em semicondutores podem ocorrer pela
redução do 𝑔𝑎𝑝 das bandas, tornando-se menor que a energia de ligação do éxciton. Quando
isso ocorre temos o surgimendo de uma grande quantidade de éxcitons que, para certas
temperaturas [143], podem se condensar nas fase Bose-Einstein e Bardeen-Cooper-Schrieffer,
a depender da concentração de éxcitons. Tais estados, devido sua coerência, podem ser uma
boa plataforma para informação quântica. Estudos teóricos e experimentais recentes com
materiais TMDs de estrutura cristalina octahedra mostram que esses materiais podem
abrigar propriedades topológicas [183, 184], podendo ser controladas por campo elétricos
externos. Pela banda de condução e valência possuirem contribuições de átomos diferentes,
um éxciton poderia ter um tempo de vida longo nesses materiais. Por fim, um estudo possível
para relacionar as grandes área dessa tese pode ser a invertigação de condensados de éxcitons
em monocamadas de TMD com estrutura octahedra. Esse é um dos caminhos que pretendo
seguir na minha trajetória como pesquisador após o doutorado. A junção entre sistemas
topológicos e física de éxcitons é um tema ainda pouco investigado. Creio que fenômenos
físicos interessantes e tecnologicamente relevantes possam emergir dessa interface entre
áreas.
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