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“Ora, a fé é a certeza de coisas que se esperam, a conviccdo de fatos que se ndo veem. Pela fé,
entendemos que todo o Universo foi formado pela Palavra de Deus; assim, o que se vé veio a
A

existir daquilo que ndo se vé.
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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 MoS,/WS,. 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 dimensao, podendo ser dividida em duas ramificacdes: (i) novas propriedades
topoldgicas achadas em um sistema de elétrons unidimensional com interagdo spin-o6rbita
de Rashba e Dresselhaus e modulado periodicamente no espaco e (ii) manipulacio do grau
de liberdade do vale em materiais bidimensionais com assimetria de inversdo e possivel
utilizagdo como portador de informacao quantica.

No primeiro estudo, investigamos o diagrama de fase de um isolante unidimensional com
elétrons acoplados por interacdo spin-orbita, que suporta fases com gap trivial e topolégico,
separadas por superficies criticas que se cruzam. As intersecdes definem as linhas multicriti-
cas, que, se cruzadas, fazem com que a energia do estado fundamental se torne ndo analitica,
juntamente com um fechamento do gap da banda, mas nenhuma transicao de fase ocorre.
Esse achado desafia a teoria padrio de transicoes de fases quanticas, de acordo com a qual
uma ndo analiticidade na energia do estado fundamental e o fechamento do gap implicam
em uma transicdo de fase quantica.

Quanto a informacao quantica, estudamos um qubit de exciton de dois niveis que leva em
conta o grau de liberdade do vale. Nesse caso, os dois estados de vale sdo misturados pela
interacdo 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 otica excitonica e valetronica em materiais bidimensionais.
Obtivemos resultados para a dindmica e espalhamento de excitons entre estados excitonicos
em heteroestruturas de dicalcogenetos de metais de transicdo van der Waals MoS,/WS,.
Também investigamos o efeito de proximidade magnética, ajustando a polarizacio do vale,
bem como a fotoluminescéncia 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 fotoluminescéncia caracteristico préoximo ao campo critico. A grande divisdo de

energia entre os vales desempenha um papel importante na polarizacdo do vale.

Palavras-chave: Exciton. Valetronica. Materiais Topoldgicas. Transicdes de Fase.



Figura 2.1 -

Lista de ilustracoes

Regimes com gap, paramagnético (a direita) e ferromagnético (a es-
querda), separados pelo ponto de transicdo de fase caracterizado pela

ausénciade gap. . . . . .. ..o

Figura 2.2 — A densidade de energia do estado fundamental para o modelo de Ising

Figura 2.3 -

Figura 2.4 -

Figura 2.5 -

e suas primeira e segunda derivadas no limite de tamanho infinito. A
descontinuidade na segunda derivada do estado fundamental sugere uma
transicdo de fase quantica de segundaordem. . . . . . .. ... .. ...
Ilustracdo esquematica do sistema para o efeito Hall quantico. Ao se
aplicar um campo B perpendicular ao plano da amostra com um gés de
elétrons, um potencial elétrico V; e um campo elétrico E perpendicula-
res entre si no plano da amostra, é esperado que o interior do material
seja isolante, com elétrons localizados, e as bordas condutoras. Figura
adaptadade [35] . . . . . . ...
O grafico acima mostra a resisténcia Hall (o, ) e a resisténcia elétrica (o)
em baixa temperatura. Os patamares da resisténcia Hall correspondem a
multiplos da constante de von Klitzing. Imagem tiradade [38] . . . . .
Efeito Hall quantico de spin como a sobreposicdo de dois EHQs, onde nos
estados de bordas temos dois canais condutores cujo spin e 0 momento
dos elétrons estdo correlacionados. Tais estados eletronicos sdo ditos
helicoidas. Imagem tiradade [38] . . . . . . ... ... ... .......

Figura 2.6 — Tabela periddica de isolantes topologicos e supercondutores; 6 = d — D,

Figura 2.7 -

onde d é a dimensdo do espaco e D+1 é a codimensdo dos defeitos; a
coluna mais a esquerda (A; AIII; ...; CI) denota as dez classes de simetria
de hamiltonianos, que sio caracterizadas pela presenca ou auséncia de
simetrias de reversdo temporal (T), particula-buraco (C) e quiral (S) de
diferentes tipos denotadas por +1. As entradas Z, Z2, 27 e 0 representam
a presenca ou auséncia de isolantes ou supercondutores topoldgicos nio
triviais ou defeitos topologicos, e quando eles existem, os tipos desses
estados. Tabela tiradade [33] . . .. ... ... ... ... ........
Diagrama esquematico que ilustra a processo de fabricagdo de fios quan-
ticos a partir de pontos cataliticos de ouro através da fotolitografia de fase
deslocada e corrosio, e o crescimento de fios quanticos. b) Um exemplo

26

28

29

30

31

32

de fio quanticos de ZnO em uma matriz hexagonal. Imagem tirada de [66] 41

Figura 3.8 — Arranjo de eletrodos distribuidos periodicamente sobre um fio quantico

na interface de uma heteroestrutura semicondutora. . . ... . ... ..



Figura 3.9 — Os saltos intra (inter)-célula agem dentro (através) de uma célula unitaria
com 7 sitios; os saltos o conservam o spin e os saltos 8 invertem o spin.
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1 INTRODUCAO

A tecnologia utilizada em nosso dia-a-dia € produto de muito empenho de cientistas
e engenheiros que buscam, a partir do conhecimento estabelecido até o momento, melhorar
os dispositivos ja existentes e criar novos, visando a melhoria das condicées de vida da
populacio humana. Mais recentemente, questoes relacionadas a propria sobrevivéncia de
nossa e de outras espécies tém entrado nas discussoes e elaboragdes de politicas cientificas

pelas instituicdes nacionais e mesmo transnacionais.

A fisica da matéria condensada - a ciéncia que descreve a matéria em um nivel
fundamental - tem grande relevancia nesse contexto. Muitos dos materiais e dispositivos
eletronicos que usamos em nosso cotidiano, como os processadores de nossos computadores
e celulares (que estdo cada vez mais eficientes), as células fotovoltaicas (uma das esperancas
para a energia limpa), e as telas de nossos dispositivos sdo produtos dos avancos da pesquisa
em fisica da matéria condensada. Nao obstante seu enorme impacto tecnologico, a fisica da
matéria condensada ndo se limita a aplicar o que sabemos atualmente. Principalmente, ela
se propde a cultivar o conhecimento obtido no passado e, quando necessario, contesta-lo,
para descobrirmos novos fendémenos.

Quando estudamos as particulas elementares e suas interagdes em um nivel quantico
entendemos porqué existem metais, isolantes, semicondutores, supercondutores, materiais
paramagnéticos e ferromagnéticos, etc. Desde a década de 1980 pelo menos, os cientistas
tém descoberto que as fases da matéria podem também ser distinguidas por propriedades
topologicas que, apesar de ndo serem diretamente mensuraveis, impactam radicalmente as
propriedades do material.

A medida que vamos avancando em nosso conhecimento dos materiais e em nossa
habilidade de sintetiza-los, torna-se possivel estudar seu comportamento sob as mais diversas
condicdes de campos externos, radiacdo eletromagnética, variagdes de temperatura, etc.
Essa habilidade tem acelerado a descoberta de novos fendmenos elétricos, magnéticos e
oticos, e de novas particulas emergentes na matéria, além dos prétons, elétrons e néutrons
que constituem os 4tomos individualmente. Um exemplo interessante sio as excitacoes de
Majorana em supercondutores topolégicos [1]. Essa area de pesquisa é um belo exemplo
de como a combinagdo entre materiais comuns, explorando-se efeitos de proximidade, e
a aplicacdo de campos externos pode gerar novas e intrigantes fases da matéria. Tem-se
especulado que as excitacdes de Majorana podem culminar na tdo aguardada computagdo
quantica e suas implicacdes revolucionarias. A campo da computacdo quantica tem atraido
a atencdo mundial a qual terd um impacto profundo na economia global, no progresso social
e na vida humana. Os computadores quinticos tém a capacidade de revolucionar o uso do
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“Big Data” gracas a sua capacidade de realizar equacdes matematicas complexas e processar
quantidades substanciais de dados. Desde sua proposta, o interesse de pesquisadores de
ciéncia fundamental e atores industriais como Google, Microsoft, IBM, Intel e Lockheed
Martin aumentou exponencialmente neste campo. Muitos qubits, como spin eletronico, spin
nuclear ou de estados excitonicos usando o grau de liberdade do pseudospin do vale em
sistemas semicondutores, foram propostos e explorados até o0 momento.

A beleza encontrada no Universo, a continua evolu¢do de nosso conhecimento da
natureza e a nossa capacidade em transformé-lo em tecnologia tém me fascinado desde
2013. A partir de minha escolha de doutorado, acabei por me enveredar pela investigacdo da
matéria condensada como profissdo. Essa tese € a sintese 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 ndo 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 do meu doutorado. A ordem de apresen-
tacdo 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
conteudos se distinguirem qualitativamente pelos sistemas investigados e métodos tedricos
utilizados. Apesar de circunstancial, a experiéncia de trabalhar com tépicos de enfoques tdo
diferentes contribuiu muito para minha formacdo, me dando uma perspectiva ampla de qudo
diversos sdo os fendmenos na matéria condensada. Apesar de fundamentalmente diferentes,
as Partes I e II foram estruturadas de maneira similar: teoria e aspectos experimentais gerais,
descricao dos modelos e materiais de nosso interesse especifico, apresentacio dos nossos
resultados e respectivas interpretacdes, e nossas conclusoes.

Na Parte I, temos como foco o estudo do diagrama de fases de um fio quantico
isolante, contendo acoplamento spin-6rbita e sob acio de um potencial elétrico espacialmente
modulado. O objetivo desse trabalho € analisar as possiveis transicoes entre as fases de
isolante trivial e topolégico, em especial focando nas linhas multicriticas que aparecem do
cruzamento entre superficies criticas no diagrama de fases.

A fim de contextualizar esse trabalho, comecamos a Parte I com uma apresentagdo
geral sobre transicoes de fase quanticas e topolégicas. Buscamos caracterizar essas transicoes
a partir de duas de suas assinaturas mais conhecidas: o fechamento do gap entre bandas de
energia e a ndo-analiticidade na energia do estado fundamental. Introduzimos a classificacdo
de Altland-Zirnbauer para as classes topoldgicas da matéria, e descrevemos detalhadamente
as simetrias nao-espaciais que formam a base dessa classificacao.

O fio quantico que € nosso objeto de interesse pertence a classe CII da classificacdo
de Altland-Zirnbauer que, em uma dimensao, é caracterizada pelo invariante topologico
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 topolégico
menos conhecido - um winding number modificado — que caracteriza topologicamente as
regides criticas no diagrama de fases onde o gap se fecha.

Na Parte I apresentamos ainda uma breve descri¢cdo da fisica das interacdes spin-
orbita e alguns métodos de realizacdo experimental de fios quanticos, temas também rele-
vantes para a descricdo e andlise do sistema proposto nessa parte.

Na sequéncia, apresentamos o modelo e a teoria especificos ao esquema de fio quan-
tico proposto, bem como nossos resultados e interpretacées dos mesmos. Nosso principal
resultado € que, em nosso modelo, a multicriticalidade gera um fendmeno inesperado, qual
seja, o comportamento critico das grandezas fisicas investigadas sem a ocorréncia de uma
transicdo de fase. Por fim, fechamos a Parte I com nossas conclusées e perspectivas futuras
sobre esse trabalho.

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

Iniciamos a Parte II com a descri¢do estrutural e quimica dos dicalcogenetos de
metais de transicdo, apresentamos as diferentes estruturas de bandas das monocamadas e
das heteroestruturas de Van der Walls desses materiais, e abordamos como as diferencas
no espectro estdo ligadas as diferentes respostas do material. Na sequéncia, apresentamos o
método k.p que resulta nos modelos efetivos que descrevem as excitacdes de baixa energia
nesses materiais. A teoria que descreve as interacdes entre elétrons e buracos em um sistema
de éxcitons, que leva a equacdo de Bethe-Salpeter, também € delineada. Varios outros aspectos
relevantes para a fisica de éxcitons em materiais sdo abordados, como a teoria de dindmica de
populacdes de éxcitons a partir da qual podemos calcular a intensidade de fotoluminescéncia
do material, e a polarizacao do vale para diversas condicdes externas. O calculo do tempo
de vida dos éxcitons e a influéncia do efeito de proximidade magnética sobre os niveis de
energia dos estados excitonicos também sao explorados. De modo que para este ultimo
foram realizados célculos para obtencdo do momento magnético efetivo que serd acoplado

a0 campo.

Ap0s essa exposicdo geral, apresentamos em mais detalhes as heteroestruturas de
Van der Walls investigadas e os resultados obtidos para a influéncia 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 comparacdo aos éxcitons intracamada, contribuindo para a polarizacdo do vale. A
heteroestrutura de MoS,/WS, 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 fotolumnescéncia préximo ao valor de campo critico. Em um
segundo trabalho exploramos a interacdo coulombiana de exchange e um campo magnético
externo como mecanismos de controle da superposi¢cdo dos estados excitonicos nos vales K
e K’ em monocamadas de TMD.



Parte |

Propriedades Topologicas de Sistemas
Unidimensionais
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1 Apresentacao

As propriedades de um material, como condutividade, magnetizacao, capacidade
térmica, etc, estdo ligadas a fase em que o sistema se encontra. Afim de conhecer os limites
de perturbacdo externa que um material suporta sem alterar tais propriedades ou como gerar,
no mesmo sistema, novas caracteristicas as transicoes da fase sdo estudadas. As transicoes
de fase s3o mudancas abruptas nas propriedades de um sistema, como energia e parametro
de ordem, causadas pela variacdo de pardmetros do sistema. Nos ultimos anos, houve um
grande interesse no estudo das transicoes de fase quanticas [2, 3, 4]. Essas transi¢des sdo
importantes para a fisica da matéria condensada, teoria quantica de campos e teoria da
informacdo quantica, e tém implicagdes em dreas como computacio quantica e ciéncia dos
materiais.

Existem diversos métodos para constatar uma transicio de fase quantica em um
sistema. A teoria padrdo de transicoes de fase prevé que ao ocorrer o fechamento do gap
entre as bandas de energias de um cristal ou uma néo analiticidade na energia do estado
fundamental do sistema ao variarmos certo parametro do sistema indica que esta ocorrendo
uma transicdo de fase.

Transicoes de fase quanticas podem nem sempre ser regidas por comportamentos
esperados em sistemas classicos, em particular, as transicoes de fase de materiais topologicos.
E o caso das transi¢des de fase encontradas no efeito Hall quantico por von Klitzing [5].
Tais transi¢cdoes mostravam mudancas abruptas na condutividade causadas pela variacao
do campo magnético perpendicular a amostra. A interpretacdo desse fendmeno sé veio
mais tarde com D.J. Thouless, M. Kohmoto, M.P. Nightingale e K. den Nijs, que mostraram
que tais fases eram regidas por parametros globais robustos a perturbacdes, chamados de
invariantes topologicos [6]. Portanto, é necessario mudar o invariante topolégico do sistema
para que ocorra uma transicao de fase topologica.

As simetrias ndo espaciais, como quiral, de reversdao temporal e particula-buraco,
ganham destaque no estudo das fases topologicas. Pois pela combinacao da presenca ou
auséncia de tais simetrias podemos prever a existéncia ou ndo de fases topologicas. Nao s6
isso, € possivel também saber qual o invariante que rege a fase topoldgica esperada. Uma
tabela que considera as possiveis combinacdes das simetrias quiral, reversdo temporal e
particula-buraco, e as diversas dimensdes possiveis de sistemas, mostrando as configuracoes

que poderiam abrigar fases topolégicas, foi elaborada por Altland e Zirnbauer [7].

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

O presente trabalho tem como objetivo estudar o diagrama de fase de um isolante
topologico pertencente a classe CII submetido a um campo elétrico modulado espacialmente,
caracterizado pelo invariante topolégico winding number, em funcio dos acoplamentos
spin-6rbita de Dresselhaus, Rashba, Rashba modulado e da fase da modulacao espacial.
Para estudar a estrutura eletronica foi desenvolvido um modelo em Tight-Binding para um
sistema unidimensional com quatro sitios por célula unitaria considerando os termos de
acoplamento spin-6rbita mencionados anteriormente. Foi adaptado o cilculo do winding
number para que fosse possivel caracterizar também a topologia das superficies criticas de
transicdo de fase. Além disso, foi realizado o cdlculo das energias do estado fundamental e
do estado excitado em caminhos especificos, passando por transicoes de fase, e realizando
as derivadas de tais resultados, com o objetivo de estudar a ocorréncia e grau de transicdo de
fase para os caminhos escolhidos.

Obtivemos um diagrama de fase que possui fases triviais e topolédgicas divididas por
superficies criticas que se interceptam. Na interseccdo das superficies criticas temos uma
linha multicritica onde ocorre uma ndo analiticidade da energia do estado fundamental o
fechamento do gap de energia, mas nenhuma transicdo de fase desafiando a teoria padrao
de transicdo de fases quanticas.
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2 Aspectos gerais da teoria e do sis-
tema investigado

2.1 Transicoes de fase quanticas

As transicoes de fase sdo observadas em uma grande variedade de sistemas fisicos, na
matéria condensada, na mecanica estatistica, e na fisica de particulas. Elas sdo caracterizadas
por mudancas subitas nas propriedades de um sistema, como sua energia e parametro de
ordem, como resultado de mudancas em parametros do sistema, como temperatura e pressao,

ou da aplicacdo de campos externos.

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

O estudo das QPTs tem importantes implicacdes para muitos campos da fisica, como
a fisica da matéria condensada, a teoria quantica de campos e a teoria da informac¢ao quan-
tica. Grande esforco tem sido aplicado em entender as propriedades fundamentais dessas
transicoes de fase, bem como desenvolver novas aplicagées em dreas como a computacio

quantica e a ciéncia dos materiais.

Como um exemplo, na informacdo quantica, as QPTs sdo estudadas para entender
como a informacdo é armazenada e processada em sistemas quanticos, tendo trabalhos
recentes que propdem como poderiam ser implementadas [15, 4, 16]. Os sistemas quanticos
sdo diferentes dos sistemas classicos, pois as particulas quanticas podem estar em estados de
sobreposicdo, o que permite computadores quanticos realizem célculos de forma mais efici-
ente do que os computadores classicos. Compreender as QPTs ¢ importante para desenvolver

novos algoritmos e avancar na computacdo quantica.

Alguns comportamentos podem ser indicativos que o sistema estudado esta passando
por uma QPT, como por exemplo, a mudanca de simetria do sistema, comportamento critico
de funcdes termodindmicas, 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 nocdo de que o fechamento do gap entre a
banda de mais alta energia ocupada de um cristal e a banda de mais baixa energia desocupada
quando da variacdo de um parametro do material indica a ocorréncia de uma transicao de
fase[17]. Essa nogao se originou da teoria de Landau para transicoes de fase[18]. Na teoria
de Landau, as transicoes de fase sdo caracterizadas pela mudanca de comportamento de
uma grandeza termodindmica, como a energia livre, em fun¢do de um parametro, como
a temperatura. Quando o parametro indutor da transicdo de fase se aproxima do ponto
critico, a energia livre comeca a exibir um comportamento singular e ndo analitico, o que
¢ refletido por uma divergéncia na derivada da energia livre em relacdo ao pardmetro . A
transicdo de fase também ¢é caracterizada pela alteracdo de alguma ordem no sistema que
pode ser mensurada através de uma mudanca brusca na grandeza fisica associada a essa
ordem, chamada de parametro de ordem. Por exemplo, uma alteracdo no alinhamento dos
momentos de dipolo magnético de um cristal é assinalada por uma mudanca brusca na

magnetizacao.

Aideiade que a teoria de Landau pode ser generalizada para o caso quantico ¢ baseada
na hipotese de que o comprimento de correlacdo de um sistema quantico € inversamente
proporcional ao gap. Quando o gap se anula, o comprimento de correlacdo diverge, e o
sistema deve exibir uma mudanca qualitativa em seu comportamento, uma QPT.

Um exemplo de fechamento de gap que indica uma QPT é o modelo de Ising quantico
em uma dimensao[19]. Quando hé interacdes entre spins vizinhos, esse modelo apresenta
uma QPT entre um estado paramagnético (spins orientados aleatoriamente), e um estado

ferromagnético (spins em uma orientacdo média).

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

H =-J) 6i6)-ig)> 6t (2.1

) i
onde J>0 € a constante de troca que esta relacionada a intensidade de interacdo entre os
spins, g € um parametro adimensional que serd usado como indutor de uma QPT e &7 sdo

as matrizes de Pauli o = {x,y,z} para os sitios de préximos vizinhos n{i, j}.

As matrizes de Pauli sdo escritas como

X 01 R 0 —i R 1 0 2.2)
g, = , O, = , 0,= . .
x 1 0 Y i 0 z 0 —1

De modo que, para g = 0, s teremos o primeiro termo na Equacdo 2.1, e os autoesta-
dos de spin orientados em | 1) ou || ), com os autovalores +1 e —1, respectivamente. Contudo,
temos dois limites possiveis que devem ser observados, parag > 1e g < 1. Quando g > 1,
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o segundo termo domina, resultando em spins vizinhos com baixa interacio relativa. Nesse
caso, o estado do sistema ¢ caracterizado por uma falta de correlacdo quantica a longo al-
cance, o que significa que as flutuacées quanticas entre diferentes regides do sistema sdo
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 ¢ dominado por flutuagdes
quanticas, e o estado do sistema ¢ caracterizado por correlagdées quanticas a longo alcance
entre diferentes regides do sistema que favorecem o alinhamento entre os spins.

Hé um valor critico de acoplamento, g = g., em que ocorre QPT entre esses regimes.
Para g>g. o estado fundamental obedece um paramagnetismo quantico. J4 para g<g., os
spins tendem a se alinhar em grandes blocos, ocorrendo um alinhamento ferromagnético
dos spins . Logo, em g = g, o comportamento dos spins muda drasticamente e essa QPT ¢
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 (a direita) e ferromagnético
(a esquerda), separados pelo ponto de transicio de fase caracterizado pela auséncia de gap.

g<gc g=gc 9>ge
Figura 2.1 - Regimes com gap, paramagnético (a direita) e ferromagnético (a esquerda), separados
pelo ponto de transicio de fase caracterizado pela auséncia de gap.

2.1.2 Nao-analiticidade da energia do estado fundamental

Em alguns sistemas fisicos, a energia do estado fundamental pode ser ndo analitica
em relagdo a uma certo conjunto de parametros [20, 21]. Isso significa que a energia nio
pode ser expressa como uma série de poténcias em torno desse ponto. Em particular, a ndo
analiticidade da energia do estado fundamental pode estar relacionada a existéncia de uma
transicdo de fase.

A derivada da energia do estado fundamental em relacdo a uma quantidade fisica
pode ser utilizada para investigar sua possivel ndo analiticidade[22]. Se a energia ¢ analitica,
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entlo a sua derivada com relagdo a variavel de interesse também ¢ analitica. No entanto, se
a energia ndo € analitica, entdo a sua derivada pode ser descontinua ou singular em alguns
pontos. A ordem da transicao de fase ¢ indexada pela ordem da derivada em que ocorre a
descontinuidade. Uma transicdo de fase de primeira ordem tera descontinuidade na primeira

derivada da energia, de segunda ordem na segunda derivada, e assim sucessivamente.

Particularmente, as transicoes de fase de segunda ordem sdo de grande importancia
na fisica teorica e experimental [23, 8, 18, 20]. Elas ocorrem em muitos sistemas fisicos,
desde sistemas magnéticos e supercondutores até transicoes de fase quanticas e relativisticas.
Essas transicoes siao caracterizadas por uma mudanca suave nas propriedades do sistema,

sem a presenca de uma mudanga abrupta na energia.

Na teoria cléssica, podemos considerar a energia livre F e sua relagdo com um
parametro de ordem relevante, como a magnetizacdo M em um sistema magnético. Em um

sistema magnético, a energia livre pode ser escrita como:

F=—k;TInZz, (2.3)
onde kj é a constante de Boltzmann, T é a temperatura e Z é a funcio de particio do sistema.

A magnetizacdo M pode ser escrita como uma derivada da energia livre em relagdo
ao campo magnético H, para uma temperatura T fixa:

oF
M= — (— . (2.4)

Na transicdo de fase de segunda ordem, a magnetizacdo M, ou seja, a derivada
primeira da energia livre, ndo apresenta descontinuidades, mas sua derivada em relacdo ao
campo magnético serd descontinua para algum valor critico H. do campo. E conveniente
escrever a magnetizacdo em torno do ponto critico H, como:

M =a(H — H,), (2.5)

onde a e 3 sdo constantes que dependem do sistema fisico em questdo. O expoente 8 é
conhecido como o expoente critico e € uma caracteristica importante da transicio de fase de
segunda ordem.

Outras derivadas da energia livre, como o calor especifico C e a compressibilidade
x, também podem apresentar singularidades em uma transicdo de fase de segunda ordem.
Essas singularidades também podem ser caracterizadas por expoentes criticos especificos do
sistema.

No caso quantico, em um sistema magnético, como o modelo de Ising, que exibe

uma transicao de fase de segunda ordem, a densidade de energia do estado fundamental
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(energia do estado fundamental por namero de sitios) ndo ¢ analitica em relagdo ao campo
magnético aplicado [23], tendo sua derivada segunda descontinua, como mostra a Figura
2.2[24].
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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 transicdo de fase quantica de segunda
ordem.

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

2.2 Transicoes de fase topologicas

As transicoes de fase quanticas topolégicas (topological quantum phase transitions
(TQPTs) do Inglés) tém sido um tépico de grande interesse na fisica, em particular na
fisica da matéria condensada, nas ultimas décadas [25, 26, 27, 28, 29]. Ao contrario das
QPTs convencionais, que sdo caracterizadas por um parametro de ordem, as TQPTs sdo

caracterizadas por invariantes topologicos [30]. Para que ocorra uma mudancga no invariante
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topoldgico, e assim uma mudancga na fase do sistema, € necessario que o sistema passe por
transformacoes drasticas refletidas por mudancas globais no estado fundamental do sistema.

TQPTs ocorrem em sistemas quanticos onde o comportamento € governado por feno-
menos intrinsecamente quanticos, tais como superposicio, emaranhamento e interferéncia.
O estudo das TQPTs tem revelado uma série de fendmenos interessantes, como a presenca
de estados de borda que surgem na interface entre as fases [31], propriedades quanticas
robustas, como conducio sem dissipacdo e protecdo contra perturbagdes [32], e a relagdo

entre simetrias e topologia[33].

Essas caracteristicas unicas tornam as TQPTs, além de um tema de grande interesse
na fisica moderna, relevantes também para aplicagdes em dreas como a computacdo quantica
e a eletronica quantica. O estudo das TQPTs também tem revelado a existéncia de uma grande
variedade de estados quénticos topologicos diferentes [34].

Figura 2.3 - Tlustragdo esquematica do sistema para o efeito Hall quantico. Ao se aplicar um campo
B perpendicular ao plano da amostra com um gés de elétrons, um potencial elétrico Vy
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 topologico que hospeda estados de borda foi o sistema Hall quan-
tico. O Efeito Hall Quantico (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 previsdo. No entanto, antes de von Klitzing, Tsuneya Ando, Yukio Matsumoto
e Hajime Uemura propuseram um modelo teérico que previa o EHQ em 1975[37]. Esse
modelo consistia de um sistema bidimensional formado por um gés de elétrons em um
campo magnético perpendicular. A medida que o campo magnético era aumentado, ele
gerava niveis discretos de energia, conhecidos como niveis de Landau. Quando uma tensao
elétrica era aplicada na direc¢do perpendicular ao campo magnético e um campo elétrico
na terceira direcdo perpendicular, uma corrente elétrica era gerada. A Figura 2.3 ilustra o

sistema que produz o EHQ.
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Von Klitzing descobriu que a resistividade do material mostrava uma série de plateaus
quantizados - veja Figura 2.3 - em que a resisténcia elétrica era um multiplo exato de uma
constante fundamental, conhecida como constante de von Klitzing [5]. Esse resultado foi
surpreendente, jA que a resisténcia elétrica em materiais comuns nao tem uma relacdo

simples com nenhuma constante fundamental.

Pryr kO A
12F

10

8tk

pXX: Q

, A D W 1

0 ; 2 3 4 5 6 BT

Figura 2.4 - O grafico acima mostra a resisténcia Hall (o, ) e a resisténcia elétrica (o) em baixa
temperatura. Os patamares da resisténcia Hall correspondem a multiplos da constante
de von Klitzing. Imagem tirada de [38]

Ao se observar a equacdo da condutividade Hall transversa quéntico, o, vemos que

¢ quantizada em valores da varidvel adimensional N

Ne

Oy = (2.6)

onde e e h sdo 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 caracteristica
topologica do sistema, e ndo depende de detalhes microscopicos do material. O teorema
relaciona a condutividade Hall trasnversa quantizada a um numero inteiro topolégico, C,,
conhecido como numero de Chern.

C,e?
h b

Oyy = (2.7)

O numero de Chern se relaciona a transformacao no estado quantico de um elétron

a medida que € transportado em um loop fechado na zona de Brillouin. A equacio para o



31

namero de Chern (C,) é dada por:

1

Cr=5- L ) Q(k)d?k (2.8)

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

Qk) = V, x AKK) (2.9)

e A(k) = i(u(k)|Vi|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 observagdo do EHQ, foram descobertos novos materiais que apresentam
propriedades topologicas, como o Efeito Hall Quantico de Spin (EHQS)[39, 40], de onde se
originaram os isolantes topolédgicos, os supercondutores topolégicos com seus estados de
Majorana[41, 31], as os semimetais topolégicos [42].

A Figura 2.5 ilustra o sistema fisico resultante do EHQS; ele pode ser visualizado como
a sobreposi¢cdo de dois EHQs. No EHQS a borda carrega dois canais condutores caracterizados
pela conexdo entre o spin e o momento dos elétrons em cada canal. Tais estados eletronicos
sdo ditos helicoidas.

Figura 2.5 - Efeito Hall quantico de spin como a sobreposicdo de dois EHQs, onde nos estados de
bordas temos dois canais condutores cujo spin e 0 momento dos elétrons estio
correlacionados. Tais estados eletronicos sdo ditos helicoidas. Imagem tirada de [38]

2.3 Simetrias nao espaciais

Simetrias sdo fundamentais para o estudo da matéria pois elas determinam, em
grande medida, as propriedades fisicas do material e suas transicdes de fase[23]. Por exemplo,
a simetria de reflexdo é importante para entender as propriedades 6ticas dos materiais[43],
enquanto a simetria de rotacdo é importante para entender as propriedades magnéticas[44].
Reflexdo, rotacdo, inversao, e translacdo sio as simetrias espaciais que envolvem transforma-
¢oOes nas posicoes das particulas que constitutem um material.
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No contexto de materiais topoldgicos, a teoria de Altland e Zirnbauer categoriza os
materiais topologicos com base em simetrias ndo espaciais - a simetria de reversao temporal,
a simetria quiral, e a simetria particula-buraco [45]. Dependendo da presenca ou auséncia
dessas simetrias a classificacdo de Altland-Zirnbauer nos indica a possibilidade de uma fase
topologica para certa dimensionalidade do sistema, juntamente com o tipo de invariante
topologico correspondente. A Figura 2.6 mostra a tabela que resume a classificagdo de
Altland-Zirnbauer, também conhecida como ten-fold way devido as dez classes topoldgicas

que contém.
0
Class T C S 0 1 2 3 4 5 6 7
A 0O 0 0 ZzZ 0 Z 0 Z 0 Z 0
Al o 0 1 0 z 0 VA 0 Z 0 VA
Al + 0 0 z 0 0 0 222 0 Z, Z,
BDI + + 1 2z, Z 0O 0 0 22 0 2Z
D o + 0 2z, zZ, Zz 0 0 0 22 0
pm - + 1 0 2z Z, Z 0 0 0 2Z
Al - 0 0 22 0O Z, Z, Z 0 0 0
cl - -1 0 22 0 Z Z, Z 0 0
C o - 0 0 0 22 0 2Z, Z, Z O
CI + — 1 0 0 0 22 0 Z, Zy, Z

Figura 2.6 — Tabela periodica de isolantes topologicos e supercondutores; § = d — D,onded é a
dimensao do espaco e D+1 é a codimensao dos defeitos; a coluna mais a esquerda (A;
AIIL, ...; CI) denota as dez classes de simetria de hamiltonianos, que sdo caracterizadas
pela presenca ou auséncia de simetrias de reversdo temporal (T), particula-buraco (C) e
quiral (S) de diferentes tipos denotadas por +1. As entradas Z, Z2, 27 e 0 representam a
presenca ou auséncia de isolantes ou supercondutores topoldgicos ndo triviais ou
defeitos topoldgicos, e quando eles existem, os tipos desses estados. Tabela tirada de [33]

Para detectar a presenca de tais simetrias no sistema, pode-se estudar as relacdes
de invariancia do Hamiltoniano de Bloch de particula tinica sob acdo dos operadores que
caracterizam a simetria. Sendo mais objetivo, um Hamiltoniano de Bloch de particula
unica H(k), onde k é o momento da particula, € invariante sob transformacoes quiral
(S), de reversdo temporal (T) e de particula-buraco (C) se satisfaz as seguintes relacdes de

invariancia:

SH(k)S™! = —=F((-k)
TH(k)T ™ = F*(=k) (2.10)
CH(k)C™! = —H*(—k)
onde 8, J e C sdo matrizes que representam as partes unitarias de S e T e C, respectivamente
[7].Em um cristal, o termo particula unica"refere-se aos elétrons das camadas mais externas

dos 4tomos, em uma aproximagao de elétrons nio interagentes entre si, apenas com 0s

nucleos atdmicos localizados nos sitios 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 ndo possuam interacdo entre quaisquer dois pontos no mesmo

subsistema.

A simetria quiral pode ser representada através de operadores projecao
PAB =" 3 |k,i) (ki (2.11)
k i€A/B

onde |k,i) ((k,i|) é o estado ket (bra) de uma tinica particula com momento k no ponto i do
subsistema A/B, i = 1,2, --- ,2r. Podemos definir spinores de dimensao 2r

(ki
(k=1 k) = (oo 1kji) - [k, j) =) (2.12)

(k. jl

comi € Ae j € B. Assim a equacdo (2.11) pode ser escrita como

PA/E =" |ky PA/E (K|, (2.13)
k

onde as entradas da matriz P4/? sdo dadas por:

Yk P el = Y Ik (k|

Lj i€A/B
. (2.14)
AT _ 5, seie A/B
ij . .
0, caso contrario.
Assim sendo, as matrizes 2r X 2r P4 e P8 podem ser vistas como
1 0 0 0
o - 10 -0 10 1
_'PA — — 1 = —(1 1
0 0 0 0 (0 0>® rXr 2( 2x2+az)® rXr
0 00 0
(2.15)
0 00 0
o .- 00 ---0 00 1
PP = =(0 1)®1rxr=§(12x2_az)®1rxr
0 0 0 1
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onde ® € o produto tensorial entre matrizes, 1,,, € a matrix indentidade r X r e g, é a terceira

matriz de Pauli.

E comum descrever a tranformacio 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=>1k)Skl|
k (2.17)

S=PA—-PP=0,Q@1,,
onde temos que usar (2.15) para escrever a ultima equacao.

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
pratica, ao analisarmos um dado sistema, precisamos especificar o critério de particdo a fim
de determinar se o sistema tem ou nio aquela simetria quiral. A matriz dada na Eq. (2.17)
aplicada na primeira relacio de invariancia das Egs. (2.10) implica que (k) admite uma
forma blocada anti-diagonal.

2.3.2 Simetria de reversdo temporal

A simetria de reversdo temporal € descrita em termos do operador reversdo temporal
T = UK (2.18)

onde U € um operador unitédrio e K € a operacdo complexo conjugado, que toma o complexo

conjugado de um numero sobre o qual esteja atuando.

A Eq. (2.18) para o operador T resulta de sua acdo de inverter o momento e o spin de
uma particula: enquanto K inverte o momento k de um estado de particula tnica expresso
ikx

em termos de ondas planas e'**, U inverte o spin. Para elétrons, cujo spin assume dois valores

possiveis,

T |k,t)=—-1|-k,—1T) (2.19)

onde |k,T), T = +, é 0 estado de um elétron com momento k e spin 7, e o sinal —7 ap6s a
transformacao de deve a particularidades da 4lgebra de spins.

|l

Sejam

+) =
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os vetores ortogonais representando os dois possiveis estados do spin eletronico. Vemos que
o —1|[1] _ o o -1]fo]|_|[1
1 ollof  [-1 1 o||-1] |o

—ioy|t) = —1| — 1),

que ¢é justamente a transformacgdo da parte de spin dos estados nas Egs. (2.19), ou seja,
U = —ig,,.
Dessa forma, obtemos que

T = —io,K. (2.20)

O operador da Eq. (2.20) age sobre um estado de um elétron do tipo da Eq. (2.19), isto &,
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 namero de sitios por
célula unitaria em uma rede na qual o elétron vive, além dos 2 graus de liberdade por conta
do spin. Podemos escrever o operador de reversdo temporal da seguinte forma,

T =) k)T (kK (2.21)
k

onde (k| e |k) sdo spinores bipartidos de dimensao 2r. Se eles forem bipartidos em relagio
ao spin temos

(k,1+|
(k,2+|

k) = [lk,14) [k.24) -+ [kr+) [k1=) [k,2=) -+ [kor=)] (k| = zllzt: . (22)

spin+ spin— <k 2_|
b

<kar_|

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

T =(=i0,) ® 1o, (2.23)
Se ao invés disso, escolhermos a biparticdo em termos dos sitios impares e pares temos que

T =1, ® (—ioy). (2.24)
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Para sistemas sem spin temos que J = 1,,,.

Note que, para elétrons, T = — — T~' = —T, onde I = ), |k){k| ¢ o operador
identidade.

Quando substituimos a matriz J” na segunda relagdo de invariancia das Egs. (2.10)
obtemos as condicOes sobre as entradas do Hamiltoniano de Bloch impostas pela simetria

de reversao temporal.

2.3.3 Simetria particula-buraco

Nos sistemas com reversio temporal e simetria particula-buraco, a simetria quiral esta
automaticamente presente. Em tais sistemas, S = TC, onde C € o operador particula-buraco.

Assim sendo, assumindo um sistema que possua as trés simetrias,

C=T"'S
C=-TS

(2.25)

Na escolha de uma base para representacdo de S e T, se escolhermos nosso spinor
particionado em termos de sitios pares e impares, entdo $ = g, ® 1,,,, ja 0 operador reversiao
temporal toma a forma J” = 1,,, ® (—0,). Se, como outra alternativa, escolhermos (2.22),
entdo I = (—io,) ® 1,4,, porém temos § = 1,,, ® o,.

Nao obstante, qualquer que seja a base adotada as relacdes de simetria em 2.10 nlo

mudam, pois ndo dependem de qual representa¢do usada.

Quando substituimos a matriz € na ultima relagdo de invariancia das Egs. 2.10
obtemos as condicOes sobre as entradas do Hamiltoniano de Bloch impostas pela simetria

particula-buraco.

2.4 Winding Number

Os invariantes topologicos sdo ferramentas fundamentais no estudo de materiais
quanticos topolégicos. Eles sdo grandezas fisicas que permanecem inalteradas sob deforma-
coes continuas do sistema, permitindo a classificacdo dos materiais topolégicos em diferentes
condicoes. Esses invariantes sdo frequentemente expressos em termos de nameros inteiros
, € refletem a topologia do espaco de Hilbert do sistema. Alguns exemplos de invariantes
topologicos incluem o nimero de Chern, o indice de Wannier, o indice Z,, dentre outros|7].
A importancia dos invariantes topologicos estd no fato de que eles sdo robustos contra pertur-
bacdes e imperfeicdes, tornando-os ferramentas poderosas na busca por novos materiais com

propriedades unicas e promissoras para aplicacoes na eletronica e na computagdo quantica.
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Em fases com a presenca de gap entre a banda de valéncia e conducdo, com a presenca
das simetrias de reversdo temporal, quiral e particula-buraco do tipo CII[7] (veja Fig. 2.6),
temos que o invariante topologico que descreve as fases de sistemas unidimensionais nessa
classe € 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, entdo F (k) assume a forma blocada anti-diagonal

(2.26)

500 = [ 0 Fuslk) ]

.’.
I,z (k) 0
onde H ,45(k) é a matrizr/2 X r/2 contendo as conexdes entre as sub-redes.

O winding number W é definido como o niimero de revolucdes que o nimero com-
plexo det[H 45(k)] faz em torno da origem do plano complexo quando k caminha pela zona
de Brillouin, de —7 & 7.

Este determinante pode ser escrito como
det[H 45(k)] = h, (k) + ik, (k) = R(k)e'?®, (2.27)

onde h,(k) (h,(k)) ¢ a parte real (imaginéria) de det[J(,5(k)], enquanto R(k) e p(k) =
tan™ (%) sdo 0 mddulo e dngulo do vetor no plano.

X

Segue-se que o winding number poder ser escrito como W = —(27)~! [ de, ou

1 T
W=—s- [ ] d pdk (2.28)

onde d, = :—k. O sinal negativo na Eq. (2.28) ¢ introduzido para fazer com que W > 0 ja que,
como veremos, det[H ,5(k)] se enrola no sentido horario, isto €, dp < 0.
Partindo de que,
d¢ 0¢
d¢ = —dh, + —
?= =t a,

podemos chegar em uma outra expressao util para o cidlculo do winding number:

dh,, (2.29)

1 h.dh, — h,dh,
2 Jyy K24 R

(2.30)

A formulacdo acima € valida se det[F( ,5(k)] ndo se anula em todos os valores de k
entre —7 e 7. De fato, se existe k = k' tal que det[H ,5(k")] = 0, entdo o loop de det[F 45(k)]
passa exatamente pela origem do plano complexo quando k = k’ e, portanto, o winding
number W fica indefinido.
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Vimos que na transicdo de fase, o gap se fecha. Isso acontence justamente nos pontos
k' onde det[H ,5(k")] = 0 pois, nesse caso, det[F((k’)] = 0, e portanto F((k’) tem pelo menos
um autovalor igual a zero. Mas como a simetria quiral implica que as bandas sdo simétricas
em relacdo a energia E nula, entdo (k') tem, na verdade, pelo menos dois autovalores
iguais zero, ou seja, o gap se fecha em (k = k’,E = 0). A simetria de reversdo temporal, por
sua vez, implica que as bandas sio simétircas em relacdo a k = 0, logo ou o gap se fecha em
(k = 0,E = 0) ou em pares de pontos simétricos em relagio a k = 0, (k = k,E = 0).

Conclusdo: Na transicdo de fase, quando o gap se fecha, o winding number se torna
indefinido. Nas regides do espaco de parametros onde o gap se mantém aberto, o winding
number assume algum valor inteiro. Finalmente, o bulk-boundary theorem estabelece a
relacdo entre o valor de W e o namero de estados de borda topolégicos, com W # 0 (W =
0) correspondendo a uma fase topoldgica com um ntmero inteiro de estados de borda
topologicos (fase trivial com zero estados de borda topolégicos) [30].

E possivel caracterizar topologicamente o sistema quando ele estd na fronteira das
fases com gap, ou seja, quando o gap se fecha. Seguindo a proposta da Ref. [2], quando
0 espectro estd sem gap, definimos winding numbers locais W_. calculados em torno de
cada ponto de fechamento do gap (g, k. ), onde g € a cole¢do de valores criticos no espaco
de parametros do sistema. Especificamente, W, é definido como o ntimero de vezes que
det[H 45(k)] gira ao redor da origem do plano complexo, & medida que o ponto (g, k) se move
no espago parametros-momento, ao longo de um pequeno contorno anti-horério C, centrado
em (g, k. ), sendo este o tnico ponto de fechamento do gap dentro de C,. Analogamente ao
calculo de W na Eq. 2.30, os invariantes Wi podem ser calculados com a férmula,

1 [ hdh,—h,dh,
2o, RE+h2

onde h, e h, varia com (g, k) circulando ao longo de C,.

(2.31)

+

Diferentemente de W, que € um invariante global envolvendo um célculo sobre toda
a Zona de Brillouin, W sdo locais, no sentido de que sdo definidos em uma pequena regido
no espaco pardmetro-momento. O winding number acumulado que caracteriza um espectro
sem gap ¢ dado pela soma das contribuicdes individuais dos pontos de fechamento de gap
na Zona de Brillouin: W = W, + W_.

2.5 Interacao spin-orbita

Um ingrediente frequente em materiais topoldégicos € a interacdo spin-Orbita que
surge a partir do acoplamento do spin do elétron ao movimento orbital atdmico, sendo esse
acoplamento afetado pelas propriedades da estrutura cristalina. O acoplamento spin-6rbita
de Dresselhaus surge a partir da assimetria de inversdo espacial em materiais semicondutores
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[46]. Ver Figura 2.17. Esse tipo de assimetria de inversdo é também muito encontrada
nos dicalcogenetos de metais de transicao resultando em fendmenos interessantes nessas
estruturas[47].

A contribuicdo da interacdo spin-orbita de Dresselhaus para o Hamiltoniano de um
elétron ¢ dado por

HSDO = aD(pxo-x - pyo-y)’ (232)
onde ay, € a intensidade do acoplamento de Dresselhaus, que depende das propriedades do

material, o, 830 as matrizes de Pauli,e p, e Py $30 0s momentos lineares nos eixos x e y,
respectivamente.

Em um modelo de tight — binding unidimensional ao longo de x, a interacdo spin-
orbita de Dresselhaus se torna

N
H?O == Z Z ino'chg Cl,gcn+1,§/ + H.c. (2.33)
n=1§{'=1,|

onde cZ ¢ (c,¢) € 0 operador criacdo (destrui¢do) para um elétron no sitio n com projecdo
de spin & =1, | ao longo de um eixo de quantizacio, y,, « aj é a intensidade da interagao,

com oig o elemento £&’ de o,, N o numero total de sitios, e H.c. — "hermitiano conjugado”.

Além do acoplamento spin-orbita devido a assimetria de inversao do proprio cristal,
podemos induzir outra interacdo spin-orbita seja pela construcao de uma heteroestrutura
ou pela aplicacdo de uma campo elétrico externo perpendicular ao plano de movimento dos
elétrons, ou ambos, gerando uma quebra de simetria de reflexdo na direcdo de crescimento
da heteroestrutura ou do campo. Essa é a chamada interacao spin-orbita de Rashba. A falta
de simetria de reflexdo através da interface cria um campo elétrico perpendicular a interface,
que modifica a distribuicao do potencial ao longo da interface. Esse campo elétrico efetivo,
por sua vez, produz uma perturbacao no acoplamento spin-orbita dos elétrons. A interagcdo
spin-6rbita de Rashba tem sido estudada experimentalmente em varios sistemas, como em

interfaces de camadas semicondutoras [48] e superficies de metais pesados [49].
A interacdo spin-6rbita de Rashba[50] pode ser descrita pela seguinte equagio:
HE = ag(o.p, —0,p0); (2.34)
onde ay é a constante de acoplamento de Rashba.

Em um modelo de tight —binding unidimensional ao longo de x, podemos reescrever
a equacdo para a interacdo spin-orbita de Rashba como

N
I:Igo =- Z Z lYR(n)O'Eg cz’%«cn+1’§/ + H.C. (2_35)
n=1§£§'=1,]
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!
onde y; x ay € a intensidade da interacdo, com 655

Yr +7x(n), sendo y (y(n)) a contribuicao da interacdo spin-orbita de Rashba intrinseca do

o elemento §§’ de o). Aqui yx(n) =

material (devida ao campo elétrico externo). Essa tltima pode ter uma dependéncia espacial
com n caso a intensidade do campo elétrico externo tenha uma dependéncia espacial.

2.6 Fios Quanticos

A escolha de sistemas quanticos para a realizacdo de processamento e transmissao
de informacdo tem se tornado cada vez mais relevante na atualidade. Isso se deve ao fato de
que os sistemas quanticos possuem propriedades tinicas que os tornam capazes de realizar
tarefas que seriam impossiveis para sistemas classicos. Além disso, a tecnologia quantica tem
potencial para revolucionar areas como criptografia, computagdo, comunicacio e simulacio
de sistemas complexos [51, 52, 53].

No entanto, a escolha do sistema quantico adequado para uma determinada aplicacio
¢ um desafio que envolve varios fatores, como a facilidade de manipulacio dos qubits (os bits
quanticos) [51], a robustez do sistema em relagio a ruidos e erros [54] e a disponibilidade de
recursos tecnologicos [55].

Nos ultimos anos, tem havido um grande interesse na pesquisa em fios quanticos e
nas suas potenciais aplicacdes em tecnologias quanticas, como a computa¢do quantica e a
comunica¢do quantica. Esse interesse tem sido impulsionado por avancgos significativos na
fabricacdo e no controle de dispositivos quanticos de estado so6lido, que incluem, além dos
fios quanticos, outros sistemas como pontos quanticos e circuitos supercondutores [56, 57].

A pesquisa em fios quanticos tem sido particularmente intensa, com varios grupos
explorando diferentes materiais e geometrias de fios para alcancar uma melhor eficiéncia
e controle dos qubits quanticos [58, 59, 60]. Além disso, o uso de fios quanticos tem sido
proposto como uma plataforma promissora para a criacio de redes quanticas, que podem

ter aplicacoes em comunicagao segura e em simulacdes quanticas distribuidas [61, 62, 63].

Nesse contexto, as particulas de Majorana tém sido alvo de grande interesse, uma vez
que elas possuem propriedades topolégicas que as tornam intrinsecamente protegidas contra
perturbacdes externas e podem ser preditas em semicondutores unidimensionais [57, 64].
Recentemente, pesquisadores conseguiram observar essas particulas em fios quanticos de
estado solido [57], abrindo novas possibilidades para a criacdo de qubits quanticos robustos
e aprimorando a compreensdo dos fendmenos quanticos em sistemas de baixa dimensionali-
dade. Essa descoberta representa um marco importante na pesquisa de fios quanticos e na
busca por tecnologias quanticas mais avancadas. Inclusive, em estudos recentes foi relatado
experimentalmente a evidéncia de topologia de Majorana em uma juncio de Josephson
planar[65].
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A producio de fios quanticos em heteroestruturas semicondutoras é alcancada através
de varias técnicas, incluindo epitaxia de feixe molecular, crescimento de vapor-liquido-sélido
e litografia de feixe de elétrons. Em 2006 Hong Jin Fan et al [66] descreve como esses
procedimentos sdo 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.

(a)

( Metal film

l Spin on photoresist

l Pattern photoresist

l Etch metal film —_— Remove resist —_ Growth of nanowires

100-300 nm
50- 200 nm
-

S i
Figura 2.7 — Diagrama esquematico que ilustra a processo de fabricacdo de fios quanticos a partir de
pontos cataliticos de ouro através da fotolitografia de fase deslocada e corrosdo, e o

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

A técnica de epitaxia de feixe molecular envolve a deposicdo de camadas atdbmicas
de materiais semicondutores em uma superficie cristalina previamente preparada. Essas
camadas atdmicas sdo depositadas em uma sequéncia cuidadosamente controlada para criar
uma estrutura em camadas que pode ser convertida em um fio quantico através da remogdo
seletiva de algumas camadas. A técnica de crescimento de vapor-liquido-sélido envolve
a deposicdo de uma goticula de metal, geralmente ouro, em uma superficie cristalina. O
material semicondutor € entdo depositado sobre o metal, que atua como um catalisador
para o crescimento do fio quantico. A litografia de feixe de elétrons é uma técnica que
envolve a utilizacdo de um feixe de elétrons para criar um padrdo em uma camada de
material fotossensivel. Esse padrdo ¢ entdo transferido para a superficie cristalina, que é
posteriormente utilizada para o crescimento do fio quantico.

Os fios quanticos em heteroestruturas semicondutoras tém propriedades quanticas
Unicas, que sio devido a sua pequena escala e limitacées dimensionais. Essas propriedades
incluem a quantizagdo de energia e momento angular. O resultado € uma estrutura com
propriedades eletronicas que podem ser ajustadas para um conjunto especifico de aplicacdes
eletronicas, como dispositivos semicondutores de alta eficiéncia, transistores de inico elétron,

células solares, sensores, lasers e detectores de fotons tinicos.

Devido sua baixa dimensio, torna-se dificil a interacdo com fios quanticos visando o
aparecimento de novas propriedades. Uma das formas de se contornar essa desvantagem €
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o efeito de proximidade induzido pela juncao de materiais diferentes. Uma das principais
vantagens do uso do efeito de proximidade é que ele permite a criacdo de materiais hibridos
que possuem propriedades unicas. Por exemplo, ao utilizar o efeito de proximidade para
depositar um material sobre outro, é possivel combinar as propriedades eletronicas desses
materiais, criando novas propriedades que nao existiam antes. Isso pode ser utilizado para
criar materiais com propriedades magnéticas, elétricas e oOticas unicas. Por exemplo, a
deposicdo de um fio quantico em uma heteroestrutura semicondutora com Rashba possibilita
a existéncia dos estados de borda de Majorana[67].
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3 Multicriticidade em um isolante to-
poldgico unidimensional

3.1 Modelo e teoria

Em nossa investigacdo, serd analisado um sistema é composto por um fio quantico
que ¢ inserido na interface entre dois semicondutores. O fio é submetido a um arranjo de
eletrodos que sdo distribuidos 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 sdo afetados
pelas interacdes spin-orbita de Rashba e Dresselhaus, que sdo comumente encontradas
em Vvarios materiais cristalinos, especialmente em semicondutores. A heteroestrutura de
semicondutores tem o papel de gerar a assimetria de inversdo na dire¢io perpendicular ao fio
quantico, gerando a interagcdo spin-orbita de Rashba. A estrutura cristalina do fio quantico
terd assimetria de inversiao, dando surgimento a interacdo spin-6rbita de Dresseuhaus.

Fio quantico

Figura 3.8 — Arranjo de eletrodos distribuidos periodicamente sobre um fio quantico na interface de
uma heteroestrutura semicondutora.

A cadeia de eletrodos depositada sobre o fio pode induzir uma modulacao espacial
periddica em cada uma das energias consideradas no modelo. Essa modulacao € crucial,
pois certos termos modulados podem induzir inversio de spin e, portanto, comportamentos
ndo triviais. E importante notar que assumimos que o preenchimento do fio € tal que seu

potencial quimico € nulo, ou seja, sua energia de Fermi € ajustada em zero. Isso € relevante
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para garantir que o sistema tenha simetria quiral, como veremos.

Sendo mais preciso, consideramos uma rede unidimensional com N sitios ocupados
por elétrons com hopping de primeiros vizinhos e sujeitos a interacdes spin-orbita de Dre-
selhaus e Rashba, sendo que esta ultima € espacialmente modulada. O Hamiltoniano de
tight — binding correspondente é escrito como:

N
H= Z Z haa’(n)cjt,occn+1,oc’ + H.c. (31)

n=1 aa’=1,|

onde cfm (cn.4) € 0 operador de criagdo (aniquilacdo) de um elétron no sitio n com projecdo de
spin a =1, ] ao longo de um eixo de quantizagdo z. Os elementos da matriz sdo dados por
Moo () = =18, — iypol™ — iyR(n)a;“"', onde 0, € a matriz de Pauli x(y) e os parimetros
reais t, yp € yg(n) sdo as amplitudes de hopping, acoplamento spin-érbita Dresselhaus
e Rashba, respectivamente. Com esta escolha de base, a cadeia est4 ao longo do eixo x.
O parametro Rashba ¢ modulado espacialmente como yr(n) = yi + ygcos(2mqn + ¢),
onde 27rq/a é numero de onda (a é o espacamento da rede) e ¢ é a fase da modulagdo em
relacdo a rede subjacente. Este Hamiltoniano pertence a classe de modelos generalizados
de Aubry-André-Harper [68, 69]. Em Ref. [70], um Hamiltoniano similar foi desenvolvido
de uma descricdo efetiva de um fio quantico curvo. Um procedimento diferente, com um
potencial quimico periddico adicionado e interacdes de elétrons, pode ser obtida aplicando
um potencial a um fio quantico com uma matriz de eletrodos nanométricos [71]. Com
condicdes de contorno periddicas, H ¢ invariante sob translacdes por uma célula unitaria,
cada célula contendo r = 1/q sitios.

Realizando uma rotacdo na base em relacao ao spin, tal que podemos separar as
contribuicdo de conservagdo e inversio de spin. Escolhemos a nova base:

1 . .
_ —ip 6
dy, = —(e ¢, — e, )

1 (3.2)
dn,— — _(_e_ie/zcn,T + eie/zcn,l)
V2
Com 6 = arctan(yp/yr), @ equagdo 3.1 assume a forma
N
H = Z Z [al‘fzd;rl,fdn+l,r + ﬁndjz,rdn+l,f] + H'C- (33)
n=17=+

onde 7 = =+ rotula as projecdes de spin ao longo do novo eixo de quantizacdo determinado
pela combinacdo dos acoplamentos de Dresselhaus e Rashba e onde as intensidades «a;, do
acoplamento de conservacdo de spin e 3,, do acoplamento de inversdo de spin sdo dadas por

ay = —(t + itye) — ity cos(@)cos(2mqn + ¢),
B, = iyrsin(@)cos(2mgn + ¢),

(34)
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onde v = /75 + Vp-

Impondo condicdes periédicas de contorno, H ¢ invariante sob translacio em uma
rede com M = N /r células unitérias, com r = 1/q sitios por célula unitaria. A equacdo 3.3
pode, portanto, ser reescrita em termos de contribui¢des intra e intercelulares, da seguinte

forma
M Jr-1
H= Z Z Z Hintra + Hinger |+ H.Co, (3.5)
m=1 Ln=171=%
com
Hintra = Aol o1+ Budin ndr” o)
%mter = afd:rj-rdm+1 1 + 6rdﬂ dm:-1 1°

O operador de criagdo (aniquilacdo) de uma particula no sitio n da célula unitaria m com
projecdo de spin t é denotado por df,zn (dy.n)- A Figura 3.9 ilustra os saltos de conservacao
de spin e inversdo de spin dentro e através de uma célula unitaria.

N - RO
r B, 1 B 2 =l ")IB- (1) ..
(5 5 ki SR i 5 BN

Figura 3.9 - Os saltos intra (inter)-célula agem dentro (através) de uma célula unitaria com r sitios;
os saltos o conservam o spin e os saltos § invertem o spin.

Ao transformar os operadores de elétrons em relacdo a coordenada de posicdo da

célula unitaria m por meio da transformada de Fourier, temos

di,, = dz e, (3.7)
M k;ﬂ'

onde k = k; = +27j/M, j = {0,1,...,M /2}. Portanto as equagdes 3.5 e 3.6 se tornam

Z Z Z d]jn nfn’r’(k)dknu (3.8)

k=—m nn'=11t7'=

com
— T
%nr,n’r’(k) - andn’,n+15f’,f + Bnan’,n+151’,—r
Tk %k
+ o S 100+ B 0100 ¢
+ o e 8,18, , 00, + Bie7 kS, 18,8,
+ alet®S, 8, 18. . + et 8,8, 180 ..

(3.9)

Para definir o Hamiltoniano na forma matricial, precisamos primeiro definir os
spinors. Procedemos definindo o spinor de linha dl de dimensdo 2r, formado por operadores
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de criacdo, particionado em duas subredes - uma formada pelos sitios intracelulares com

rotulos impares e a outra pelos com rétulos pares. Isso resulta em:

df = (dy e df ) d A AT (3.10)

k1% k,1 ker—1"%k,r—17%%,2 "%k 22
onde as primeiras (ultimas) r entradas do spinor d, recebem os operadores de criacio
definidos na subrede dos sitios intracelulares impares (pares), com os operadores para spins
para cima e para baixo no mesmo sitio colocados lado a lado. Um spinor coluna de dimenséo
2r é definido agrupando os operadores de aniquilacdo da mesma forma.

Na forma matricial o Hamiltoniano 3.8 é dado por

A=) d7id, (3.11)

k=—m

onde, para o spinor escolhido 3.10, temos

300 = Z @ Q00 + Q') + = ® () — Q'(K)] (3.12)
que equivale a
FH(k) = [ QT(Zk) ng) ] (3.13)
com a matriz r x r, Q(k), dada por
A, 0 0 .. 0 zA*
aw=| B0 00 (314
0 0 0 . A, AL
ondez =e¢*e
A, = [ ?,: 5; ] (3.15)

De modo que as matrizes A, sdo matrizes 2 X 2 com seus elementos diagonais (fora da
diagonal) sendo a amplitude de hopping com conservacio (inversdo) de spin, definidos em

3.4. Para uma cadeia com r = 4 por célula unitaria, Q(k) é dado por

(3.16)

Qek) = [ A et ] .

A, A,
com n = {1, --- ,4}. Para as amplitudes de hopping de conversdo e inversio de spin, foram

adotados t = 1 ey}, = 13.5. Com isso, 0o modelo ¢ completamente parametrizado por ., 6 e
@.

Quando r é um ntmero inteiro par, o Hamiltoniano de Bloch # (k) de dimensdo
2r X 2r pertence a classe de simetria CII da classificacido de Altland-Zirnbauer [33], sendo



47

invariante sob simetria quiral e de reversdo temporal. De forma diferente, a versao de dois
bandas do modelo, com r = 1 sitio por célula unitéria, suporta apenas a simetria de reversao
temporal e, portanto, pertence a classe All, que ¢é trivial em uma dimensio [33]. Gerar uma
topologia ndo trivial a partir de um modelo de duas bandas trivial, aumentando o nimero

de bandas, ¢ 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) sdo diferenciadas pelo invariante topoldgico winding number, W, 2Z por ser da
classe CII [33]. Para os pontos no espacgo de parimetros em que o gap se fecha, o espectro
sem gap preenchido pela metade pode ser caracterizado pelos winding numbers "locais"W .
[72] (com =+ aqui rotulando dois pontos de fechamento de gap simetricamente localizados
na zona de Brillouin), anélogo a como um né Weyl em um semimetal é caracterizado por
uma carga topolégica [73].

3.2 Resultados e interpretacao

A Figura 3.10 mostra o resultado de um calculo numérico de W e W, no espaco
de pardmetros tridimensional (y.¢, 6,¢) quando r = 4,¢t = 1 e y;, = 13.5. Restringimos
6 € [0,7] e ¢ € [0,2]]ja que o diagrama de fase é periédico com periodo 7 ao longo de
Oe % ao longo de ¢. é) diagrama de fase consiste em fases com gap topologicamente ndo-
triviais (triviais) - as regides pontilhadas (vazias) onde W = 2 (W = 0) - separadas por
superficies criticas coloridas em laranja (azul) se os correspondentes nos de fechamento
de gap carregam ntimeros de enrolamento local W, = 1 (W, = —1). As intersec¢des das
superficies criticas, representadas em amarelo, definem linhas multicriticas ao longo das
quais W, = 0.

As superficies criticas sdo de dois tipos: o plano A em ¢ = 7 /4 e as superficies B
que sdo curvas em direcdo a 6 = [0,77] para pequenos Y. € tornam-se planas para grandes
Yer- A razdo para escolher r = 4 pode agora ser explicada: essa escolha fornece os requisitos

minimos da classe considerada que suportam um diagrama de fase multicritico.

Quando os parametros do modelo (¥4, 6, ¢) tomam valores no plano A, o gap das
bandas no espaco k se fecha, resultando em duas degenerescéncias de banda em pontos k.
simetricamente localizados na Zona de Brillouin, como dito anteriormente. Formalmente,
adotando a andlise usada em Ref. [74], descobre-se que para qualquer valor de y.4 € 6,
escolhendo ¢ = %,

M(k)FH (k)M (k) = F(k), (3.17)

onde H (k) é a matriz de Bloch na equacao 3.13 e M(k) é a matriz unitaria de simetria de
espelho (composta por uma inversao de sitio e uma inversao de spin). Conforme indicado

pela analise no trabalho de Malard et al [74] a combinagao dessa simetria de espelho (M)
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com as simetrias quiral (S) e de reversdo temporal (T') garante que qualquer ponto no plano
A suporte duas degenerescéncias de banda simétricas em energia zero na zona de Brillouin.
Em outras palavras, essas degenerescéncias de banda podem ser movidas ao redor da zona
de Brillouin, mas ndo podem ser removidas ao alterar um inico parametro, ¥ ou 6.

0.5

$(m) 0.25

o(m)

=5
é(n)

Figura 3.10 - Winding number W e winding number local W+ no espago de parimetros
tridimensional (Y., 6, ¢) do modelo. O diagrama de fases consiste em fases isolantes
topologicamente nao triviais (pontilhado) onde W = 2 e fases isolantes triviais (vazio)
onde W = 0, separados por superficies criticas A e B onde o espectro exibe um par de

nos de fechamento de gap localizados simetricamente na zona de Brillouin com
W+ = —1 (azul), W+ = 1 (laranja) e W+ = 0 (amarelo), sendo este tltimo o que
define as linhas multicriticas do modelo. Na Figura menor, sdo mostrados caminhos
que conectam duas regides com W = 0 em uma secdo transversal para um valor alto de
Yeit do diagrama de fases. Ao longo dos caminhos curvos, o sistema passa por duas
transicoes de fase topoldgicas consecutivas de segunda ordem, a primeira na linha
critica B e a segunda na linha A. A medida que os caminhos se aproximam da linha
reta que atravessa o ponto multicritico, as transi¢des de fase topologicas de segunda
ordem ficam mais préximas no espago de pardmetros e eventualmente se fundem em
uma ndo analiticidade de quarta ordem no ponto multicritico

Quanto as superficies criticas do tipo B, quando os parametros do modelo assumem
valores nessas superficies, o gap de banda também fecha em energia zero, resultando nova-
mente em degenerescéncias de banda simétricas no tempo e em energia zero na zona de
Brillouin. No entanto, diferentemente das degenerescéncias impostas pelas simetrias M, S e
T no plano A, essas degenerescéncias sao acidentais porque podem ser removidas alterando
o valor de um unico parametro, y.4 ou 8. O fechamento de gap em A e B ocorre através da
formacao de um par de nds de energia zero simétricos em reversio temporal que definem os
vértices de duas cones de Dirac 1D na Zona de Brillouin, portando winding numbers locais
iguais, W, = W_. Linhas multicriticas sdo geradas a partir das intersecdes do plano A e das
superficies criticas curvas B do modelo.

As densidades energias do estado fundamental €, definida como a energia do estado
fundamental dividida pelo ntimero de células unitarias, foram obtidas para o conjunto de
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parametros sobre os planos criticos, A e B, Figura 3.11 (a) e (¢), e a linha multicritica, Figura

3.12 (a), no diagrama de fase.

M=10 — M = 102 M=10% — M=10* —

£(x10%)

0.1 0.2 0.3 0.4 0.5

$(m) @ $(m)

0 0.1 0.2 0.3 0.4 0 0.1 0.2 . 03 0.4
o(m) 0(m)

Figura 3.11 - Densidade de energia do estado fundamental ¢, (a) e (c), e suas primeiras derivadas, (b)
e (d), para uma transicao de fase topologica quantica entre uma fase trivial W =0 e
uma fase W = 2 topologicamente néo trivial através das superficies criticas A, (a)-(b),
com 6 = 0,17, e B, (¢)-(d), com ¢ = 0,17. Nos graficos, M é o nimero de células
unitdrias.

Afim de analisar o comportamento critico anémalo ao cruzar a linha multicritica,
primeiramente, vamos observar o carater das trasicdes de fase quanticas topolédgicas em
A, Fig. 3.11 (a)-(b), e B, Fig. 3.11 (c)-(d), saindo de uma fase trivial com W = 0 para uma
fase topoldgica com W = 2: em ambos os casos, as primeiras derivadas da densidade de
energia do estado fundamental sdo continuas, as segundas derivadas sdo descontinuas para
o conjunto de valores criticos dos parametros de controle 6 e ¢, ver as Figuras 3.13 (a) e (b),

indicando uma transi¢do de fase quantica de segunda ordem.
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M=10 — M = 102 M=10% — M=10* —

6 = —(0.216/0.25)(¢ — 0.5m)

83 (x 10%)

(d), | e
0.1 0.2 0.3 0.4 0.5

¢(m)

Figura 3.12 - Densidade de energia do estado fundamental ¢, (a), e suas derivadas até a terceira
ordem, (b)-(d), para um caminho de W = 0 — 0 parametrizado por
0 = —(0.216/0.25)(¢ — 0.57), que corta a linha multicritica. Nos graficos, M é o
numero de células unitarias.

Ao cruzar uma linha multicritica ao longo de um caminho que conecta duas regides
no diagrama de fases com o mesmo W, obtém-se um resultado diferente. Agora, as derivadas
da energia do estado fundamental sdo 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 transicio W = 0 — 0 ao longo do caminho 6 = —(0.216/0.25)(¢ — 0.57)
representado na insercdo da Fig. 3.10. E importante ressaltar que a descontinuidade na
quarta derivada € insensivel a escolha do caminho através da linha multicritica.
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(a) 6 =0.1m (b) ¢ =0.1m
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Figura 3.13 - Derivada de segunda ordem da densidade de energia de estado fundamental ¢, (a)-(b),
para uma transicao de fase topoldgica quantica entre uma fase trivial W = 0 e uma fase
topologicamente néo trivial W = 2 através do plano critico A com 6 = 0.17, (a), e da
superficie critica B com ¢ = 0.17, (b). Derivada de quarta ordem de € para um
caminho W = 0 — 0 parametrizado por 6 = —(0.216/0.25)(¢ — 0.57) que corta a

linha multicritica, (c). As inser¢des em (a)-(c) mostram a préxima derivada de €. Em

todos os painéis, y.;r = 20. Os dados numéricos foram obtidos para uma cadeia com

10* células unitarias para a qual € convergiu para o limite termodinamico e tornou-se

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

Na teoria convencional das transicoes de fase quanticas, uma nao-analiticidade na
energia do estado fundamental ndo ocorre, exceto em um ponto critico que separa fases
que sdo distintas por simetria ou topologia [17, 3]. O presente modelo de um isolante de
banda topoldgica desafia essa noc¢ao: a energia do estado fundamental se torna ndo analitica
em linhas multicriticas no diagrama de fase, associado com o fechamento do gap, e ainda
assim ndo hd mudanca de simetria ou do invariante topologico. Uma quebra espontanea de
simetria € desconsiderada pelo fato de que temos um estado fundamental isolante, seja em
uma fase topologicamente trivial ou ndo trivial. Com as duas regides carregando os mesmos
winding numbers W, claramente ndo ha mudanca de topologia, conforme definido pela
classificacdo de Altland-Zirnbauer (AZ) [33].

Portanto, tendo excluido quebra de simetria e transi¢cdes topoldgicas, conjecturamos
que um estado fundamental na proximidade de uma QPT entre fases topoldgicas protegidas
por simetria pode desenvolver um comportamento critico sem passar por uma QPT. Para o
tipo de diagrama de fase como na Fig. 3.10, pode-se interpretar a ocorréncia de uma nao-
analiticidade na linha multicritica como um ”vestigio” das ndo-analiticidades normais nas

duas superficies criticas que se cruzam. Mas como as duas ndo-analiticidades de segunda
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ordem conspiram para produzir uma de ordem superior, sinalizando falsamente uma QPT?

A teoria convencional de comportamento multicritico em QPTs de quebra de simetria
ndo é muito util. Tais transicdes sdo impulsionadas por flutuacdes quanticas em um para-
metro de ordem local. Isso produz um comportamento multicritico com novos expoentes
criticos, ou uma transicao de primeira ordem aparente, mas ndo uma de ordem superior
[75]. Ja para TQPTs de isolantes de bandas topoldgicas, como no presente caso, as transicoes
ndo sdo causadas por flutuacdes de desordem em um pardmetro de ordem local, mas sim por
uma rearranjo do diagrama de fase dos estados de Bloch de particula tinica que compéem
o estado fundamental. Isso abre espaco para fendmenos ndo encontrados nas TQPTs de
quebra de simetria, sendo o exemplo a interacdo 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 topoldgica [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].
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1 Apresentacao

As impressionantes propriedades do grafeno impulsionaram o aumento da investiga-
cdo de novos materiais bidimensionais (2D), como a combinacio de camadas de grafeno para
a composicao 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, estdo emergindo os
dicalcogenetos de metais de transicdo, como materiais semicondutores de proxima geracao
[47, 84, 85, 86]. A notoriedade destes materiais vem de propriedades como a auséncia de
simetria de inversdo. Essa caracteristica permite que ocorra uma regra de selecdo 6tica, de
modo que a luz circulamente polarizada o* (o~) 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 visivel do espectro eletromagnético [85]. Outros aspectos importantes sdo o forte
acoplamento spin-6rbita presente nos TMD’s [88, 89] e por possuir simetria de reversao
temporal, as bandas de energia para momentos opostos sdo degeneradas, porém com o spin
invertido. Além disso, possuem uma forte interacio Coulombiana entre o elétron e buraco
[90], resultado de uma blindagem dielétrica reduzida, tendo uma alta energia de ligagdo do
éxciton [91, 92].

Apesar das promissoras aplicacdes das monocamadas de TMD para a valetronica,
elas possuem restrigcdes. Uma delas é o curto tempo de vida dos éxcitons devido a forte
interacdo elétron-buraco [93, 94, 95, 96], restringindo a manipulagdo e aplicacdo dos estados
excitonicos para fins de processamento de informacido quantica a tempos muito curtos.
A juncdo dessas camadas unicas formando bicamadas de heteroestruturas, ligadas por
interacdo de van der Walls, pode ser uma solu¢do para explorar mais profundamente o
potencial desses materiais, possibilitando assim, gerar uma gama de novos dispositivos
oticos. Uma das grandes vantagens desse tipo de sistema ¢ 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 estdo o espalhamento de carga ultrarapida [97], controle
do tempo de espalhamento intervale dos éxcitons intercamada [98], controle da polarizagao
do vale dos éxcitons tripleto e singleto [99]. Além das regras de selecio 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 TMD possuem uma riqueza de processos e portadores
de informacdo que as tornam sistemas ideais para aplicacées em novos dispositivos em
computacdo quantica e optoeletronica. Por exemplo, quando irradiamos um laser com luz
circularmente polarizada sobre esses materiais, podemos manipular a populacio de éxcitons

entre os vales K e K’ para obter uma proporgao desejada de luz circularmente polarizada
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ot e o, 0 que é util para transmitir ou processar informacdes. Esta informacao pode ser
acessada a pela polarizacio do vale para certo potencial externo. Além disso, o fato de os
éxcitons terem uma vida util longa contribui para uma melhor manipulacio dos processos
quanticos desejados.

Do ponto de vista experimental, uma das opc¢des de manipulacio de tais processos
que teria eficiéncia e um custo nio tio alto comparados a outros é o uso de efeito de proximi-
dade magnética gerado pela deposicido do material sobre um substrato magnético [101]. Se
comparado a um campo magnético gerado por um eletroima, temos uma maior eficiéncia
no acoplamento e podemos gerar intensidades de campos altas, que se fossem realizadas
utilizando eletroimas demandariam um alto custo energético. Um ponto a se comentar é que
uma vez que o substrato magnético é escolhido, o efeito de proximidade magnética correspon-
dente € geralmente considerado como fixo. Na verdade, existem varios métodos que podem
ser usados para manipular o campo magnético gerado pelo efeito de proximidade, como
a aplicacdo de um pequeno campo magnético externo. Ajustando a orientacdo do campo
magnético ou alterando sua magnitude, o efeito sobre o mudara consideravelmente. Como
motivacao, ao aplicar um campo magnético em heteroestruturas cujo uma das camadas seja
de MoS,, para certo valor de campo, teremos um cruzamento das energias das bandas de
conducio em um dos vales devido tamanho do acoplamento spin-6rbita desse material. Isso
resultard no cruzamento das energias dos éxcitons intercamada e , consequentemente, numa

resposta da intensidade de fotoluminescéncia para esses estados proximo ao cruzamento.

Recentemente, a estrutura fina do éxciton indireto singleto (IXy) e tripleto (IX;) foi
detectado na heteroestrutura de MoSe,/WSe, por um campo magnético aplicado e realizado
um estudo de espectroscopia de fotoluminescéncia com dependéncia da temperatura [99].
Como os éxcitons intercamada possuem uma regra de selecdo 6ptica modificada [102], a
polarizacdo do vale do IX; é oposta a do IX; [103].

O presente capitulo tem o objetivo de estudar o comportamento da polarizagdo do
vale e da intensidade de fotoluminescéncia 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 TMD MoS,/WS,. Para estudar a estrutura eletronico
do material em torno dos vales K e K’ da heteroestrutura, que chamaremos de « e 3, res-
pectivamente, foi utilizado um Hamiltoniano efetivo de baixa energia em aproximacgado
k-p. Uma equacdo 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 MoS,/WS, uma
pesquisa bibliografica foi realizada para entender o acoplamento aos momentos magnéticos
de spin e orbital atdmico. Obtivemos numéricamente o momento magnético do vale, que
realizard um papel importantissimo no deslocamento de energia entre os vales devido efeito

Zeeman, influenciando na polarizacio do vale. Para estudar a dinamica de espalhamentos



56

dos éxcitons uma extensiva revisdo bibliografica foi realizada, ajustes a dados experimentais

foram realizados para encontrar as taxas de espalhamento dos éxcitons.

Devido ao seu carater intercamada, os éxcitons singletos e tripletos possuem longos
tempos de vida radiativas, especialmente para o tripleto, que é crucial para a manipulacdo do
pseudospin de vale. Além disso, os fatores g dos éxcitons (g;x, 13,4 € g;x, 17,6), que sdo mais
de trés 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 competicdo entre
os relaxamentos radiativos, excitacio térmica entre IXg e IX; e espalhamento intervalley
auxiliado por energia de fonons aumentam significativamente a intensidade de fotolumi-
nescéncia (até 325% para IXs e 1075% para IX;) no vale o, enquanto € suprimida no vale 3.
Consequentemente, a polarizacio de vale das emissdes IX e IX, converge abruptamente
para o maximo em baixas temperaturas. Em um campo magnético critico, ocorre o cruza-
mento das energias dos éxcitons intercamada, de IX; para IXg no vale . Sob tal condicao,
um pico caracteristico na fotoluminescéncia de IXg no vale « € obtido. Para esses valores
de campo a polarizacdo do vale mantém valores muito altos, acima de 90% para IX; e 85%
para IXg a temperatura ambiente [105]. Essas caracteristicas atraentes tornam os éxcitons

de intercamada em heteroestruturas MoS,/WS, promissores para aplicacdes quanticas.
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2 Aspectos gerais da teoria e do sis-
temas investigados

2.1 Dicalcogenetos de metais de transicao

Os dicalcogenetos de metais de transicdo (TMD - do inglés transition metal dichalco-
genides) bidimensionais (2D) do grupo-VIB [47, 84] sdo semicondutores com sua formula
geral MX,, onde M (M = Mo, W) representa o metal de transicdo e X (X = S, Se, Te) os calco-
génios. Devido a suas propriedades 6ticas interessantes, estdo sendo amplamente explorados
nas ultimas décadas [85, 86].

Os calcogénios possuem uma distribuicdo eletronica da sua camada de valéncia
da forma geral ns* np} p; pZ ou ns?*p*, quando os orbitais s e p se hibridizam formando
o orbital hibridizado sp?, onde n se refere ao nivel de energia mais alto da camada de
valéncia. J4 os metais de transi¢cdo sao conhecidos por terem as subcamadas do orbital d
semipreenchidas, sendo estes os orbitais, na maioria dos casos, responsaveis pelos processos
de ligacoes quimicas. Nos TMDs do grupo-VIB os 4tomos de metais de transicdo e calcogénios
sdo ligados, com o metal de transi¢cdo fornecendo quatro elétrons para os dois calcogénios
presentes. De um forma simplificada, essa ligacdo poderia ser vista como um overlap da
funcdo de onda do elétron do orbital d do metal de transicdo com o orbital p do calcogénios,
suprindo a necessidade de elétrons desse ultimo (o orbital s dos calcogénios nédo participa
da ligacdo). Porém, estudos mostram que ao se calcular a diferenca de densidade de carga
das isosuperficies (uma superficie em que o potencial elétrico é constante), nota-se que os
orbitais s e p dos calcogénios se combinam, formando o orbital hibridizado sp*, fazendo
com que a fun¢do de onda do elétron na ligacao tenha um overlap maior entre os d&tomos de

calcogénios e metais de transicio [106].

Os TMDs possuem estrutura cristalina variada, podendo se organizar, de forma mais
comum, nas configuracoes 1T, 2H e 3R [106]. Os numeros 1, 2 e 3 indicam o nimero camadas
empilhadas que se repetem na direcdo normal ao plano do material e as letras indicam o
sistema cristalino: T—octaedro, H—hexagonal, R—romboédrico, como € mostrado na Figura
2.14 . A estabilidade dessas estruturas pode estar muito ligada aos calcogénios. Por exemplo,
nos sulfetos e selenietos temos a estrutura 2H estével, enquanto a 1T é metaestavel, sendo as
estruturas 1T mais estaveis para os teluretos [106].
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I N
Figura 2.14 - Estruturas cristalinas comuns em TMDs, 1T, 2H e 3R. Com os atomos de calcogénios
representados pelos ciculos laranjas e amarelos, enquanto os metais de trasi¢do azuis,

verdes e roxas. Os numeros 1, 2 e 3 indicam o nimero camadas empilhadas que se

repetem na direcdo normal ao plano do material e as letras indicam o sistema
cristalino: T—octaedro, H—hexagonal, R—romboédrico. Imagem tirada de [106]

Os éxcitons, quasiparticula gerada a partir da interagdo coulombiana entre um elétron
na banda de condug¢do e um buraco na banda de valéncia, descritos na secao 2.3, podem
ser criados por processos oticos. Para o estudo e aplicacdo dessas quasiparticulas, a escolha
de materiais semicondutores como MoS,, MoSe,, WS, e WSe, sdo preferiveis, devido a
energia do gap ser da faixa da luz visivel [106]. Além disso, as monocamadas de TMDs
possuem uma forte interacdo 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 ligacdo do éxciton nesses materiais sdo
tipicamente duas ordens de magnitude maior do que a dos semicondutores convencionais,
0 que torna possivel a observagdo dos éxcitons mesmo a temperatura ambiente [91, 92].
Ao empilharmos duas camadas diferentes de TMD, interagindo por forca de van der Walls,
geramos as heteroestruturas de van der Walls. Estes sistemas abrigam éxcitons intercamadas,
0s quais possuem o buraco em uma camada e o elétron em outra. Em razdo do espacamento

espacial, éxcitons intercamada possuem um tempo de vida longa.

Afim de estudar éxcitons de longa vida sob a acdo de um efeito de proximidade
magnética, em nossa investigacdo serd explorada a heterostrutura de van der Walls de
MoS,/WS, com empilhamento AB, sob a agdo de um substrato magnético. Com o intuito de
entender as especificidades desse material, nas préximas secoes serdo apresentados detalhes
sobre a estrutura cristalina e estrutura eletronica das monocamadas e heteroestruturas de
TMD.
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2.1.1 Estrutura cristalina, espaco reciproco, e estruturas de bandas de mo-

nocamadas de TMDs

Além de ser mais estavel que a 1T, a estrutura cristalina do 2H-MX, possui um plano
de metal de transicao entre dois planos de calcogénios. Os 4&tomos M estao ligados a 6 &tomos
de X, na forma trigonal prismética, enquanto cada X estd ligado a trés de M, como mostra a
Figura 2.15. Os vetores que descrevem a célula unitaria sdo dados por:
143 0)

2.1)

Rl = a(l,0,0), R2 =a (5977

onde a é a constante da rede. Para materiais como WS, a=3,20A e MoS, a=3,19A [99].

\\%0 .M
- O O X

e o o
o o

Figura 2.15 - Estrutura cristalina dos materiais tipo 2H-MX,: (a) Mostra a estrutura cristalina de
uma monocamada de TMD do tipo MX,, definida pelo padrio trigonal prismdico entre
ligacoes dos 4&tomos M e X. (b) Vista superior da monocamada de TMD, exibindo o
padrio hexagonal com seus vetores primitivos R; e R,. (c) Vista lateral da
monocamada de TMD, evidenciando mais claramente os dois planos de calcogénios e
um de metal de transi¢do no meio.

Quando vamos para o espaco reciproco, a primeira zona de Brillouin € hexagonal e

pode ser construida pelos vetores:

K, =T (ﬁ _ 1,0) K, = 27 (0,1,0). (2.2)
V3a\ 2 2 \V3a

Os pontos de alta simetria no espaco reciproco possuem um papel importante na
analise das estruturas de bandas. Para uma rede hexagonal esses pontos sdo: I' = (0,0,0),

s

(Z_22 (= (= _ =~ - :
K= (3‘1, Vi ,O), K (3a ,0,0) eM (a, \/Ea’())’ ver Figura 2.16. Nos TMD'’s os pontos
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K e K’ sdo importantes, pois neles se encontram o gap na estrutura de bandas de energia
desses materiais.

Figura 2.16 - A trés primeiras Zonas de Brillouin, primeira em cinza, segunda em amarelo e terceira
em roxo, geradas pelos vetores da base hexagonal K; e K,, mostrando os pontos de alta
simetria K, K/, MeT

Os TMDs possuem simetria de reflexdo e de rotacido discreta C; e ndo possuem
simetria de inversdo, veja a Figura 2.17. Devido a assimetria de inversdo dos TMDs, os
gaps diretos nos vales K e K’ possuem a mesma energia, mas nio equivalentes, podendo
ser tabelado por um pseudospin do vale, que serd definido e explorado melhor na secdo
2.6. Os spins nestes vales sdo opostos por conta da simetria de reversdo temporal. Como
consequéncia disso e do forte acoplamento spin-6rbita dos TMDs, os graus de liberdade do
spin e vale sdo acoplados. Uma regra de selecdo da absor¢do da luz circularmente polarizada
surge a partir disso. De modo que a luz circularmente polarizada a direita, o,, e  esquera
sdo absorvidas pelos vales K e K’, respectivamente [107, 108].

Figura 2.17 - Simetrias dos materiais 2H-MX,. (a) Simetria de reflexdo. (b) Simetria de rotacao
discreta C;. (c) Auséncia de simetria de invers3o.

O célculo das bandas de energia € feito no espaco reciproco na primeira zona de
Brillouin, aproveitando as propriedades de periodicidade da rede. Além disso, como a maior
parte dos processos fisicos ocorre nos pontos de alta simetria, € uma boa op¢ao 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 I', M, K e K'.
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K' K

K' K

Figura 2.18 - Caminho na primeira zona de Brillouin que passa pelos pontos de alta simetria I', M, K,
rek’.

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

. ) 'y\ N Y\ \;/) AV
- A AN VAN

T M K T KT M K I K

Figura 2.19 - Estrutura de bandas para algumas monocamadas de TMD: (a) MoS,, (b) WS, . As setas
representam transicoes oticas diretas, onde E e E,,. representam as energias das
bandas e a energia de vacuo, respectivamente. Imagem tirada de [109].

A separacdo nas bandas de valéncia mais energéticas vem da interacio spin-6rbita
pelas contribui¢des dos orbitais d,._,. e d,, do metal de transi¢do, que possui uma ordem
de 100 meV [110]. J4 nas bandas de conduc@o menos energéticas, tem prodominantemente
contribuicoes do orbital d,. do metal do de transi¢cdo com uma pequena parcela dos orbitais
p. € p, dos calcogénios [110]. A separagdo de energia na banda de condugéo pode variar de
3 meV, para o MoS, [111], ou dezenas de meV, como no caso do WS,, 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 forgas de van
der Waals. O estudo das heteroestruturas de van der Walls (vdWs) de TMDs tém emergido
como uma area promissora nos ultimos anos devido a suas fascinantes propriedades. Tal
como o grafeno, quando dispomos os TMDs em diferentes empilhamentos podemos obter
propriedades eletronicas 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,
WS,/MoS,.

ow ® Mo ®S

Figura 2.20 - Estrutura cristalina da heteroestruturade vdWs de WS,/MoS,. Os calcogénios sdo
representados pelas esferas amarelas, enquanto os metais de transicdo pelas esferas
verdes e roxas. Imagem tirada de [112].

Para demonstrar um pouco da particularidade das heteroestruturas de vdW, podemos
observar a comparacao 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 (¢), que para
as monocamadas de WS, e MoS, 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 inversdo. A interacdo intercamada gera uma separacao das bandas, porém
esse efeito é mais forte no vale I do que nos vale K e K’. Como consequéncia a banda de
valéncia mais alta fica no vale I gerando um gap indireto. J4 no caso da heteroestrutura
de WS,/MoS,, Figura 2.21 (f), uma competicdo entre a diferenca de energia no gap direto
das monocamadas com o acoplamento intercamada, sendo as energias dos gaps K-T' e K-K
quase iguais, mas com a banda de valéncia 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 MoS,, c)
monocamada de WS,, d) bicamada de MoS,, €) bicamada de WS,, f) heteroestrutura
de WS,/MoS,. A energia de Fermi esta na interseccdo das regides brancas e amarelas.
E,qc € a energia de vicuo, 1ICM e 2CM representam uma e duas camadas de TMD,
respectivamente. Imagem tirada de [109].

Uma outra versatilidade das heteroestruturas de vdW ¢ a forma de empilhamento
das camadas. Duas formas de empilhamento muito utilizadas sdo os tipos AA e AB. A
Figura 2.22 mostra a heteroestrutura de WS,/MoS, 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).
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Figura 2.22 - Estrutura cristalina da heteroestrutura de vdWs de WS,/MoS, e estruturas de bandas
com spin up e spin down para os tipos de empilhamento AA, (a) e AB (b).
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Na heteroestrutura de vdW as bandas de energias sao formadas por contribuicdes das
camadas que constituem a heteroestrutura. Dependendo do tipo de empilhamento podemos
fazer com que essas bandas sejam compostas por diferentes contribuicdes. No empilhamento
AA, os dtomos em cada camada estdo alinhados diretamente em cima dos da outra camada,
onde as camadas sdo empilhadas sem nenhum angulo entre si. J4 no empilhamento AB,
uma camada faz um angulo de 77 /3 em relacdo a outra. Nas heteroestruturas de TMD o empi-
lhamento AA resulta em um empilhamento entre &tomos do mesmo tipo, isto &, calcogénio
sobre calcogénio e metal de transicdo sobre metal de transi¢do, como mostra a Figura 2.22 (a).
No empilhamento AB temos um empilhamento de &tomos opostos, calcogénio sobre metal
de transicio e vice-versa, Figura 2.22 (c). A forma de empilhamento escolhida influencia nas
contribuicdes para as bandas nos vales da heteroestrutura. Assim como no caso da monoca-
mada, a heteroestrutura também ¢ hexagonal, possuindo grande importancia dos vales K e
K’ nos processos 6ticos, como visto anteriormente. Para AA o vale K da heteroestrutura, que
chamaremos de vale «, é formado pelas bandas encontradas nos vales Ks das monocamadas,
enquanto o vale K’, que chamaremos de 3, ¢ formado pelos vales K’s das monocamadas. J4
no empilhamento AB, devido o dngulo entre as camadas, o vale a possui contribuicdes do
vale K de uma das camadas e K’ da outra camada, K-K’, e o vale 8, consequentemente, K’-K.
A maior diferenca entre os dois casos € o spin das bandas que possuem as contribui¢oes do
MosS,. O resultado disso ¢ que aplicacdo de um campo magnético faz a separacio das bandas
ocorrer de maneira distinta para diferentes casos de empilhamento.

2.2 Meétodo k.p

Geralmente cdlculos ab initio possuem um alto custo computacional para calcular a
estrutura eletronica de multicamadas de heteroestruturas de vdW, que constituem nosso
objeto de investigacdo. Caso queiramos observar, por exemplo, a influéncia de um potencial
externo sobre a estrutura de bandas esse calculo torna-se mais extenso. Recentemente, o
modelo k-p tem sido proposto e amplamente usado para o célculo de estruturas de bandas e
outras propriedades 6ticas 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 interpretacio transparente do resultado, possibilitando
identificarmos a origem de fendmenos de interesse de maneira mais simples. Além disso, os
parametros utilizados no modelo k-p sao obtidos a partir de ajustes com dados experimentais
ou com resultados do calculo de teoria do funcional de densidade.

A aproximacdo em k-p é realizada por teoria de perturbagdo [116] nas bandas de
energia em torno dos pontos de alta simetria da rede reciproca. Contudo, desde que se trata
de uma aproximacao de baixa energia, as energias calculadas pelo modelo k-p sdo validas
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 aproximacdo pelo método k-p, é considerada inicialmente a equa-
cao de Schrodinger para um elétron:

H¢nK(r) = En(K)¢nK(r) (23)
sob a base das funcdes de Bloch em termos de um conjunto de funcdes periddicas:
Pk () = €T,k (1) (2.4)

O Hamiltoniano H consiste do operador energia cinética, um potencial cristalino periédico

e o termo de interaclo spin-orbita:

. p? h
H=—+V({¥)+
2m, ® 4mc?

(6 X VV)-P. (2.5)

Se os estados u,x formam um conjunto de fun¢des periddicas, entdo uma representacio
de H nessa base ¢ exatamente a diagonaliza¢do da matriz infinita < w,|Hy.,(K)|u, >, a0
qual conduz a uma relacio de dispersdo por toda a zona de Brillouin. Afim de construir
um Hamiltoniano efetivo de baixa energia a eliminacdo de graus de liberdade pode ser feita
utilizando a particionamento de Lowdin [116], detalhes desse procedimento para um modelo
de sete bandas podem ser vistos em [47].

Considerando a base {|c,s), |v,s)}, onde c (v) corresponde ao indide da banda de
conducio (valéncia) e s = {1 , |} 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 trés

H;(q) = Hy + H + Hy (q), (2.6)
onde H, = % 6,, tal que A € 0 gap de energia, 6, a matriz de Pauli na direcio z. O termo de
interacdo spin-orbita ¢ dado por

HZ =18,(1.6, +A,6.) (2.7)

onde 6, = I,,, + i, sdo os operadores escada, §, = +1/2 € o spin na direcdo z, 24.,
corresponde a separacdo devido a interacdo spin-6rbita na mais baixa/mais alta banda de
conducdo/valéncia no ponto K ou K’ e 7 = +1 é o indice do vale, i.e., 7 = 1 and -1 representa
ovale K e K/, respectivamente. Finalmente, Hi’.;(q) ¢ 0 termo que contém a aproximacdo da
expansao em (; com ¢ sendo a distancia, no espago dos momentos, do vale K. Em nossos
estudos, consideraremos apenas o termo linear de HIT(’_; (q), ao qual pode ser visto como um
modelo de Dirac para férmions massivos ao qual depende do indice do spin, s, e do vale,
7. Este termo descreve a isotropia da dispersdo 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 principios e para captar comportamentos ndo-parabdlicos das bandas
de energia.
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2.2.1 M¢étodo k.p para monocamadas de TMDs com SOC

Para os TMD’s devemos considerar como fungdes de base |d,.), para a banda de
~ 1 . N .
conducao, e E(ldxz_ﬂ) +i|d,,)), para a banda de valéncia. Para monocamadas de vdW a
aproximacao linear ja fornece um ajuste aceitével para as bandas de conducao e valéncia em

torno dos vales K e K’ [47]. O termo de aproximacdo linear em q, H *(q), é dado por

H7*(q) = at(rq,d, +q,7)), (2.8)
onde g, € g, sdo duas componentes do momento q, &,, &, sdo as matrizes de Pauli, a
corresponde a constante da rede do material, enquanto ¢t é¢ o parametro de hopping de
primeiros vizinhos regido pelo pela sobreposi¢io das funcoes de onda de Bloch. Sendo assim,
o Hamiltoniano efetivo, considerando a interacio spin-6rbita, € dado por

H:(q) = H, + Hy, + H'(q), (2.9)

onde a forma matricial de H.¢(q) é escrita como

% +218,4. at(rq, —iq,)

H(q) = 2.10
(@ at(rq, +iq,) —3 + 278,4, (2.10)

2.2.2 Método k.p para heteroestruturas de TMD’s

Uma variedade de heteroestruturas de vdW tem atraido atencdo recentemente, in-
cluindo grafeno/hBN (nitreto de boro hexagonal) por sua estrutura eletronica incomum [118],
grafeno/TMD, TMD/TMD para geracgao 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 serd mostrado na se¢ao
2.3.

Uma das razdes pelas quais as heteroestruturas de TMD estdo sendo amplamente es-
tudadas € por estados excitonicos que deveriam ter decaimento radioativo proibido, éxcitons
escuros, devido a regra de selecdo de spin, podem brilhar como consequéncia de regras de
selecdo adicionais devido a heteroestrutura, simetria de rotacio C, e indexacio 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 maos, estamos prontos para construir o Hamiltoniano efetivo de

baixa energia para heteroestruturas de TMD, na base {|c!, 1); |0}, 1); |ct, 1); [0Y, 1);]c?, 1

) v%, Ty le?, Ly o3, L},
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(2.11)

. H'(q9) H
He%f(q)=[ LY ]

Hy, B (@)
onde i = {1,2} representam a camada considerada. Portanto, PII.T"(q) = i(aﬁr ® H;le +6_.Q®
Hszll) sdo as matrizes Hamiltonianas com termo SOC para a camada i. De modo que depen-
dendo do empilhamento temos diferentes configuracdes de 7, e 7,, para o empilhamento
AA, T, = 1,, e para o tipo AB, 7, = —7,. Enquanto H,, = I,,, ® T corresponde ao hopping
entre a camada 1 e 2. De modo que

T=[ e 0 ] (2.12)

onde t,(t,) € o termo de hopping intercamada para o elétron (buraco).

Neste estudo serd 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 secdo 2.6 serd apresentado detalhes sobre a matriz referente ao campo exchange
que sera adicionado a Hamiltoniano em k - p obtido na presente secao.

2.3 Excitons e equacao de Bethe-Salpeter

2.3.1 Equacao de Bethe-Salpeter Geral

O éxciton € uma quasiparticula gerada a partir da interacdo Coulombiana entre um
elétron e um "buraco”. Quando excitamos um elétron na banda de valéncia ele salta para a
banda de conducdo, porém deixando um buraco, que possui carga oposta a particula que a
gerou, nesse caso, positiva. O sistema gerado pela interagdo elétron-buraco, caracterizado
pela atracdo entre elas pela lei de Coulomb, gera o estado de éxciton que possui energia
ligeiramente menor as do elétron e buraco. Nosso conjunto de fun¢ées de base perioddicas
que descreve os sitios do material € dado por

1 D - = N
q)a,y,E(;)) == Z elk(Rj+ra)gooc,y(r - (RJ + I"a)), (213)
N R,

onde a posicdo do sitio, que o elétron ou buraco est4, em relacdo a origem ¢é 7, a posi¢do da
célula unitaria ao qual este sitio se encontra € R; e a posicao relativa do sitio, em relagao a
célula unitaria, é r,. Além disso, a, y e 12’ sdo o numero do sitio, o orbital e o vetor nimero
de onda, respectivamente.
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Figura 2.23 - Posicdo ¥ do sitio do sitio &, com posicio relativa 7, da célula unitéria que estd na
posicao R;.

Tendo a base definida podemos agora construir nossa funcdo de Bloch, que sera

¥, () = Y, Co (0D, i (), (2.14)
ay

onde C;‘J,(lz) € o coeficiente de tight — binding e n é o indice da banda, que depende de « e
y. Outra alternativa, é escrever a fungdo de Bloch em termos de brakets, assim:

In,k) = > C;},y(lz) loty,K) (2.15)
ay

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

_ LRt ot
o) = 2 2 Asei B 10). (2.16)

= ck+0

Aqui temos os operadores criacao hTIz e éTE, que criam um buraco e um elétron,
v, c,
respectivamente, no estado de vacuo, |0). O buraco é criado na banda de valéncia, v, com
- - -
numero de onda k, ja o elétron, na banda de condu¢do, ¢, com niimero de onda k + Q, onde

S
Q é o momento do centro de massa do éxciton.
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Figura 2.24 - Esquema mostra a formacdo de um éxciton, indicado pela linha trastejada. Isso pode
ocorrer pela concessio de energia através de um foton ao elétron, de modo que ele pula
para a de conducdo deixando um buraco na banda de valéncia de carga oposta. (j
representa o momento do centro de massa do éxciton.

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

ex) = 25 2 Auei(Q) 10k} ek +Q), (217)
k U.C
onde inicialmente o elétron estard na banda de conducdo e o buraco na banda de valéncia,
e temos que é ¢ um bom ntimero quantico, onde podemos fazer cilculos do estado de éxciton
para diferentes valores de (3

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

H,=H+H,+V,, (2.18)

sendo H, a contribui¢io do elétron, H), a contribuicdo do buraco e V,, a interacio elétron-
buraco. Devido a blindagem dielétrica do ambiente e que estamos considerando monocama-
das de TMD com espessura fina, o potencial de Keldysh para interagdo Coulombiana pode
ser adotado [123, 124]

Vo) = —=—% [Ho(ﬁ)—Yo(ﬁ)], (2.19)

8€p€qty ro o

tal que H, e Y, representam as funcdes de Struvel e Bessel, respectivamente, p € da distancia
entre o elétron e o buraco e e e ¢, sdo a carga do elétron e a constante dielétrica do vacuo,
respectivamente. A constante dielétrica do meio € determinada pelo parametro €4, 0 qual
depende das constantes dielétricas dos materiais ou substratos em torno da amostra 2D,
podendo ser determinada por €; = (€; + €;)/2, de maneira que €, e €, estdo 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 €, e espessura d, ensanduichado por dois
substratos, com constantes dielétricas diferentes, €; e €;. O comprimento de blindagem r,,

pode ser calculado pela expressao [124]
2¢; — (€2 +€3)

, 2.20
2¢,(€; + €3) ( )

ro =

porém como no casos dos TMD’s possui polarizabilidade no plano 2D, devemos célcular o
comprimento de blindagem como r, = 27y, /€4, onde y,, € polarizabilidade do plano da
camada 2D [125].

€ Substrato
€, TMD Yd
€; Substrato

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

A equacdo de Schrodinger para esse sistema sera:

Hex |lpex> = Eex |lpex> * (2'21)
Substituindo (2.17) na equacdo de Schrodinger, temos que

Hee DAy Q) [k ek + Q) =

£
k,u,c

=By O Ay 2(Q) [v,k) ek + Q).

s
k,u,c

Apo6s um certo desenvolvimento da equagao acima nos conseguimos obter que

(Ec,fé-y-(j - EU,E)AU,C,E(Q))-i-
+ 20 Ay (@ ek + QI (k] (Vo) [ek + Q) v/ k') = (2.22)

o
kv ¢!

= Eex AU,C,E(Q)'

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

Na BSE o termo (c,l_é + 5| (U,El WV, I ,fc” + é) [V’ ,I_c” ) representa a interacgao elétron-
buraco, nele podemos ter tanto a interagdo chamada direta ou de troca (exchange). Como
mostra a figura 2.26, temos dois casos possiveis de interacdo Coulombiana, a interacio
que ocorre entre elétron-eletron e buraco-buraco e a interagdo entre o elétron-buraco e o
buraco-elétron, contabilizada pela interacdo Coulombiana direta e de troca respectivamente.
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N
=
N
-

Figura 2.26 — Na situagdo I) temos a interacdo Coulombiana direta, elétron-elétron e buraco-buraco,
enquanto na situacdo IT) a interacdo Coulombiana de troca, elétron-buraco e vice versa.
As curvas roxas representam as interagoes Coulombianas

Assim sendo,

W = (c,k + Q| (k| (Vo) | K + Q) v,k

> 5 o > o > (2.23)
W = (vk|{c.k + Q| (Ven) I¢".k" + Q) [v".k")
que pode ser expresso como [124]
wi=V, k— Kk {ck+0|c Kk +0Q)wklv Kk
n( )¢ Ql Q) (v.k|v" k") (2.24)

W = =V, (k — k) {c,k + Q| v,k (v,k| ",k + Q)

onde Veh(E —K ) representa a transformada de Fourier da interagdo Coulombiana. Consi-
derando g = k—k , a tranformada de Fourier do potencial coulombiano de Keldysh [124]
V,,(q) pode ser escrito como

eZ

2604111+ 1o1G1)

Veh(q)) == (225)
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2.3.2 Equacao de Bethe-Salpeter Efetiva

O estado excitonico 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 12' , absorvendo um féton no vale direto. Devido a
conservacdo do momento, esse elétron saltard para a banda de conducdo com o mesmo
momento, criando um par elétron-buraco com momento IZ’. Porém, esse par eletron-buraco
tendo a relaxar para os estados menores energéticos por uma consecutiva emissao de fonons,
tendo grande populagdo 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 irdo relaxar, resultando numa grande

quantidade de éxcitons no estado 1s.

’1‘)/),\ Fonon
G+ - i N
\/VW # Exciton 1s

Figura 2.27 - Representacdo esquemadtica da absor¢io da energia do féton o+ pelo elétron, figura a
esquerda, formando um éxciton. A figura a direita mostra a relaxacio da energia do
éxciton pela emissdo de fonons, até alcancar o estado de menor energia 1s

De modo que ¢ interessante desenvolver um modelo efetivo da equacdo BSE que
lide especificamente com o éxciton 1s. Isso ndo s6 foi realizado como também pode ser
aplicado a heteroestruturas, de maneira que sua base depende das funcdes de onda das
camadas desacopladas [104]. Como foco € ter um modelo efetivo que descreva o menor
nivel de energia do éxciton para camadas acopladas, para ter maior transparancia na andlise,

S
iremos omitir o indice de k. Assim, a equacdo BSE efetiva pode ser escrita como

(B — EDALY, o + D Ay {cv|Velc'v') = EFAL, (2.26)

v,/

onde E} e Allfm sdo a energia e funcio de onda do éxciton 1s, de modo que no
termo de interagdo Coulombiana contabilizamos a interag¢do dos pares elétron-buraco, |c'v’),
dos diversos pontos k sobre o par elétron-buraco do estado 1s, |cv), no ponto k que esta o
minimo de energia. Tal que os elementos ndo nulos da matriz de interacio Coulombiana
sdo as energias de ligacao dos éxcitons entre as camadas individuais. Para o nosso caso os
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éxcitons intracamada nas camadas de MoS, e WS, e o éxciton intercamada entre as camadas
MoS,/WS,:

(MY Ve VY) = —ep
(MOM|Vp | MM = —€p 5 (2.27)
("M V|V OM) = (MUY |V | MUY) = —ep .

onde L = {W,M} representam as camadas de WS, e MoS,, respectivamente, sendo €;; a
energia de ligacdo do éxciton intracamada na camada L, enquanto € ;x corresponde ao

éxciton intercamada.

Na base of {|cMv%), [cMoM), |V uW), | uM)}, o Hamiltoniano do éxciton, Hy, com
Q = 0 na heteroestrutura de vdW de MoS,/WS, é dada por,

EY —EY —egx t 0 0
i, = t EY —EY —egy 0 0
0 0 EYV —E) —epy t

0 0 t EYV —EM —ep1x

(2.28)
onde ¢ ¢ o acoplamento entre as camadas da heteroestrutura. Como veremos futuramente, o
calculo da distribuicdo densidade de carga para as bandas de valéncia da heteroestrutura
[105], mostra uma hibridizagdo entre os estados da banda de valéncia de mais alta energia
das camadas que compdem a heteroestrutura. Esta hibridizagdo promove uma energia
de hopping entre os buracos, realizando assim uma mistura entre os éxcitons intra e inter
camada. Uma grande vantagem desse modelo € 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 conduco e valéncia podem ser obtidas a partir do calculo
pelo método k-p e a energia de ligacdo do éxciton pode ser obtida solucionando a equacdo
BSE geral ou retirada da literatura.

2.4 Dinamica do éxciton

O estudo da dindmica das populacdes excitonicas em TMDs deve ser realizado consi-
derando a estrutura do material, que pode ser composto por uma ou por multiplas camadas, e
pela escolha do nimero e dos tipos de canais de espalhamento relevantes para o modelo. Esta
modelagem inicial, definird o grau de complexidade da andlise das propriedades desejadas,
que serdo traduzidas por um conjunto de equacdes de taxas linearmente acopladas.

Uma descricdo fenomenolodgica da dindmica dos éxcitons € muito util para investi-
garmos os efeitos de diferentes canais de espalhamento e recombinacdo sobre a fotolumines-
céncia dos semicondutores.
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Figura 2.28 - Esquema para um sistema de dois niveis representando a troca de populagdes entre os
estados |1) e |2).

A figura 2.28 demostra um caso simples, no qual o estado excitonico |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 t,,, ou ser espalhado para um estado excitdnico
menos energético (tempo 7,,, ou taxa 77;"). O estado |2) pode ser, por exemplo, um éxciton

inter-camada em uma heteroestrutura do tipo II. Este segundo estado pode tanto recombinar

-1
20°

voréavel, este segundo processo pode ser ativado termicamente, quando a energia térmica é

opticamente, com taxa 7, , quanto retornar ao estado |1). Apesar de energeticamente desfa-
da mesma ordem que a separacdo entre os niveis. Isto é descrito por uma distribuicdo de

Boltzmann, conforme apresentado na equacao 2.29.

As taxas populacionais trocadas pelos niveis |1) e |2) sdo '}, e I',;, onde T'y, Ty, , ['y;
sdo inversamente proporcionais aos tempos correspondentes a cada transicao e dados por
Ly = Tl.;l com i,j = 0,1,2. Considerando que o sistema encontra-se em equilibrio, as taxas
de populacdes dos éxcitons podem ser calculadas pelo conjunto de equacdes:

dn
d_tl = - nlrlo - nlrlz + n2F21exp(—AE/kBT)
(2.29)
dn,
W = _nzrzo + nlrlz - nzrzlexp(_AE/kBT),

onde u(AE,T) = exp(—AE /kgT) é a distribui¢do de Boltzmann, que fornece a probabilidade

de transicao de um estado menos energético para um mais energético, tal que AE corresponde
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a diferenca de energia entre os dois niveis de uma dada transicdo, k; ¢ a constante de
Boltzmann e T a temperatura do sistema.

Dado que os tempos de vida da relaxacdo de cada canal sejam conhecidos, a solu¢ao

dn o
d—2 = 0) fornece as variacdes
t

. ~ . , . odn
do conjunto de equacdes (2.29) para o estado estac10nar1o(d—1 =
t
das populacoes em cada nivel de energia. O esquema descrito acima pode ser generalizado
para um sistema de mais niveis, permitindo a simulacdo da dinimica de vale dos muitos

estados excitonicos.

Agora que conhecemos as taxas de populacdes e o a populacdo de éxcitons para os
dois estados, obtidos pela solu¢do das equacdes diferenciais acopladas, podemos estimar a
intensidade de fotoluminescéncia (PL) [127] por:

=2

© T (2.30)
n, .

12 = —
Ty

onde I, e I, correspondem as intensidades de fotolumnescéncia de emissdo dos estados |1) e
|2).

A simetria de inversdo ¢ explicitamente quebrada em conjuntos com um nimero
impar de camadas, dando origem a uma regra de selecdo 6tica contrastante de vale, onde
as transicoes entre bandas na vizinhanca do ponto K(K’) sdo exibidas exclusivamente com
luz polarizada circularmente para a direita(esquerda) o*(o~). Quando considermos os dois
vales, diferentemente do caso anterior, podemos considerar o efeito da dinamica do éxciton
na polarizacao do vale. A polarizacao circular (c* ou o~) do féton absorvido ou emitido
pode ser diretamente associada a excitacio seletiva de portadores em um dos dois vales
ndo equivalentes (K ou K’, respectivamente). Por exemplo, na Figura 2.29 sdo mostrados
os estados excitonicos |1) e |2) (|1’) e |2’)) no vale K (K’). Neste modelo, consideramos
que a absorc¢ao de luz circularmente polarizada se d4 no vale K pelo estado |1), com taxa
g,+- A principal diferenca entre esse caso e o da Figura 2.28 ¢ a possibilidade da conexdo
intervale, indexadas pelos tempos de espalhamentos 7/, T11, T2 T172> Toy € Ty Devido a
baixa probabilidade, por ser energeticamente desfavoravel e ser uma transicdo intervale, as
transi¢des regidas pelos tempos de espalhamento 7,;, € 75, ndo foram consideradas. A ndo
equivaléncia dos vales faz com que suas respostas a um potencial externo seja oposta, ver
secdo 2.6. Isto resulta em um desbalanceamente entre as energias excitonicas entre os vales,
tornando alguns espalhamentos mais favoraveis que outros. Como consequéncia, podemos
ter um estado com uma populacdo maior que seu correspondente no outro vale, que pode ser
medida pela intensidade de luz circularmente polarizada o, e o_ emitida pela recombinacdo

dos éxcitons.
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Figura 2.29 - Esquema para um sistema que considera dois niveis excitonicos nos vales K e K’ e os
possiveis canais de espalhamentos representados por setas.

Para uma anélise quantitativa, o grau de polarizagio circular P, é definido como,

_I(e)~1(0.)

¢ I(o,) +1(0) (231)

onde I(c,) € a intensidade de PL para as polarizacdes o, . A polarizacdo de vale depende do
espalhamento entre os vales, que pode depender da assisténcia de fonons [98, 128, 129, 130]
ou da interacdo exchange [131]. A quebra de degenerescéncia entre os vales, gerada por
exemplo por um campo magnético, tem forte efeito sobre a polarizagio[132]. A temperatura
também pode facilitar ou dificultar o espalhamento entre vales. Esses efeitos serdo explorados

em nosso trabalho.

2.4.1 Mecanismos que atuam na polarizacdo do vale

Sabendo que a luz circularmente polarizada associada ao grau de liberdade do vale
pode ser um recurso singular na aplicacdo de éxcitons na computacdo quantica. Entender
mecanismos que contribuem para o espalhamento do éxciton entre os vales ajuda a nos
aproximar da efetiva aplicacdo da valetronica como dispositivo de informacao quantica.
Alguns dos mecanismos que podem atuar nesse processo sio a interagdo Coulombiana de
exchange e a absorcdo da energia de um fonon.

O mecanismo de espalhamento intervale devido interacdo exchange pode ser con-

siderado como a recombinac¢do de um éxciton brilhante no vale K simultanea criagcdo de
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um éxciton brilhante no vale K’ [133]. Ressaltando que a interacdo Coulombiana é de longo
alcance e nio fornece transferéncia 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 polarizacdes o* e o~ podem ser misturados. Teoricamente, a eficicia desse mecanismo
depende do momento do centro de massa do éxciton, Q. O espalhamento ¢ mais rdpido
quando o éxciton tem grande energia cinética [128].

Para um sistema com simetria de reversdo temporal, esse mecanismo contribui para a
despolarizagdo do vale e pode ser causada pelo mecanismo Maialle-Silva-Sham [135] devido
as interacoes de exchange intervale de longo alcance. Nesse mecanismo a interacdo de
exchange longo alcance gera um campo magnético efetivo Q(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 frequéncias diferentes. O que
pode levar a um decaimento por interferéncia destrutiva, mesmo sem espalhamento de

éxcitons [128].

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

Outro processo importante surge a partir do deslocamento de energia entre os vales.
Esse processo € o espalhamento intervale auxiliado por fonons. O espalhamento intervale
ocorre de tal forma que o éxciton pode absorver ou emitir um fénon para saltar para o
estado excitonico no vale oposto [136, 137]. Dependendo da temperatura do material e do
tamanho do deslocamento de energia intervale, a energia do fonon, criados a partir das
vibragoes da rede por processos térmicos, nesse caso, pode ser proporcional a diferenca de
energia intervale. Desse modo, o processo de espalhamento intervale devido a absor¢do do
fonon é favorecida. Porém, com o aumento da diferenca essa taxa de espalhamento decai,
enquanto a taxa de absorcio devido a emissdo de fonon aumenta [131]. E facil perceber que
a temperatura também contribuird no auxiliar do processo de espalhamento intervale de

um estado excitdnico de menor energia para um de maior energia.

2.5 Tempo de vida radiativo do éxciton

Como visto na se¢do anterior, uma das taxas de espalhamento mais importante no
estudo da dinamica do éxciton € o tempo da vida radiativo do éxciton. Esta taxa pode influen-

ciar no namero da populacdo de um estado excitonico e na intensidade de fotolumnescéncia
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do mesmo. Utilizando as energias e autofunc¢des de particula tinica, obtidas a partir Ha-
miltoniano efetivo em k - p, e as energias e autofuncdes 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 calculo da taxa de decaimento radiativo ao qual foi derivado da

regra de ouro de Fermi [139].

Analisar o periodo do tempo de vida de éxciton é importante, por exemplo, quando
lidamos com informacdo quantica [140, 141, 142] ou condensados de Bose-Einstein de
éxciton [143, 144]. E necessario que tenhamos éxcitons de longa vida para que a informa-
¢ao 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 € fazer os éxcitons cuja recombinacdo
¢ proibida pela regra de selecdo do spin, éxcitons do tipo escuro, brilharem, pela aplicacdo
de um campo magnético no plano do material [145]. Isso fard com que os spins dos estados
que formam os éxcitons brilhante e escuros se misturem, possibilitando a recombinacdo
do par elétron-buraco. Em nosso estudo outro recurso sera utilizado, serdo estudados os
éxcitons intercamada, pois possuem taxa de recombinaco baixa. Excitons intercamada tem
tempos de vida ultra longos intrinsecamente, devido a distancia vertical entre o elétron e o
buraco reduzir a forca de oscilador, sendo até trés ordens de grandeza mais fraca que em
monocamadas [146]. Além disso, mesmo éxcitons intercamada que realizam uma transicdo
de spin-flip (tripleto), aos quais seriam considerados escuros em monocamadas, podem
se recombinar, emitindo um féton polarizado na direcdo z se propagando na dire¢do do
plano, com um tempo de recombinacio menor que para a transicdo 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 polarizacdo oposta, isto €, se o singleto emite luz o*, consequentemente, o
tripleto emitira luz o~ [148]. Facilitando a identificacdo de tais estado em caso de medidas

experimentais.

2.5.1 Cdlculo do tempo de vida de éxcitons intra e intercamada

A regra de ouro de Fermi descreve a taxa de transi¢do de um estado de energia de um
sistema quantico para outros estados de energia do mesmo sistema, como resultado de uma
perturbacdo fraca. Em nosso caso, queremos identificar a taxa de transicio de um estado
excitonico com momento Q sem foton, |¥;,(Q), 0), para um estado de um elétron no estado
fundamental e um f6ton com ntimero de onda q e comprimento de onda 4, |G,14;), como
resultado do operador luz-matéria H;,,,

A e
H,,, = ——A(r) - P, 2.32
LM Mgc (r)-p ( )
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onde A(r) € o vetor campo eletromagnético no calibre de Coulomb, p é o operador momento,
e e m, sdo a carga e a massa do elétron, respectivamente, e c € a velocidade da luz. Portanto,
a regra de ouro de Fermi € escrita como

7@ = 25 (G Ligl Hi|#1,(Q), OPSER(Q) — By, (233)
q

onde E}(S(Q) e B4 830 as energias do éxciton e do foton, respectivamente, e 6 € a funcio delta.
A partir do desenvovimento encontrado em Palummo et al [138] € possivel encontrar uma
expressdo para tempo de vida do éxciton para Q que esté relacionada com a momento de
dipolo do éxciton, em T = 0K

» 8TaE 1

L (0)= An (2.34)

T

e?

onde o = = 13771, A,. ¢ a area da célula unitaria e y;; ¢ a momento de dipolo do

47egch

éxciton que ¢ dado por

h
.= G| py | ¥,,(0
m %mummmm
a (2.35)
NElSlZ CUO(c,qI Iv,q>l
c,0,q

onde N, é o numero de vetores q em torno dos pontos K (K), p;, e g, ¢ o operador momento
e o vetor namero de onda em uma direcdo arbitraria na direcdo no plano da amostra. Hsp é
o Hamiltoniano de particula unica e |c,q) e |v,q) sdo seus autovetores obtidos para a banda
de conducio e valéncia, respectivamente. Para uma temperatura finita, o tempo de vida do

éxciton € governado pela seguinte expressao

(T1) = 71,(0) [(ZM)ZI kT, (2.36)

onde M ¢é a massa do éxciton, obtida a partida soma das massas efetivas do elétron e buraco,

kg € a constante de Boltzmann T € a temperatura.

Alternativamente, pode ser feito o cdculo do tempo de vida de uma forma simples. Por
exemplo, podemos diretamente derivarmos a razdo entre a taxa radiativa na heteroestrutura
de TMD (¥,(0)) e na monocamada (y,,(0)),

7a(0) _ IPL) - W, (0)]E,,(0)
Yn(©0) [P w, (0)2E,(0)

(2.37)

i oH® . . o s .
onde Pgll = (c,q| - |u,q) com i = h/m, sendo h relacionado a taxa do éxciton intercamada
’ a

da heteroestrutura e m com a monocamada, e H® denota o correspondente Hamiltoniano
em k.p. Devido a densidade de probabilidade do éxcitons |¥s(0)|* ser propocional a az?,
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onde az € o raio de Bohr, a Eq. 2.37 pode ser simplifica,
2

(m)| p(h)
0 a, |P E_(O
yh( ) _ B | c,v m( ) ’ (238)

Ym© | a® P\ E,(0)

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 € o espalhamento ndo radiativo. A
taxa de espalhamento ndo radiativa de éxcitons ¢ uma medida importante na compreensao
da dindmica de éxcitons em materiais semicondutores [91, 149]. Quando um éxciton perde
energia sem emitir um féton, esse processo é chamado de espalhamento nio radiativo.
Essa taxa de espalhamento pode ser influenciada por varios fatores, como a presenca de
impurezas, defeitos cristalinos, interacées com fonons e outros processos de espalhamento.
O estudo detalhado dessa taxa de espalhamento ndo radiativa de éxcitons € relevante para o
desenvolvimento de dispositivos optoeletronicos, como células solares, lasers e dispositivos
de detec¢do de luz. Compreender como os éxcitons interagem e perdem energia sem emitir
luz ¢ fundamental para o projeto e otimizagdo desses dispositivos com alto desempenho e
eficiéncia.

2.6 Magneto-fotoluminescéncia

Em solidos, a estrutura de banda eletronica ¢ regida pelas simetrias do cristal, assim
como as propriedades dos estados de Bloch. Para TMDs que ndo possuem simetria de
inversao, como no caso das monocamadas, heteroestruturas ou para um ntimero de camadas
impares, seus vales sdo degenerados relacionado por simetria de reversao temporal. Apesar
disso, sdo inequivalentes, pois podem se comportar diferentemente como na absor¢do da
luz circularmente polarizada, da polarizacdo do vale[150, 132] e efeito Hall quantico do
vale[117, 107, 151]. Essa inequivaléncia pode ser tabelada por um "pseudospin do vale".

Algumas dessas propriedades candidatas a descrever o pseudospin do vale sdo o
momento magnético do vale, m, e a curvatura de Berry, Q,[152, 117]. Pois em materiais cuja
simetria de inversao é quebrada, m e Q se tornam diferentes de zero[153, 154, 155]. Inclusive,
a regra de selecdo oOtica dos vales para luz circularmente polarizada ¢ uma consequéncia
direta de m ser diferente de zero[156].

Além do mais, m e Q sdo duas propriedades fisicas que caracterizam a fase de Berry
dos elétrons no estado de Bloch. De modo que a simetria de reversdo temporal requer que
todas propriedades que estdo relacionadas com a fase de Berry sejam contrastantes em
relacdo ao momento. Isto é, m e Q possuem a mesma magnitude nos dois vales, porém com
sinal oposto. Outro resultado disso é que na presenca 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 separa¢do das energias entre os vales

Afim de obter maior compreensio da dinamica de vales dos éxcitons intercamada,
seréd explorado a curvatura de Berry do vale e momento magnético do vale dos estados nos
pontos de alta simetria K e K’, a0 quais sdo responsaveis pela transmissdo dos éxcitons
intercamada. Essas duas grandezas podem ser calculadas seguindo as expressdes gerais[157,
155, 158].

Q‘n(k) = l<vkun| X |Vkun>

e N (2.39)
mn(k) = _iE<Vkun| X (H _En)lvkun>,

onde |u,,) é n-ésimo estado de Bloch e E,, ¢ a energia do Hamiltoniano efetivo H, e k é o vetor
de onda. Considerando a derivacdo realizada por Chang, Qian [159] podemos obter m,,(k) e
Q, (k) a partir do Hamiltoniano de particula unica, utilizando as energias, autovetores e as

derivadas parciais do Hamiltoniano de particula tinica

()2 [ty ) (ot ) 2 )
Q(k) =i s i : (2.40)
; (Ei',o - Ei,0)2
my
mi(k) = =2 > (Eyo = Ei0)(K). (2.41)

Note que podemos expressar o momento magnético em funcio da curvatura de Berry.
Isso demonstra que a Q,,(k) diferente de zero implica em m,,(k) finito e vice versa, mostrando
que sdo propriedades interdependentes.

A aplicagdo de um campo magnético externo B = B2 desloca as bandas de energia
devido o efeito Zeeman uzg.4(J,B), onde uz é o magneton de Bohr, g€ o fatorgeJ, éo
momento angular na direcao z. g.; contabiliza as propriedades do material que irdo se acoplar
ao campo magnético externo, aqui consideraremos trés contribuicdes: momento magnético
de spin, momento magnético de orbital e momento magnético do vale. A contribuicdo
do momento magnético de spin ao deslocamento de energia devido Zeeman ¢ dado por
A, = 8,g.upB, com §, = +1/2 e g, = 2 sendo o autovalor do spin e o fator g do spin de um
elétron, respectivamente. A contribuicio do orbital atbmico nio afeta as bandas de conducio,
apenas a banda de valéncia[160] com o deslocamento de energia sendo A, = g,TuzB para as
bandas de valéncia. Finalmente, o deslocamento de Zeeman devido o momento magnético
do vale m;(k) é dado por A, = m;(k)B com m;(k) = gltuz, onde g\ é o fator g do vale
para a banda i. Diferentemente das monocamadas, onde o momento magnético do vale ndo
contribui para processos oOticos devido g; geralmente estd proximo de se cancelar com g,
em heteroestruturas o momento magnético do vale pode ser a maior contribuicdo 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 a contribui com a banda de condu¢do no vale K enquanto
contribui no vale K’ para a banda de valéncia. Portanto, 0 momento magnético do vale no

fator g dos éxcitos intercamada serd o resultado de g;, + g;.

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 manipulacido de informacdes abre no-
vos paradigmas para futuros dispositivos eletronicos. Varios mecanismos para quebrar a
degenerescéncia de vales em TMDs foram propostos ou demonstrados experimentalmente
[158, 161, 98, 132]. Um importante exemplo consiste na aplicacdo de um campo magnético

externo perpendicular & amostra, como vimos na se¢do anterior.

Contudo, a produc¢do em laboratorio de campos magnéticos intensos € particular-
mente dificil, possui um alto custo, além das dificuldades experimentais para a aplicacdo de
campo magnético localmente em areas pequenas de um material. A capacidade de aplicacdo
local de campo magnético ¢ 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 estd integrado.

Uma solucdo para tal desafio que tem sido adotada em diversas pesquisas é a deposi-
cdo da amostra sobre um substrato magnético que produzird um campo magnético efetivo
sobre o sistema, resultado do conhecido efeito de proximidade. Efeitos de proximidade entre
materiais comecaram as ser explorados no contexto da supercondutividade [162] em que
o acoplamento entre elétrons de um supercondutor penetra em um material normal proé-
ximo que por si s6 ndo apresentaria tal acoplamento. De modo geral, por meio de efeitos de
proximidade, € possivel que um material adquira propriedades de seus vizinhos, tais como

tornar-se supercondutor, magnético, ou ter seu acoplamento spin-érbita intensificado [163].

Efeitos de proximidade ndo 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 ndo existem em

nenhum dos componentes combinados, como materiais topolégicos por exemplo.

Vale ressaltar que efeitos de proximidade sdo geralmente despreziveis quando as
dimensdes do material s3o muito maiores do que o comprimento tipico de penetragdo das
propriedades do material vizinho. Porém, o efeito se torna apreciadvel 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 a
um efeito de proximidade magnética [164]. Esse resultado indica que efeito de proximidade
magnética pode ser utilizado para um controle efetivo das propriedades magneto-6pticas e
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da degenerescéncia de vale em materiais bidimensionais.

Algo que precisa ser esclarecido € que uma vez que o substrato magnético foi esco-
lhido, o efeito de proximidade magnética correspondente geralmente € considerado fixo. Na
verdade, existem varios métodos que podem ser usados para manipular a intensidade do
campo magnético efetivo, frequentente chamado de campo exchange, como a aplicacdo
de um pequeno campo magnético externo [165]. Esse fendmeno € similar a modificagio
da intensidade da interacdo spin-orbita 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 = uzB,, onde B, é o
campo magnético efetivo fora do plano da amostra, a energia de particula unica E;; no
extremo da banda i = v,c, com v (c¢) indicando a banda de valéncia (conducio), em torno do

vale 7, pode ser escrita como [131, 166, 167, 168]

E' = Ejo+ (18 +78 +5,8) e, (2.42)

onde E; ; ¢ a energia do extremo da banda i na auséncia do campo magnético efetivo (que
ndo depende do indice do vale 7), e os demais termos do lado direito sdo as contribuicées do

vale, do orbital, e do spin para a energia, pesadas pelas respectivas constantes adimensionais
gi,‘r’ gm € gS'
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3 Influéncia do Efeito Magnético de
Proximidade em Excitons Interca-
mada

3.1 Modelo e teoria

A estrutura de bandas da heteroestrutura de MoS,/WS,, mostrada na Figura 3.30[105],
¢ similar as de monocamada, o maximo da banda de valéncia(MBV) da heteroestrutura de
MoS,/WS, permanece no ponto de alta simetria K. Devido o acoplamento dos estados das
camadas que compdem a heteroestrutura, o minimo da banda de conducao, entretanto, é
movido do ponto K para o ponto Q, onde temos o minimo de energia e esta situado entre
os pontos K’ e I'. Contudo, a diferenca de energia na banda de conducao 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 atencio nas propriedades
fisicas em torno dos pontos K e K’. Detalhes sobre a contribuicao das camadas para a estrutura
de bandas e sobre os estados de spin proximos a esses pontos € descrito esquematicamente
na Figura 3.31. Os painéis (b) e (c) da Figura 3.30 exibem a distribuicio da densidade de carga
do MBV e MBC no ponto K. Notamos que o MBC esté localizado principalmente na camada
de MoS,, enquanto que o elétron estd deslocalizado entre WS, e MoS,, com uma maior
probabilidade na camada de WS,, a Figura 3.31(b) mostra as bandas da heteroestrutura
proximo ao gap direto e as contribui¢cdes de cada camada nas bandas de energia. Desse

modo, os estados MBV sdo estados que acoplam as duas camadas.

Consideramos que a heteroestrutura esquematicamente mostrado na Figura 3.31(a).
Consiste em uma heteroestrutura de WS,/MoS, com empilhamento AB, que esta entre dois
substratos magnéticos, por cima e por baixo, onde a magnetizagdo € alinhada ao longo da
direcdo perpendicular ao plano, indicado pelas setas. Assumindo este tipo de empilhamento,
definimos o vale a () como sendo o vale do gap direto que esta situado o vale K (K’)
do WS, e K’ (K) do MoS,. Com o resultado dos célculos de primeiros principios obtidos
em [105], estamos prontos para desenvolver a aproximagao k-p no qual a perturbacio do
campo exchange devido ao substrato magnético € incorporado. O primeiro passo € obter os
parametros necessarios para o Hamiltoniano em aproximacado k-p para a heteroestrutura,
descrito pela equacdo 2.11. Os parametros adotados foram obtidos a partir de ajustes a dados
de primeiros principios em um trabalho anterior [169], onde os valores encontrados na
Tabela 3.1.



85

\/' (i,’,‘ ! g
©
o
e F®
®
> { !',\ %
< - ’ ‘ - )
©
5 <alK
LlJ_ ‘ E . f N’ 4 §
- Qi
L o
©
S
I l LN |
'4'- {«"‘ - (I \ »‘ i S
K-VBM K-CBM
(b) (¢)

Figura 3.30 - (a) Estrutura de bandas calculadas para a bicamada de MoS,/WS, com a inclusdo da
correcdo de acoplamento spin-drbita. A energia zero ¢ ajustada para ser a energia de
Fermi. (b) e (c) sdo as densidades de carga no maximo da banda de valéncia e no
minimo da banda de condugio, respectivamente. Imagem retirada de [105]

| Parameter | fitting value |

A(eV) 2.5798
a(A) 3.182
t,(eV/A2) 1.0502
t,(eV/A?) 1.3849

t,(eV) 0.06
Al(meV) -8.7
Al(meV) 74
A2(meV) 6.9
A2(meV) 189

Tabela 3.1 - Parametros obtidos pelo ajuste a resultados ab initio para a heteroestrutura de vdW
MOSZ/WSZ [169]

A heteroestrutura com um alinhamento de banda tipo I hospeda entre as camadas de
TMD éxcitons intercamada (IX), onde o buraco esta na banda de valéncia (BV) da camada de
WS, e o elétron na banda de conducéo (BC) da camada de MoS,. Eles podem ser subdivididos
em éxcitons intercamadas singletos, IXg, com buraco e elétron com spins antiparalelos, e
tripletos, IX;, com elétron e buraco com spins paralelos (considerando apenas o spin de elé-
tron em MBC e MBV, IX; tem os spins paralelos, enquanto IX; antiparalelos), como mostra a
Figura 3.31(b). Na auséncia do campo exchange IX; est4 no estado fundamental. Entretanto,
aplicando um campo exchange suficientemente alto o deslocamento das bandas resultam

em uma aproximacao das BCs no vale 3, resultando na mudanca do estado fundamental do
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Figura 3.31 - Formacdo dos éxcitons intercamada singleto e tripleto na heteroestrutura de vdW
WS,/MoS,, no meio de duas camadas ferromagnéticas. (a) Estrutura geométrica da
heteroestrutura magnética de vdW, consistindo de WS,, MoS, e substratos magnéticos
bidimensionais. (b) Formacao dos éxcitons intercamada singleto(IXg, elipse cinza na
diagonal) e tripleto (IX7, elipse mais escura na diagonal) no vale a (painel esquerdo) e
vale 8 (painel direito). O éxciton intracamada (Xp, elipse cinza na vertical), é criado
por luz cicurlarmente polarizada ot ressonante com o éxciton na monocamada de
WS,. (c) O campo exchange conduz a um cruzamento das energias dos estados
singletos e tripletos no vale 8 , ocorrendo em J,, = J.. Para J,, <J., IX7 estd no estado
fundamental, emitindo luz circularmente polarizada ¢~. Para J,, > J., contudo, IXg se
torna o estado fundamental, emitindo luz o*.

singleto para tripleto, como descrito na Figura 3.31(c). Diferentemente das monocamadas de
TMD, onde o momento magnético do vale nlo contribui para o deslocamento dos vales dos
éxcitons intracamada. A adi¢@o da contribuicdo do momento magnético do vale nas BC e
BV da heteroestrutura, junto com as diferentes massas efetivas do WS, e MoS,, fazendo com
que o momento magnético do vale da BC e BV nio se cancelem, resulta em um grande fator
g dos IX. Portanto, o campo exchange critico, J,, no qual o estado fundamental muda do
tripleto para o singleto no vale 8, ocorre num valor moderado de 4,3 meV. Como é mostrado
na Figura 3.31(c), para J,,<J,, o estado fundamental é IX;, emitindo a luz circularmente
polarizada o~. Para J,,>]J., por outro lado, o IXg se torna o estado fundamental, emitindo
luz o*. Como veremos a frente, esta contribuicdo também implica em maior visualizagdo
dos efeitos do cruzamento pela fotolumnescéncia dos estados excitonicos. Em solidos, as
simetrias do cristal dita a estrutura de bandas eletronica, tanto quanto a natureza dos esta-
dos de Bloch. Para TMDs 2D com simetria de inversdo (tal como a bicamada de MoS,), a
curvatura de Berry e o momento magnético do vale sdo nulos. Contudo, na heteroestrutura
de WS,/MoS, a simetria de inversio é quebrada, portanto, a curvatura de Berry e o momento
magnético do vale ¢é diferente de zero. Além disso, a simetria de reversdo temporal requer
que grandezas fisicas relacionadas a fase de Berry, como as citadas anteriormente, sejam
contrastantes entre os vales. Disso temos que na presenca 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 dindmica do
vale e dos éxcitons intercamada, primeiro exploramos a curvatura de Berry do vale, Q,(k), e
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o momento magnético do vale, m,(k), da banda dos estados de borda n. Essas grandezas

podem ser calculadas seguindo as expressoes gerais dadas na equacdo 2.39.

Utilizando o modelo k-p, realizamos célculos numéricos a fim de obter a estrutura de
bandas de baixa energia. Uma vez que as energias de bandas e as func¢des de onda sdo obtidas,
Q, (k) e m,(k) da heteroestrutura de vdW WS, /MoS, sdo calculadas usando as equagdes 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 (¢, 1, ¢;,) e para a mais alta BV (v, ) no vale
a. Por causa da simetria de reversdo temporal, cada um dos pseudovetores Q,,(k), e m, (k)
tem mesma magnitude , mas sinais opostos no vale 3 ( e na inversdo k — k). Perceba que as
duas CB mais baixas tem uma pequena diferenca 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 0 momento magnético do vale (Figura 3.32(c)) dessas duas BC mostram
uma grande diferenca em torno dos vales. Este comportamento € obtido porque todas as
bandas e orientacdes de spin precisam ser consideradas quando calculamos a curvatura de
Berry. Curiosamente, a auséncia de simetria de inversio na heteroestrutura (ao qual resulta
Q,(k), e m,(k) ndo nulos) é responsavel por estabelecer uma fotolumnescéncia polarizada

pela absorcao seletiva dos vales para diferentes luzes circularmente polarizadas [117, 152].
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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 conducéo (c; |, ;1)

e da mais alta banda de valéncia (v, 1) em torno do vale a. Em (a) temos um zoom que
mostra o deslocamento de energia devido acoplamento spin-6rbita.

K [1/A]

Para a heteroestrutura de WS,/MoS, sobre um substrato ferromagnético, o efeito de
proximidade magnética induz um campo exchange B, que por conveniéncia assumimos
J.x = ugB como o campo exchange em unidade de energia. Considerando as contribuicoes
dos momentos magnéticos de spin, orbital atdmico e do vale, a mais baixa energia da BC
como funcdo do campo exchange € mostrada na Figura 3.33(a). Estudando sua influéncia
sobre os éxcitons, definimos |1) como sendo o estado do éxciton intracamada brilhante, |3)
e |4) como os estados de éxciton intercamada singleto, IXg, e tripleto, IX;, no vale a, e |3’) e
|4’) correspondem aos mesmos estados no vale 3. As energias dos éxcitons sdo dadas por
E;, = El —E] — €5, onde i = {1,3,3/,4,4'} é o indice para o éxciton, E}, é a energia de particula
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Unica para a banda n e vale 7, ao qual depende de J,, e é dada pela Eq. 2.42. Suas energias

sdo regidas por

A N
E3 = E3,O - (gll)}l + glc)l + go)]ex

A A
E4 = E4,0 - (glljl + glc)l +8 + gs)Jex (3 1)
1 N :
E3’ = ES’,O + (gsl + glc)l + go)Jex

8 ,
E4r = E4!,0 + (gsl + gv_c)ll + gO + gs)Jex’

onde E;, ¢ a energia IX para o campo zero no vale a e 8, ao qual pode ser obtido calculando
a equacdo de Bethe-Salpeter ou pode ser calculado usando as energias das BC e BV obtidos
por k-p junto com a energia de ligacao de éxciton obtida na literatura. Da Eq. 3.1, pode-se
derivar diretamente o deslocamento entre os vales, vale splitting (VS), AE;; para os estados
singleto e tripleto como AE;y; = E; — Ey = 2(g$l’T + gf,l’T + g ). e AEy = E,—E, =

1.l

2(gl'fl’T + g, + g, + g, € adiferenca de energia entre o singleto e tripleto AE;‘? ) no
vale a (B), AES,=AEY. + gJ,. € AEﬁT:AEgT — g.J,., assumindo g = g% e a diferenca
de energia entre o singleto e tripleto no campo zero AE‘S)T = E;y — E;, = 8.7 meV, obtido
pelo ajuste de resultados do célculo de DFT [169]. E claro que no campo nulo (J,, = 0), a
separacdo de energia entre singleto e tripleto no vale a ¢ igual a no vale § devido a simetria
de reversio temporal. Com o aumento de J,,, entretanto, no vale « cresce, enquanto que no
vale 8 diminui, tornando-se zero para certo valor critico de campo exchange J,, = J.. Além
do crescimento de J,, resultar na troca dos estados singleto e tripleto, onde o singleto € agora
o estado fundamental, como pode ser observado pelas linhas transtejadas como mostrado
na Figura 3.33(b). Além do mais, é possivel notar que o VS cresce com o aumento de J,,, € 0
VS do tripleto € maior que o do singleto devido a contribuicio extra do momento magnético
do spin, AE;;» — AEge = 2g.J,,. Tanto o fator g efetivo para o IXg (13.4) e IX; (17.6) na
heteroestrutura é algumas vezes maior que para o DX (~ 4) [166], por causa da contribuicdo
do momento magnético do vale. Como um resultado, é esperado que a dindmica excitonica
do vale da heteroestrutura ser muito mais sensivel a um campo externo ou campo exchange.

Assumimos que a excitacdo dtica seja realizada usando luz circularmente polarizada
o™ ressonante com o éxciton do tipo A (quando o buraco encontra-se localizado na banda de
valéncia de maior energia) na camada de WS,. Assim, cria DXs no estado |1) no vale a com
taxa g. O alinhamento de banda tipo-1I da heteroestrutura faz com que os elétrons de CB se
transfiram através da interface da heteroestrutura, causando separagao ultra-rapida de carga
e a formacao sucessiva de IX. Além do canal de transferéncia de carga intravale tabelado pela
taxa de espalhamento y,5, existem também dois canais de transferéncia de carga intervale:
um de |1) para |3’) tabelado por ¥, e outro de |1) para |4’) marcado por y,,, respectivamente,
como visto na Figura 3.33(c). O primeiro é o processo de relaxamento entre dois estados
de spin antiparalelos, enquanto o ultimo est4 associado aos estados de spin semelhantes.
Tipicamente, o tempo de relaxamento do primeiro ¢ maior do que o do ultimo. A relacio
quantitativa entre esses parametros de espalhamento pode ser descrita da seguinte forma:
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Y1z = ¥13(1 + Po3) /(1 = Pp3) € Y1 = 4y135(1 + Poy) /(1 — Pyy), com y13 = yyy = 1/70ps™
[170]. Os parametros P,; e Py, foram obtidos ajustando nosso modelo tedrico aos dados
experimentais [166], como mostrado na Figura 3.36. Levando em consideragdo a diferenca
entre nosso sistema e o mostrado na Figura 3.36, adotamos Py; = —0,29 e Py, = —P,;. Com
essa escolha, temos y,3>¥,y € V13 <Vis- A emissdo de IXg tem a mesma polarizacdo do feixe
absorvido por DX, enquanto a IX; tem polarizacdo oposta.

Na Figura 3.33(c) ¢ mostrado os trés estados excitdnicos no vale a, nomeadamente |1),
|3) e |4), enquanto o vale § apresenta dois estados, |3’) e |4'). Portanto, as emissdes de IX e
suas polariza¢des do vale podem ser descritas por um modelo de seis bandas. Para identificar
a contribuicao de cada canal de espalhamento para a dindmica dos éxcitons intercamada,
comecamos com espalhamentos intravale no vale a. As relaxacoes e espalhamentos intravale
podem ser divididos em dois grupos: (I) geragao e relaxacdo do éxciton intracamada, tabeladas
por g, ¥10 € ¥15 € (IT) relaxacoes e espalhamentos do IX, tabeladas por ¥y, Y40, Y34 € Va3»
respectivamente, onde y;; representa a taxa de transicéo de estado i para j. Na auséncia do
campo exchange, ¥, € ¥, sdo calculados usando as equagdes 2.34 e 2.36 para temperaturas
zero e finita, respectivamente. A Tabela 3.2 mostra os parametros necessarios e os tempos
tempos de vida para os éxcitons DX e IXg para temperatura zero e temperatura T = 4,5K.

E, /eV | Mg /(m, + my)m, | Toox /pS | (Toask) /PS
DX 1.057 0.3740.32 0.003 4.27
IXs | 0.838 0.64+0.32 0.65 1634

Tabela 3.2 - Tempo de vida radiativo para DX and IXg na heteroestrutura de van der Walls de
WS,/MoS,;. 7g 0k and 7 4 s referem-se ao tempo de vida dos éxcitons correspondentes
em T = 0 e 4,5K, respectivamente.

Seguindo a convensao, portanto, encontramos que yl‘ol = 0,003 pse y;ol = 0,65 ps
aT = 0K, enquanto sio iguais a 4,27 ps e 1634 ps, respectivamente, a T = 4,5 K. Como a
recombinacao elétron-buraco do IX; requer um processo de inversao de spin, o tempo de
vida radiativo dos estados tripletos nas heteroestruturas de TMD sdo mais de uma ordem
de magnitude mais longos do que o dos singletos [168]. Aqui, tomamos y,, = ¥3,/110.
Mais precisamente, no grupo I, éxcitons sdo gerados na camada de WS, por bombeamento
ressonante polarizado o* com uma taxa de geracdo g. Eles podem relaxar radiativamente
com uma taxa de recombinacdo que depende da temperatura (T) e do campo de troca por
J, da seguinte forma: y;, = (2.85¢("8/629T) 4 1.42)~!ps~1[131]. Além disso, eles também
podem relaxar ndo radiativamente para o estado IXy com uma taxa de espalhamento y;.
No grupo I, ndo apenas ocorrem relaxamentos radiativos dos estados singletos e tripletos
IXg, incluindo os processos 5, € 749, mas também espalhamentos nao radiativos entre eles,
ou seja, 0S Processos ¥, € ¥43. Entre eles, a taxa de relaxamento radiativo do estado IXg é
descrita por y5, = (1089¢(-5/62°T) 1. 545)~1 ps~1 [131], enquanto o espalhamento ndo radiativo
do estado IXg para IX; e o processo de retroespalhamento correspondente, com taxas de
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Figura 3.33 - Dependéncia do campo exchange das (a) duas energias mais baixas da bandas de
conducao e (b) das energias dos éxcitons IXg (linhas vermelhas) e IXT (linhas azuis)
nos vales a (linhas sélidas) e § (linhas tracejadas) da heteroestrutura de MoS,/WS,
crescida em substrato ferromagnético. As setas em (a) indicam os estados de spin. A

separacdo de energia entre o singleto e o tripleto, AE;‘;ﬁ ), no vale a (8),e o
espalhamento Zeeman entre vales, AEgs (AEr7), dos éxcitons IXg (IX7) sdo indicados
por setas. (c) Representagio esquemadtica dos estados excitdnicos mais baixos (linhas

horizontais) e os canais de espalhamento correspondentes nos vales o (drea azul) e 8

(4area laranja). As linhas laranjas, azuis e vermelhas correspondem aos estados de
vacuo, excitonicos IX e exciténicos DX, respectivamente. Os estados |3) (|3')) e |4)

(14')) sdo IX; (IX}) e IX, (IX])) no vale a (B). As setas verticais solidas correspondem a

transicoes intravale: excitacdo (seta para cima), relaxacdo (setas para baixo) e
recombinacdo radiativa (setas sombreadas para baixo), enquanto as setas tracejadas
indicam espalhamentos entre vales.

espalhamento y,, € y.3, respectivamente, sdo dados por y,; = V34 - Uss(T), onde u (T) =

o~ DB/ (ks

) e ky é a constante de Boltzmann. Ajustando os dados experimentais, ver Fig.
3.36(b), obtemos y;, = 1/120/, ps~!. Por outro lado, no vale 3, apenas os éxcitons IX estdo
envolvidos em processos de relaxamento radiativo e espalhamento, rotulados como ¥4, Y40,
Yy € Yuy, respectivamente, ver Fig.3.33(c). Como o tempo de vida radiativo depende apenas
ligeiramente do efeito Zeeman, assumimos ¥ = ¥, Y40 = Va0, € também assumimos que
a taxa de espalhamento para frente entre IXg e IX; é a mesma em ambos os vales. Ou seja,
Vow = Va € Vary = Vyu - tyy(T), com uyy(T) = e~2E/05T) Vale ressaltar que quando J,,
¢ maior que o valor critico J,, o nivel de energia de |3") e |4") ¢ invertido. Portanto, essas
expressoes devem ser modificadas de acordo.

Tendo conhecimento sobre os detalhes das taxas de espalhamento intravale, podemos
entdo comecar discutir sobre os espalhamentos intervale de éxcitons. Existem dois principais
mecanismos de espalhamento intervale: a interacao de troca elétron-buraco e o espalhamento
auxiliado por fonons. A interacdo de troca elétron-buraco age como um campo magnético
efetivo no plano, levando a precessao do pseudospin do vale. Essa precessido do pseudospin,

acompanhada de sua reorientacdo devido ao espalhamento de momento, constitui uma
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mudanca liquida dos estados de pseudospin. Como esse € um processo ressonante, ele so é
efetivo quando os dois estados em vales diferentes estdo proximos em energia. Em um campo
de troca zero, a polarizacdo do vale € principalmente ditado por esse mecanismo. No entanto,
um campo exchange finito, J,,, levanta a degenerecéncia, suprimindo os espalhamentos
intervale induzidos pela interacdo de troca elétron-buraco. Com o aumento de J,,, essa
tendéncia se torna cada vez mais pronunciada. Em contraste, o espalhamento intervale
auxiliado por fonons entre dois estados separados pelo efeito Zeeman se torna relevante,
resultando em um desequilibrio na populacio de éxcitons nos dois vales. Com um aumento
adicional de J,,, esse processo se tornara o processo dominante de relaxacdo. Esse mecanismo
depende fortemente da forca de acoplamento éxciton-fonon «. Considerando ambos os
mecanismos, a taxa de espalhamento intervale y;; do estado j para o estado j’ tanto para

éxcitons singletos quanto para éxcitons tripletos pode ser descrita por:

3
Jji’ — 0 > 2 AE. ., ’ .
T I'2 + (AE;;) ekb_J; .

onde T?j, e a; sdo pardmetros ajustaveis que representam a taxa de espalhamento intervale
em campo zero e a forca de acoplamento éxciton-fonon, respectivamente. I' = 4.107°,eV é a
largura relacionada com a relaxagdo do momento do é€xciton. AE;;, = E;, — E; € o splitting
do vale das energias do éxciton, com j = 3,4 e j' = 3’,4’. Escolhemos os tempos de relaxacdo
79, = 20ms, 7%, = 2000ns, ag = 3.0x10* eV ps~! e oy = 1.0x10% eV ’ps~! para o IX; e
IX;, respectivamente. O primeiro termo na Eq. (3.2) descreve a contribuicdo da interacdo de
troca elétron-buraco para o espalhamento intervale. O segundo termo € a forma padrdo do
espalhamento direto spin-rede induzido por fénons, que requer a absor¢do (Ej’ > Ej) ou
emissdo (E; < E;) de um fonon. Para conveniéncia e clareza, listamos os valores de todos os
seis parametros ndo determinados envolvidos nas equagdes de taxa e os métodos utilizados

para obté-los na Tabela 3.3.

| Taxa de espalhamento | Valor Referéncia
Yao(ps™) 1% Ref[168], Ref[171]
— 1
Y13 (ps™h) p Ref[170]
P, -0.29 Ajuste para WSe,/MoSe, [166]
710 (ps7Y) 7/13% Ref[131] e Ajuste para MoS,/MoSe,/MoS, [168] e WSe,/MoSe, [166]
734 (ps7h) ;10 Ref[172], Ref[173] e ajuste para MoS,/MoSe,/MoS, [168]
1 1 (4.107%) 1.10*|AEsy P .
V33 (ps7h) or aorranay ey Ref[174] e ajuste para WSe,/MoSe, [166]
1 1 (4.1075) 1107[AEy |? .
Vaw (pS™Y) 2ooons aaosyeamy T e ] Ref[175] e ajuste para WSe,/MoSe, [166]

Tabela 3.3 - Taxas de espalhamento de éxcitons obtidos das referéncias ou ajustados com base nos
resultados do nosso modelo de dindmica de vale em comparagdo com dados
experimentais de referéncia [166] para WSe,/MoSe, e [168] para MoS,/MoSe,/MoS,.

Na Figura 3.34, as contribuicdes da interacdo de troca e de fonon para as taxas de

espalhamento intervale de (a) y;3 e (b) 75 sdo apresentadas em funcio de J,, para excitacdo
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com o*. Em campo de troca zero, os estados de éxcitons nos vales sdo degenerados. O
espalhamento é dominado pela interacdo Coulombiana de troca entre elétrons e buracos. A
aplicacdo de um campo de troca levanta a degenerecéncia dos vales, diminuindo o estado no
vale a em relacdo ao seu analogo no vale (5. Essa diferenca de energia suprime o espalhamento
intervale originado pela interacdo de troca, tanto para o espalhamento para frente (de |3)
para |3’)) quanto para tras (de |3’) para |3)), conforme mostrado nas curvas amarelas. Por
outro lado, o espalhamento intervale assistido por fonons comeca a desempenhar um papel
na polarizagio do vale. A medida que o campo de troca aumenta, a taxa de espalhamento
inicialmente aumenta devido ao mecanismo usual de acoplamento entre éxcitons e fonons.
Em J,, = 3.2meV, a taxa de espalhamento do vale o e § atinge 0 maximo, o qual esta
relacionado com a energia do acoplamento €xciton-fénon regida pelos pardmetros «;. Depois
disso, as taxas de espalhamento intervale seguem um comportamento oposto em funcdo do
campo. Atribui-se isso ao deslocamento de energia entre os vale, como mostrado na Figura
3.36. Devido a energia de 8 ser maior do que a do vale a, o processo auxiliado por fonons para
tras (para frente) é energeticamente favoravel (desfavoravel). Assim, a taxa de espalhamento
do primeiro aumenta, enquanto a do ultimo diminui. Portanto, existem dois regimes de
espalhamento. No regime de baixo J,, 0 espalhamento usual induzido pela interacdo de
troca desempenha o papel principal. No entanto, para J, grande, o espalhamento assistido
por fonons 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
interacdo entre os dois mecanismos de espalhamento entre vales, ou seja, a interacao de troca
elétron-buraco e fonons, resulta em uma reducdo monoétona na taxa total de espalhamento
intervale no vale a e em um aumento nio mono6tono no vale f3.

Como ¢ sabido, as equacdo de taxa é uma ferramenta amplamente utilizada para
estudar a dindmica de espalhamento de éxcitons em semicondutores, e também pode ser
aplicada com sucesso para estudar a dindmica de éxcitons em heteroestruturas de TMD. Em
particular, a Figura 3.33(c) mostra processos de relaxacio e espalhamento de éxcitons em
uma representacdo esquematica. Esses processos podem ser descritos matematicamente
por meio de um conjunto de equacdes de taxa acopladas, que relacionam as concentra-
coes de diferentes tipos de éxcitons, como o éxciton diretos X, e os éxcitons singletos IXg
(IXy) e tripletos IX; (IX;/), no vale « (). Essas equagdes de taxa acopladas sdo utilizadas
para modelar a evolucdo temporal ou a condicdo estaciondria para diferentes conjuntos de
parametros, para as concentracoes de éxcitons em resposta a diferentes processos, como
relaxacoes e espalhamentos entre estados excitonicos. Essa abordagem permite estudar
como as concentracdes de éxcitons mudam ao longo do tempo e como alguns processos

influenciam a dinamica global dos éxcitons em heteroestruturas de TMD.

Por outro lado, uma mudanca abrupta nas transicdes entre éxcitons intercamadas

singleto e tripleto no vale 8 em torno do ponto critico J,, = J- ~ 4.3 meV ¢é sugerida como
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Figura 3.34 - Taxas de espalhamento entre vales (a) y33 € (b) y3;3 como funcdo do campo de troca

paraa =5X 103ps_1eV_3. e — h e P representam, respectivamente, as taxas de

espalhamento entre vales devido a interagdo de troca entre elétron-buraco e a
processos assistidos por fonons. T representa a taxa de espalhamento para o caso que

envolve esses dois canais de espalhamento.

resultado da influéncia de processos térmicos. Esses processos podem ser afetados podem ser

descritos pela taxa de espalhamento intravale entre o singleto e tripleto yy,. Como vemos
na Figura 3.35(b), devido a reducdo na diferenca de energia entre o singleto e tripleto, a
probabilidade do espalhamento do estado IX'. para IX; ocorrer aumenta antes de J., devido

a assisténcia da energia térmica. Resultando em um aumento substancial na populacio de
éxcitons singletos
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Figura 3.35 - Taxas de espalhamento de éxcitons intercamadas em funcio do campo de troca. (a)
Taxas de espalhamento intervale entre singleto (azul) e tripleto (vermelho) de éxcitons.
As linhas sélidas (tracejadas) correspondem aos espalhamentos do vale « () para o
vale 3 (). (b) Taxas de transicao entre estados de singleto e tripleto de éxcitons no vale
B. As linhas tracejadas violeta (amarela) referem-se as taxas de espalhamento do

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

As relaxacdes e processos de espalhamento mostrados na Figura 3.33(c) podem

ser bem descritos pelo seguinte conjunto de equacgdes de taxa acopladas relacionadas as

concentragoes de éxcitons Xp, IXs, IXy, IX{ e IX;:

onde

dn, A

- = — n

dt 8 1M

dn,

T —Asn; + ¥ + Uy (T)Ya3ns + Vasny
dn3r

7 = —A3/}’l3/ + Yiz3n + u4,3,(T)y4,3,n4, + V3313
dn,

T —Agy + Y3413 + Vauhy

dn4r

7 = —A4/n4/ + Yia Ny + VALY + Yaa Ny,

A1 =YtV Yy VitV
A3 =Y+ Y+ Vs +Vur

Ay =Vyo+Vyw + 733+ V0

Ay =V +uM)yy+ Yoy + Vur
Ay =Vyo +u(M)yyzy + Vg + V-

(3.3)

(3.4)
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Para calcular a intensidade da fotoluminescéncia em estado estaciondario, resolvemos
numericamente as equacdes de taxa acopladas com r; = 0 para todos os j. Em seguida, a
intensidade da fotoluminescéncia do estado j pode ser obtida por meio da equagdo I; = yon;,
e a polarizagdo dovale VP = (I; —I;)/(I; + I;) com j=3 (4) para o singleto (tripleto).

Em um sistema complexo, como o estudado, o nimero de pardmetros envolvidos
nas equagoes 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 trés
estratégias principais. Em primeiro lugar, foi reduzido efetivamente o nimero de parametros
ao utilizar calculos atomisticos para obter valores de alguns pardmetros, como tempos de vida
radiativos de éxcitons DX e IXj, etc. Isso ajuda a simplificar o modelo e torna-lo mais robusto.
Além disso, foram utilizados dados experimentais e teéricos amplamente aceitos da literatura
para ajustar os parametros e evitar grandes desvios dos valores dos parametros em relacdo
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 parametros utilizados
estejam consistentes com a literatura cientifica. Por fim, embora nio seja realizado um ajuste
dos parametros aos dados experimentais para a mesma situacdo estudada, os autores fazem
pequenos ajustes nos valores dos pardmetros para que o modelo seja capaz de reproduzir os
dados experimentais relevantes, verificando a consisténcia dos resultados obtidos.

Para validar nosso modelo de seis bandas, conforme mostrado na Figura 3.33(c),
foi realizada uma comparacao entre os resultados obtidos por nossas equacdes de taxa [Eq.
(3.3)] e os obtidos a partir de espectros de fotoluminescéncia magnética medidos em uma
heteroestrutura de MoS,/MoSe,/MoS2 excitada por luz polarizada circularmente o*. A
Figura 3.36(a) mostra a razdo de intensidade entre a emissdo singleto e tripleto no vale «
em func¢do da temperatura, em campo magnético zero, enquanto a Figura 3.36(b) exibe
a dependéncia da polarizacdo de vale (VP) desses éxcitons intercamadas em fung¢do da
temperatura, medida em J,, =0.98 meV. Observamos que as previsoes tedricas tanto para a
razao de intensidade da fotoluminescéncia quanto para a polariza¢ao do vale estdo de acordo
com os dados experimentais [166].

A Figura 3.37(a) mostra a intensidade de fotoluminescéncia dos éxcitons singleto (ver-
melho) e tripleto (azul) nos vales a (linhas solidas) e 8 (linhas tracejadas) do heteroestrutura
WS,/MoS,, em fun¢do do campo exchange a T = 4,5 K. Devido as contribuicées opostas de
spin, orbital e pseudospin do vale nos vales a e 8, um campo exchange fora do plano abaixa
os niveis de energia no vale ¢, mas eleva os niveis de energia no vale . Simultaneamente,
ele amplia a separacdo de energia entre singleto e tripleto no vale a, enquanto a reduz no
vale 3, resultando na polarizacdo de vale como mostrado na Figura 3.37 (c). A diferenca de
niveis de energia entre os vales « e § favorece a transferéncia de IXg do vale 5 para o vale «,
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
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Figura 3.36 - (a) Razdo entre a intensidade da fotoluminescéncia singleto e tripleto em funcio da
temperatura no vale o em J,,, = 0, e (b) polarizacéo de vale dos éxcitons intercamadas
singleto e tripleto (IXS) para Jex =0.98 meV. As curvas solidas correspondem as nossas
previsoes tedricas, enquanto os circulos e tridngulos verdes sdo dados experimentais de
referéncia [166] para a heteroestrutura WSe,/MoSe, (a) e [168] para a heteroestrutura

MoS,/MoSe,/MoS, (b), excitada por campo de laser polarizado circularmente o*.

1

do campo exchange, como mostra a Figura 3.34. Portanto, isso favorece a ocupagdo do IXg
singleto no vale a, enquanto suprime sua ocupac¢do no vale 5. Assim, a competicdo entre
espalhamento entre vales e transicdo singleto-tripleto resulta na dependéncia do campo
exchange na intensidade de PL do singleto.

3.2 Resultados e interpretacao

Quando o campo exchange aumenta de zero para um valor moderado (1,45 meV), a
transferéncia 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 diferenca na ocupacao de éxcitons nos diferentes vales é pequena.
Por isso, a intensidade de luminescéncia do IXS aumenta rapidamente. A medida que o
campo exchange J,, continua aumentando, a taxa de transferéncia intervale aumenta, mas
a populacgio de éxcitons no vale 8 diminui. Isso faz com que a dependéncia da intensidade
de fotoluminescéncia do IXg em relacio a J,, ndo continue aumentando entre 1,45 meV e
2,90 meV. Quando o campo exchange se aproxima de J,, ocorre uma mudanca nos niveis de



97

T T T T
(b) a .
B
—~ n o -
3 g
s0. 3
3 -
TH o
© S -
0 41 8
g 5
2 1<
n ]
qc_) . ‘OSE: ev3ps1
..E - —CXT=10§
- b = 0r=10
—(XT=1O4
1 1 1 - 1 1 1 1 1
5 0 1 2 3 4 5 0 1 2 3 4 5

Campo exchange (meV)

Figura 3.37 - A dependéncia do campo exchange das e suas polarizacdes do valea T = 4.5 K no

heteroestrutura WS,/MoS, excitada com luz circularmente polarizada o ressonante
com o éxciton do tipo A em monocamadas de WS, é mostrada na Figura 3.37. (a)
Emissoes dos éxcitons IX nos vales « (linhas solidas) e 8 (linhas tracejadas) para as
intensidade de PL dos singletos (azul) e tripletos (vermelho) com

ag = 3.0x 10%V3ps~! e ay = 1.0 x 102V ~3ps~!. (b) Razdo das intensidades de PL
de singleto IX; e tripleto IXy nos vales a (linha sélida) e 8 (linha tracejada) em funcio
do campo exchange. (c) Polarizacao do vale das emissdes de singleto (linha sélida) e

tripleto (linha tracejada) em fun¢do do campo exchange e da forca do acoplamento

éxciton-fonon ar, onde ag = 3.10%ay.

energia |3’) e |[4’) no vale 3, e isso faz com que o nimero de éxcitons excitados termicamente
do estado |4’) para o estado |3’) aumente drasticamente. Esses éxcitons sdo entdo transferidos
sucessivamente para o estado |3) no vale «, através da alta taxa intervale para esse valor de
campo, fazendo com que a intensidade de luminescéncia do IXy aumente abruptamente.
Depois de passar desse ponto de cruzamento, a populagdo de éxcitons no vale 3 se torna
muito pequena. Considerando que o estado IX’., devido seu tempo de vida curto e por estar
no estado fundamental antes do campo critico, fornece éxcitons para que o espalhamento
de |3") para |3), somado ao aumento do campo exchange também aumentar a diferenca
do singleto e tripleto no vale o e a taxa de espalhamento y,,. Temos que, por mais que a
fotolumnecéncia de IXg permanecer alta, devido a explicacdo dada inicialmente, por conta

destes processos citados, ird diminuir.

Como o espalhamento entre vales assistido por fonons sempre favorece a transfe-
réncia de carga do vale 3 para o vale «, a intensidade de PL de ambos os éxcitons IX e IX;
no vale 8 diminui monotonicamente com o aumento de J,,, como visto na Fig. 3.37 (a).
Embora a intensidade de PL de éxcitons IXy e IX; exiba um comportamento semelhante
na dependéncia global do campo exchange, a razdo de intensidade de PL diminui com o
aumento do campo de troca, exceto por uma interrup¢ao em torno do ponto critico, como
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mostrado na Fig. 3.37 (b). Além disso, a interacdo competitiva entre recombinacdo radiativa,
relaxacdo ndo radiativa e espalhamento entre vales assistido por fonons leva a um rapido
aumento da polarizacdo do vale e converge para a unidade em um campo moderado de 1.45
meV, como visto na Fig. 3.37 (¢), o que contrasta fortemente com o conceito convencional
de que os fonons sdo prejudiciais para a polarizacdo do vale.

Para temperaturas finitas, os espalhamentos intervale e as transicdes singleto-tripleto
envolvem processos termicamente ativados que dependem fortemente de diferenca de ener-
gia entre os vales ou da separacio de energia singleto-tripleto. Para obter uma compreensio
mais precisa desses efeitos, a fotoluminescéncia e a polarizacdo do vale dependentes da
temperatura sdo plotadas na Fig. 3.38, paraJ,, = 1,74 meV (< J,) e J,, = 5,21 meV (> J,),
respectivamente, ou seja, antes e depois do cruzamento das energias dos estados IX em f.
Observa-se que a intensidade de PL dos éxcitons singleto apresenta um comportamento
de dependéncia 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 andlise
detalhada revela que os mecanismos sao distintos. Na Fig. 3.38 (a), para J,, < J,, a ativagdo
térmica do estado tripleto para o singleto em ambos os vales e a alta taxa de espalhamento
intervale para o singleto favorecem a emissao de o* 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 excitacdo térmica do estado tripleto para o singleto no vale 5. Com
J. > J., embora o estado fundamental do éxciton mude no vale (3, a caracteristica do estado
fundamental no vale a permanece a mesma que em (a). Assim, semelhante a Figura 3.38
(a), o aumento da intensidade de fotoluminescéncia do singleto e a reducdo da mesma para
tripleto também sdo atribuidos a excitacao térmica do tripleto para o singleto no vale a. Na
Figura 3.38 (d), a situacdo muda: diferentemente das Figuras (a) a (c), o éxciton singleto se
torna o estado fundamental no vale 8. Ingenuamente, poderiamos esperar que a intensidade
de fotoluminescéncia diminuisse com o aumento da temperatura devido a excitacio 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 ativacio térmica
promovem o espalhamento intervale de |3) para |3’). Quanto maior a temperatura, maior
o aumento do processo de ativacio térmica. Entdo, a intensidade de fotoluminescéncia do
singleto no vale § aumenta mais rapidamente em temperaturas mais altas. Por outro lado, a
ativaclo térmica favorece o processo de espalhamento do singleto para o tripleto. Portanto,
a fotoluminescéncia do IX; também aumenta com o aumento da temperatura. As Figuras
3.38 (e) e (f) mostram que a polarizacdo diminui em alta temperatura, como esperado. No
entanto, com Jex > J,, a polarizacdo pode chegar a 90% para a emissao do triplet e 85%
para a emissdo do singleto em temperatura ambiente. E realista obter tais resultados de
campo exchange experimentalmente [161], considerando valores grandes dos fatores g da
heteroestrutura em comparagdo com as monocamadas TMDs.
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Figura 3.38 - Intensidade de fotoluminescéncia e polarizacio do vale das emissoes de singleto (azul)
e tripleto (vermelho) do IX em T = 4.5 K e acoplamento éxciton-fonon de
ag =3.0x10* eV ps~te ar = 1.0 X 10? eV 3 ps~L. (a-d) Intensidade de
fotoluminescéncia das emissdes de éxciton de singleto e tripleto em funcio da
temperatura nos vales a-(s6lido) e 3-(tracejado), respectivamente. (a) e (b)
correspondem a J,,, < J.(J,, = 1.74 meV), enquanto (c) e (d) para J,, > J.(Jox = 5.21
meV). (e) e (f) polarizacio do vale das emissoes IX.
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Resumidamente, relatamos a dindmica do vale de éxcitons intercamadas em hete-
roestruturas de van der Waals MoS,/WS, crescidas em um substrato ferromagnético. Para
lidar adequadamente com os efeitos de muitos corpos, a estrutura de bandas e os efeitos
excitonicos so considerados de forma equivalente por meio de calculos de primeiros princi-
pios, abordagem k-p juntamente com a solu¢do da equacdo de Bethe-Salpeter. Devido aos
fatores g (gIXg = 13,4 e gl Xy = 17,6) que sdo mais de trés vezes maiores do que o do éxciton
brilhante de monocamada, tanto os éxcitons singletos quanto tripletos possuem uma grande
separacdo de energia devido ao efeito Zeeman nos vales ( 0,78 - 1,02 meV/T) e polarizagdo
circular muito alta. No regime de baixo campo de troca, eles exibem uma helicidade oposta.
A medida que o campo de troca aumenta, o separacdo dos vales aumenta. A competicdo
da relaxacdo radiativa, do processo de ativacao térmica entre o estado de singleto e tripleto,
e do espalhamento intervale auxiliado por fonon resulta em um aumento significativo da
intensidade fotoluminescéncia de éxcitons intercamadas (325% para IXg e 1075% I1X;) em
um vale, e uma reducio dramatica no outro vale. Consequentemente, a polarizacio do vale
das emissoes do singleto e tripleto converge abruptamente para o maximo. Vale ressaltar que
nossos resultados podem estimular nao apenas fisicos, mas também quimicos de materiais,
quimicos fisicos e muitos outros pesquisadores a medir a dindmica do éxciton.
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4 Controle qubits de eéxcitons por um
campo magnetico externo

4.1 Sistema de dois niveis de esfera de Bloch

O estudo do qubit de éxciton com os graus de liberdade do vale € um campo de
pesquisa promissor na drea da computacio quantica. Para compreender esse conceito, €
necessario ter uma nocao inicial sobre sistemas de dois niveis quanticos e suas relacdes com
a esfera de Bloch. Essa esfera ¢ uma representacdo geométrica de todos os estados possiveis
de um sistema de dois niveis e € amplamente utilizada na descri¢do de sistemas quanticos
[177]

Em relacdo a interacdo Coulombiana exchange, vista na secdo , € importante destacar
que ela é uma das principais forcas que governam a interacao entre éxcitons no vale K e K’
da monocamada de TMD.

Na mecanica quantica, o estado de um sistema quantico S é representado por um
vetor normalizado |¢) no espago de Hilbert . Um qubit é representado por um sistema
quantico mecanico 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 medicdo no
estado |0) ou |1), mas também em qualquer estado de superposicao da forma

[¥) =a]0)+51) (4.1)

onde « e f sdo coeficientes complexos que satisfazem a condicdo de normalizagio |« |? +
|B]? = 1. Essa propriedade é uma caracteristica fundamental que distingue sistemas quanti-
cos de classicos.

Vamos dar uma olhada no sistema quantico mais simples - um sistema de dois
niveis, que poderia ser uma particula de spin-1/2 (aqui apenas nos importamos com 0s
estados internos em vez da funcdo de onda espacial) ou um dtomo de dois niveis (onde todos
os estados excitados mais altos sdo ignorados se eles nunca entram na dinamica que nos
importa). O espaco de Hilbert do sistema € entdo 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 particula de spin-1/2, ou estado fundamental e o estado
excitado para o 4tomo de dois niveis).

Qualquer estado quantico neste espaco de Hilbert bidimensional é chamado de ”bit
quantico”, ou em resumo, "qubit”. Ja que |a|*> + |8]* = 1, podemos escrever |) como
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[y = e (cosg |0) + e”’sin% |1>) (4.2)

onde y, 0 e ¢ sdo reais. E ignorando a fase global e”, podemos simplesmente escrever.
S s . O
|y = cos3 |0) + el‘i’smz 1) (4.3)

Isso significa que |1) corresponde a um ponto na esfera tridimensional unitaria
definida por 6 e ¢, chamada de esfera de Bloch, como mostrado na Figura 4.39.

10)

Figura 4.39 - O esfera de Bloch fornece um meio ttil de visualizar o estado de um tinico qubit e
operacodes sobre ele. Qualquer ponto nesta esfera representa uma combinacio linear
dos estados 0 e 1 com coeficientes complexos. Os dngulos 6 e ¢ podem ser interpretados
como os angulos polares e azimutais de pontos na esfera, respectivamente e estdo
relacionados a sobreposicao dos estados quanticos. Imagem tirada de [177]

4.2 Modelo e teoria

Em um computador digital classico, a unidade basica de informacao ¢ o bit. O termo
bit vem de binary bit, que representa a presenca ou auséncia de um sinal elétrico ou magnético.
Em outras palavras, um bit pode ser interpretado como um dos estados em um sistema de
dois estados classicos que podem assumir os valores 0 ou 1. Os bits sdo agrupados em grupos
maiores para representar informacdes mais complexas, como caracteres, nimeros e imagens.

Nos ultimos anos, a computacdo quantica tem sido objeto de intensa pesquisa devido
ao seu potencial para resolver problemas complexos em um tempo muito mais rapido do
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que os computadores classicos. Para além disso, com a computacio quantica vém também

uma nova logica que pode resolver problemas inalcancgéveis pela l6gica bindria classica.

Na teoria da informacdo quantica, a unidade elementar de informacdo é um bit
quantico, o qubit. Um qubit é um estado de superposicao de estados de um sistema de dois
estados quanticos. Ao contrario do bit classico que s6 pode armazenar um valor de um
conjunto de dois valores reais, o qubit cobre o continuo de todas as possiveis superposi¢cdes
dos dois estados quanticos base. Tal l6gica de sobreposicdo aumenta muito a capacidade de
armazenamento e processamento de informacao.

Apo6s décadas de desenvolvimento, a ciéncia e tecnologia da informacdo quantica
ainda estdo longe de alcangar seu apogeu. Apesar de j4 existirem prototipos de computadores
quanticos operacionais com algumas dezenas de qubits, enormes desafios técnicos ainda
precisam ser superados, notadamente as dificuldades impostas ao aumento do ntimero
de qubits e pelas condi¢des normais de operacdo de um computador comercial. Um dos
principais desafios é produzir qubits que possam manter-se coerentes por tempo suficiente
para serem usados em célculos. O dito "tempo de coeréncia” do estado quantico que define
um qubit é crucial para o desempenho da computagdo quantica. Infelizmente, qubits sdo al-
tamente suscetiveis a perturbagdes causadas pelo ambiente, como flutuagdes de temperatura
e campos magnéticos, que podem causar sua decoeréncia em um curto intervalo de tempo.

Aqui propomos uma estratégia que pode contribuir para superar a barreira funda-
mental imposta pela decoeréncia quantica a operacionalidade dos qubits: a producdo de
qubits de éxcitons utilizando o grau de liberdade dos vales em monocamadas de TMDs. A
grande estabilidade térmica e longos tempos de coeréncia dos estados em torno dos vales,
combinados com uma operacgdo rapida e conveniente por lasers circularmente polarizados,
tornam o éxciton de vale um 6timo candidato a portador de informacao quantica, como
vistos em estudos de ponto quantico duplo baseados em grafeno [178] ou TMDs de camada
Unica [179].

No artigo [180] investigamos a superposi¢do dos estados dos éxcitons nos vales K e
K’ relacionados pela interacdo Coulombiana de exchange controlada por um campo mag-
nético externo, bem como o emaranhamento quantico entre estados excitdnicos intervales.
Obtivemos também resultados sobre concorréncia e as vantagens de se utilizar os TMDs
integrados em uma cavidade 6ptica bimodal podem ser encontrados no artigo. Em TMDs
de camada unica, a interacao Coulombiana de exchange acopla fortemente o pseudospin
de vale do éxciton com seu movimento de centro de massa. Até agora, apenas o termo de
interacdo de Coulomb direta é considerado no calculo da energia do éxciton. Para obter um
espectro adequado de éxcitons, a seguir, incorporamos a interacdo exchange as interagdes
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 X 2.

, EQQ+Tx(Q  Jxo(Q) )
ol =K KK KK 4.4
Q) ( Te@  EQ(Q +Tkk(Q) @9
com os elementos de matriz sendo dados por
(1, QI Hy 17, Q) = E”(Q)8» +J(Q), 4.5)

0 , . 7 . A . . ~
onde EE )(Q) ¢ a energia do éxciton no vale 7 com momento Q na auséncia da interacao de
exchange. As funcoes de onda dos estados de éxciton sem interacdo exchange no espaco de

momento sdo descritas por,

I7,Q) = — Z AD (vek)e! & ol i 1GS) (4.6)
vck
sendo |GS) os orbitais atdbmicos completamente ocupados. J,..(Q) na Eq.4.5 sdo as interacoes
de exchange intravale (7 = 7’) e intervale (7 # '), governadas por

1
J‘rr’(Q) = Z Zk A(O) (UCk) (k v,0),(k’ v ), QA(O) (UICIk ) (47)

V'K
Para Q — 0, temos que J (0)=Jg x(0)=J,. Entdo, a interacdo de exchange intravale
e intervale podem ser descritas por J,6, € Jo[cos(2¢)S, + sin(2¢)d, |, respectivamente, onde
¢ € o angulo de orientacdo do momento do centro de massa Q e a intensidade da interagcdo
exchange para certo Q é dada por

2T

TR (4.8)

T
Jo = RJ’ZO‘2|¢(O)|2

Na Eq. 4.8, a, To, Ry e |1(0)|? sdo 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

2

. . ~ . e
um buraco se sobreponham espacialmente, respectivamente. Eles sdo definidos por a = ,

ehvg

T, = Ry =
Q=
dependente do amblente o raio de Bohr, a massa total do éxciton e a velocidade de Fermi,

~ Qg ~2[181], com ¢, az, M e vy sendo a constante dielétrica

respectivamente; lembrando que a energia de ligacdo do éxciton é E, = e*/eay, a Eq. 4.8

T 1 h ES
Jo= §(th)2V m\/—E_bQ (4.9)

Apos calcularmos os elementos de Hy(Q), estamos prontos para calcular as energias de um

pode ser reescrita como,

éxciton e as correspondentes fun¢des de onda. Assumindoque D, o = E (0)(Q) +J..(Q), entdo
podemos reescrever a Eq. 4.4 de forma compacta como
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(4.10)

Hy(Q) =E 0, + ( E- JKK,(Q)> ,

J;;K/(Q) _E—

onde E,=(Dx ¢ + Dy o)/2. Fazendo élgebra, finalmente obtemos a seguinte matriz de Hy:

(4.11)

Hy(Q) = (E+ +Q,cos(8) Q,sin(f)e™* )

Q, sin(0)e® E, —Q, cos(0)

onde Q, =1/ E% + Vkr (Q) ‘oe ¢ sdo as fases na esfera de Bloch, que sdo definidas por

0 = cos™! LE;; ] e ¢ = —arg[Jxx(Q)], respectivamente. Para o caso especial de estados de

X

éxciton de valéncia dupla degenerada, temos E_=0, o que corresponde a 6=7 /2. Portanto,

somente o acoplamento de exchange intervale afeta a energia do éxciton.

4.3 Resultados

Diagonalizando a matriz do Hamiltoniano de Hy(Q) na Eq. 4.11, podemos direta-

mente obter os autovalores e autovetores do éxciton, dados por E, = E, + Vxk (Q)

, €
+ip o3 e e !
|1, ) = +e*'?sin 5 |K) + cos > |K"), (4.12)

onde |¢_) (]3,)) representa a funcio de onda do estado fundamental (excitado) do éxciton.
Assim, a dispersdo de energia do éxciton divide-se em dois ramos bem separados pelo
interacdo de exchange intervale. E interessante notar que, para esse referencial de energia,
podemos reescrever o Hamiltoniano na Eq. 4.11 da seguinte forma, Hg = Q)Q( - g, onde
d = ok + 0,y + 0,2 sdo as matrizes de Pauli que representam o pseudospin do vale,
e Q’é = [JTxx(Q)| [8in(B) cos(¢)x + sin(0) sin(¢)y + cos(6)Z], € o campo efetivo que atua
sobre o pseudospin do vale, sendo %, y e Z vectores unitarios ao longo dos eixos x—, y—
e z—, respectivamente. Em campo magnético externo B nulo, os estados dos éxcitons sdo
duplamente degenerados e com alta sobreposi¢do entre os estados intervales. A presenca de
B ao longo da dire¢do z elimina esta degenerescéncia, dando origem a um deslocamento
de Zeeman de vale AEY

KK’
e o fator g efetivo g ~ —2(g, + 2g,) com g, e g, representando os fatores g orbital e de

= EX(Q) — E¥,(Q)=8.fupB, em que uz é o magneton de Bohr

spin, respectivamente. Para visualizar a orientacdo do pseudospin de vale, calculamos o
valor esperado dos seus componentes o, g, € o, no estado fundamental. Eles sdo regidos
por(d,) = —sin@cos ¢, (G,) = —sinOsin ¢ e (5,) = — cos 6. Os pardmetros utilizados em
nossos cdlculos estao listados na Tabela 4.4 para a monocamada WSe,
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hvp (eV.A) 3.80
M (my) 0.46 + 0.42
E, (eV) 0.27
E®(Q = 0) (eV) 1.97
g 2
gs 1

Tabela 4.4 — Parametros da monocamada de WSe, usados em nossos calculos [180]. EEO)(Q =0)
denota a energia do éxcitonnovalet aB =0T e Q = 0. m, ¢ a massa do elétron no
vacuo.

A Figura 4.40 exibe (a) as energias dos estados fundamental (verde) e excitado (violeta)
do éxciton e (b) a diferenca de energia (2J,) entre os estados [, ) e [_) em funcdo do
momento do éxciton Q em uma monocamada de WSe, para B = 0 T. Como esperado, em
Q = 0, a interacdo de exchange ¢é zero. Conforme Q aumenta a partir de zero, ela aumenta
linearmente com Q, seguindo Agy, = E, — E_ = 2J,. O valor esperado do pseudospin do
vale (&,) no estado fundamental |¢_) 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 orientacido é governada por
(6,) = —cos 6, de modo que os éxcitons entdo em alta sobreposicio dos estados do vale K e
K’. Com o aumento do campo magnético externo, o pseudospin do vale ganha componentes
fora do plano. Sua orientacdo ¢ determinada pela soma do pseudo campo magnético e do
campo magnético externo. Isso indica que interacdo 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 WSe,, (b) a diferenca de energia (2J,) entre os estados [, ) e
[¥_) como uma fun¢io do momento do éxciton Q, paraB =0T.
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Figura 4.41 - Valor esperado do pseudospin do vale (&,) no estado fundamental |)_) em torno de
Q = 0 para cinco valores diferentes do campo magnético. A barra de cores indica o
valor de (&,).
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1 CONCLUSAO

Durante o doutorado, investigamos varios problemas relacionados a fendmenos que
surgem em sistemas de baixa dimensao que se dividem em dois topicos distintos, o primeiro
com foco principal no estudo de fases topoldgicas 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-6rbita de Dresselhaus, Rashba e Rashba modulado sob
a acdo de um potencial externo modulado. Especificamente, analisamos as fases triviais
e topoldgicas em funcdo das intensidades dos acoplamentos spin-6rbita considerados e
da fase da modulacdo do potencial externo. Obtivemos um diagrama de fase que suporta
fases isolantes triviais e topoldgicas separadas por superficies criticas que se intersectam. As
fases topologicas com gap sdo caracterizadas pelo winding number, enquanto as superficies
criticas sem gap sdo caracterizadas por um winding number modificado. As intersecdes
das superficies criticas definem linhas multicriticas através das quais a energia do estado
fundamental se torna ndo analitica, simultamente a um fechamento do gap de bandas, mas
sem ocorrer uma transicdo de fase. Essa descoberta desafia a teoria padrao das transigoes
de fase quanticas, segundo a qual uma nio analiticidade na energia do estado fundamental

implica uma transicdo de fase quantica.

No terceiro capitulo da Parte II é apresentado o trabalho publicado na revista The
Journal of Physical Chemistry C em 2022 [105], que tem como foco a investigacdo da po-
larizacdo do vale e fotolumnescéncia de éxcitons intercamada na heteroestrutura de van
der Walls de MoS,/WS,. Afim de estudar esse sistema, iniciamos o estudo sobre a estrutura
cristalina e a estrutura eletronica de monocamadas e heteroestruturas de TMD. Ap0s isso
foi desenvolvido o modelo efetivo pelo método k-p considerando a interacdo spin-orbita e o
acoplamento entre as camadas que compdem a heteroestrutura. Os éxcitons sdo descritos
pela equacdo de Bethe-Salpeter. Uma equacdo de Bethe-Salpeter efetiva foi obtida para
calcular a energia e a funcio de onda dos éxcitons de menor energia, 1s. Para a polarizacdo
do vale e fotoluminescéncia dos estados excitonicos precisamos analisar a dinidmica do
éxciton pelas taxas de espalhamentos de tais estados. Uma secdo foi reservada para essa
revisdo. Algumas propriedades foram cdlculadas como o tempo de vida dos éxcitons intra
e intercamada, além do momento magnético do vale. Algumas secdes 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 excitonicos
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 interacdo coulombiana de exchange intervale, fonon e
energia térmica, ¢ uma grande polarizacio do vale e um pico de fotoluminescéncia préximo

ao campo magnético critico.

Quanto ao terceiro trabalho apresentado, publicado Physical Review B em 2023 [180],
realizamos uma revisao sobre a importancia da interacdo de exchange para a mistura dos
estados do éxciton nos vale K e K’, além de uma breve revisdo sobre o tratamento dos qubits
utilizando a esfera de Bloch. O objetivo foi descrever um possivel método para o controle
o pseudospin do vale para a atuacdo como um qubit. Como resultado obtivemos uma alta
sobreposicdo dos estados excitonicos 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 analiticas e computacionais
para caracterizacdo de fases topologicas e o estudo de fend6menos 6ticos em semicondutores,
para sistemas com interacdo spin-orbita e com efeito de proximidade magnética. Abordamos
os sistemas utilizando modelos em tight-binding e modelos efetivos utilizando a aproximacao
em k-p. Estes trabalhos contribuem para a compreensdo de fendmenos relevantes do ponto
de vista de fisica basica e também de possivel aplicacio via novos dispositivos.

Desde o momento em que iniciei o contato com o campo dos estados excitonicos,
busquei uma forma de relacionar esses topicos tao distintos: materiais topoldgicos e estados
excitonicos. Recentemente, estudando sobre os condensados de éxcitons descobri uma
forma. O surgimento de condensados de éxcitons em semicondutores podem ocorrer pela
reducdo do gap das bandas, tornando-se menor que a energia de ligacdo 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 concentracdo de éxcitons. Tais estados, devido sua coeréncia, podem ser uma
boa plataforma para informacao quantica. Estudos tedricos e experimentais recentes com
materiais TMDs de estrutura cristalina octahedra mostram que esses materiais podem
abrigar propriedades topoldgicas [183, 184], podendo ser controladas por campo elétricos
externos. Pela banda de conducdo e valéncia possuirem contribuicoes de d&tomos diferentes,
um éxciton poderia ter um tempo de vida longo nesses materiais. Por fim, um estudo possivel
para relacionar as grandes area dessa tese pode ser a invertigacao de condensados de éxcitons
em monocamadas de TMD com estrutura octahedra. Esse ¢ um dos caminhos que pretendo
seguir na minha trajetoria como pesquisador apés o doutorado. A jung¢do entre sistemas
topologicos e fisica de éxcitons é um tema ainda pouco investigado. Creio que fendmenos
fisicos interessantes e tecnologicamente relevantes possam emergir dessa interface entre

areas.
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