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Resumo

Os dicalcogenetos de metais de transição (DMTs) bidimensionais (2D), com fórmula geral MX2,
onde M=W/Mo e X=S/Se/Te constituem uma plataforma ideal para a exploração e o controle
de propriedades físicas da matéria na nanoescala, abrindo novos horizontes para aplicações
em dispositivos eletrônicos e fotônicos. Esses materiais são encontrados na natureza na forma
tridimensional (3D, bulk) e, semelhante ao grafeno, podem ser sintetizados em camadas de
espessura atômica (quase bindimensional), possibilitando o acesso a fenômenos originários
do confinamento quântico próprio de materiais em baixa dimensionalidades. Monocamadas
de DMTs possuem características semicondutoras e apresentam gap direto nos pontos não
equivalentes K e K’ da zona de Brillouin. Devido ao confinamento espacial e à blindagem
dielétrica reduzida, esses materiais possuem forte interação Coulombiana, de modo que o
espectro de fotoluminescência é dominado por pares de elétrons e buracos fortemente ligados
(éxcitons). Além disso, a assimetria de inversão temporal e o forte acoplamento spin-órbita (ASO)
possibilitam a excitação seletiva dos vales via luz circularmente polarizada e, consequentemente,
o acoplamento dos graus de liberdade do spin e do pseudo spin do vale. Essas propriedades
favorecem o controle da dinâmica de éxcitons no vale da nano estrutura (monocamada, bicamada
e heterobicamadas) o que gera novas perspectivas para aplicações na valetrônica e spintrônica.
Os estudos sobre essa subárea da matéria condensada carecem ser aprofundados, afim de superar
alguns desafios que ainda persistem, como os curtos tempos de vida dos éxcitons e da coerência
dos vales (da ordem de ps), gerados pela forte hibridização entre as funções de onda de elétrons
e buracos. No entanto, em estudos recentes têm-se observado a possibilidade de formação de
éxcitons intercamadas, tanto em bicamadas quanto em heteroestruturas, herdando os graus de
liberdade de spin e vale de éxcitons intra camadas nas monocamadas de DMTs. Essa nova espécie
excitônica apresenta tempos de recombinação e de espalhamento intervales, muito maiores o
que os tempos característicos dos éxcitons intra camada. Enquanto as monocamadas de TMDs já
foram extensivamente estudadas, as heteroestruturas ainda são pouco exploradas, conferindo,
portanto, uma grande motivação para a nossa pesquisa. Nesse contexto, propomos um modelo
teórico capaz de descrever a dinâmica de éxcitons nos vales de uma heteroestrutura de van der
Waals formada por WS2/MoS2. O nosso modelo nos permitiu aprofundar o entendimento sobre
os mecanismos de espalhamento de éxcitons intercamda através do estudo das propriedades de
emissão, com o espectro de fotoluminescência (PL) e da polarização do vale (VP).

Palavras-chaves: Heteroestruturas de DMTs, éxcitons, propriedades ópticas, valetrõnica, spin-
trônica.



Abstract

Two-dimensional (2D) transition metal dichalcogenides (TMDs) with general formula MX2,
where M=W/Mo and X=S/Se/Te constitute an ideal platform for the exploration and control of
physical properties of matter at the nanoscale, opening new horizons for applications in electronic
and photonic devices. These materials are found in nature in volumetric form and, similar to
graphene, can be synthesized in layers of atomic thickness, allowing access to phenomena origi-
nating from the quantum confinement typical of low dimensional materials. TMD monolayers
have semiconductor characteristics and exhibit direct gap at the non-equivalent points K and K’
of the Brillouin zone. Due to spatial confinement and reduced dielectric shielding, these materials
have strong Coulombian interaction, so that the photoluminescence spectrum is dominated by
strongly bonded electron-hole pairs (éxcitons). Furthermore, the time reversal asymmetry and
the strong spin-orbit coupling (SOC) enable the selective excitation of valleys via circularly
polarized light and, consequently, the coupling of the spin and pseudo spin degrees of freedom
of the valley. These properties favor the control of the ecciton dynamics in the valley of the
nanostructure (monolayer, bilayer, and heterolayer) and dazzle new perspectives for applications
in valetronics and spintronics. The studies in this subarea of condensed matter still need to be
deepened in order to overcome some challenges that still persist, such as the short lifetime of the
excisitons and the valley coherence (of the order of ps), generated by the strong hybridization
between the wave functions of electrons and holes. However, recent studies have observed the
possibility of interlayer dexciton formation, both in bilayers and in heterostructures, inheriting
the spin and valley degrees of freedom of intra-layer dexcitons in monolayers of TMDs. This
new excitonic species exhibit recombination and scattering interval times (tens of ns), much
longer than the characteristic times of the intra-layer excitons. While monolayers of TMDs have
already been extensively studied, heterostructures are still poorly explored, thus conferring a
great motivation for our research. In this context, we propose a theoretical model capable of
describing the dynamics of éxcitons in the valleys of a van der Waals heterostructure formed
by WS2/MoS2. Our model has allowed us to deepen our understanding of the mechanisms of
interlayer exciton scattering by studying the emission properties, with the photoluminescence
spectrum (PL) and the valley polarization (VP). The results of our study are of high relevance,
either by presenting new results for the lifetimes of excitons, especially of the dark interlayer
type, with a high degree of polarization (close to one unit), or by the presentation of techniques
that made feasible in the studies contributing to the progress of this promising line of research.

Key-words:Heterostructures of TMD, éxcitons, optical properties, veletronics, spintronics.
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1 Introdução

A descoberta do grafeno em 2004 [23] quebrou um paradigma relacionado ao estudo
dos materiais de baixa dimensionalidade que já durava décadas. Esse feito, assinalou um passo
importante para a engenharia de fabricação, caracterização e exploração das propriedades físicas
(elétricas, ópticas, etc.) em materiais bidimencionais1. É valido notar que esta descoberta, para
além de ratificar a ciência como construção humana, cuja trajetória é referenciada por grandes
contribuições científicas, inicialmente, separadas por longos períodos, como exemplo, os 350 anos
que separaram a descoberta do grafite - mineral - de sua aplicação na escrita, e os 500 anos [6]
para a sintetização do grafeno, abre caminhos para a fabricação de novos materiais sintéticos.
Nesse contexto, destam-se os dicalcogenetos de metais de transição, amplamente utilizada na
literatura, para nos referirmos a família dos dicalcogenetos de metais de transição que, em
contra partida à característica metálica do graferno, são semicondutores espotâneos, garantindo
a ampliação da diversidade de materiais com propriedades distintas e, consequentemente, dos
horizontes tecnológicos.

Figura 1 – Evolução da construção científica com materias de baixa dimensionalidade: a) des-
coberta do grafite, (b) aplicação do grafite na escrita, (c) síntese do grafeno e (d)
projeções nas aplicações tecnológicas.

O esquema da Figura (1.a,b) mostra a linha do tempo com dois eventos importantes
do período pré-grafênico, que durou aproximadamente cinco séculos entre a descoberta do
grafite e a síntese do grafeno e, os paineis (c) e (d) destacam eventos do período pós-grafênico,
que inicia com a fabricação de novos materiais 2D e se estende até atuais possibilidades de
aplicações. É notável a rápida evolução das contribuições científicas através do estudo dos
1 Os materiais bidimensionais, ou apenas materiais 2D, formam uma categoria de materiais recente que pretende

revolucionar várias áreas da tecnologia. Eles são formados apenas por uma ou camadas de átomos e não são
periódicos numa determinada dimensão, o que garante a eles diversas propriedades distintas.
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materiais bidimensionais nos últimos 20 anos, principalmente a partir de 2012, com o crescimento
exponencial das publicações.

Figura 2 – Publicações anuais de DMTs 2D incluindo MoS2, MoSe2, fósforo preto, MXenes, e
total de DMTs 2D no período 2004-2015. Fonte: Wonbong Choi et al. [1].

O estudo das propriedades físicas dos semicondutores, sobretudo dos materiais da
família dos DMTs, é de grande interesse do ponto de vista tecnológico, uma vez que esses
materiais apresentam novas possibilidades para o desenvolvimento de dispositivos eletrônicos,
optoeletrônicos e fotônicos, como transistores, diodos emissores de luz (LED, do inglês Light

Emissor Diode), fotodectetores e LASERs (do inglês Light Amplification by Stimulated Emission

Radiation) [24]. Com um número crescente de novos materiais semicondutores descobertos, as
possibilidades de novos estudos têm crescido exponencialmente, como mostra a análise de Choi
et. al. apresentado na Figura 2 para o período de 2004 a 2015. Dentre os materiais estudados,
a família dos DMTs (2D-2H), constitui uma plataforma ideal para a exploração e controle de
propriedades físicas da matéria em nanoescala. Estes materiais são encontrados na natureza
na forma de bulk, mas, de forma semelhante ao grafeno, podem ser reduzidos a camadas de
espessura atômica.

A síntese de camadas atomicamente finas e controláveis, em grande escala e uniformes
de diversas DMTs 2D, ainda é uma questões que merecem atenção. No entanto essa dificuldade
vem sendo gradativamente superada através da utilização de várias técnicas, dentro das aborda-
gens de cima para baixo e de baixo para cima, incluindo esfoliação mecânica, esfoliação química,
e deposição química de vapor (CVD). Na Figura 3, exemplificamos a morfologia da superficie de
WSe2, via microscopia de força atômica (AFM, do inglês: Atomic Force Microscope), cultivada
em diferentes substratos. Alguns dos aspectos gerais da engenharia de fabricação de monoca-
madas de DMTs serão aboradas no próximo capítulo, reservado à apresentação da família do
DMTs, com foco nos materiais estudados nessa tese.

No limite de monocamadas os DMTs apresentam propriedades únicas, como por
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Figura 3 – Morfologia da superfície AFM da película de WSe2 cultivada em diferentes substra-
tos:s grafeno epitaxial, grafeno CVD, safira, e nitreto de boro. Fonte: Wonbong Choi
et al. [1].

exemplo, gap semicondutor direto nos pontos de alta simetria K(K’) da zona de Brillouin2(ver
Figura 4). Devido ao confinamento espacial e à blindagem dielétrica reduzida, estes materiais
possuem forte interação Coulombiana, de forma que o espectro de fotoluminescência é dominado
por éxcitons3. Além disso, a quebra da simetria de inversão temporal4 e o forte acoplamento
spin-órbita (SOC do inglês Spin-Orbit Coupling), possibilitam a manipulação seletiva de éxcitons
nos vales K(K’) via luz circularmente polarizada, levando ao acoplamento dos graus de liberdade
de spin e vale. Tais propriedades têm sido apresentadas como alternativas promissoras para
aplicações na valetrônica e na spintrônica. No entanto, os éxcitons em monocamadas de DMTs
apresentam tempos de vida muito curtos (da ordem de ps), isto, aliado à forte hibridização entre
as funções de onda de elétrons e buracos, e ao eficiente espalhamento intervale constitui um
desafio para possíveis aplicações.

Na monocamada de DMTs, elétrons e buracos encontram-se localizados nos pontos
K e K’ da primeira zona de Brillouin, levando a uma natureza semicondutora como mostra a
Figura (4.a). Além disso, as monocamadas de DMTs apresentam estrutura cristalina de inversão
assimétrica levando os estados eletrônicos a apresentarem quiralidades diferentes pertmitindo,
portanto, a ocorrência de transições interbandas nos pontos K e K’ através da aplicação de luz
2 Em física do estado sólido e física da matéria condensada, a primeira zona de Brillouin é definida como a célula

unitária do espaço recíproco. Da mesma forma que a rede cristalina é dividida em células de Wigner-Seitz para
redes de Bravais, a rede recíproca associada é dividida em zonas de Brillouin. [25]

3 Ao foto-excitar o material em estudo, elétrons migram da banda de valência para a banda de condução deixando
o espaço que ocupavam vazio, neste caso, quando o par formado pelo elétron e o buraco permanecem fortemente
ligados diz se que o conjunto é uma quasipartícula denominada de exciton.

4 A reversão temporal consiste em inverter a direção do eixo do tempo. Para entender como esta operação pode
ser uma simetria conservada ou violada vamos recorrer a dois exemplos. Uma bola é lançada em direção a uma
das tabelas de uma mesa de sinuca, colide com ela e volta ao ponto de saída. Este processo é filmado mas o
filme se inicia com a bola já em movimento. Uma pessoa assiste ao filme duas vezes, na primeira ele é projetado
como foi filmado e na segunda é passado de trás para frente. Esse espectador não poderá dizer quais das duas
projeções corresponde ao sentido real. Neste caso, dizemos que a simetria T é conservada. Agora imagine o
filme de um jarro que cai de uma mesa e se quebra ao atingir o chão. Não haverá dificuldade em diferenciar a
seqüência projetada na direção em que foi filmada da passada na direção oposta. Este é um processo para o qual
a reversão temporal não é válida, dizemos que neste caso a simetria T é violada.
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Figura 4 – (a)Ilustração da estrutura de bandas em monocamadas de DMTs e (b) espectro de
fotoluminescência para luz circularmente polarizado com 𝜎+ e 𝜎−. Fonte: Xião et
al. [2], adaptada.

circularmente polarizada com 𝜎+ e 𝜎−, respectivamente (dicroísmo circular do vale) [2]. Estas
características são suprimidas em cristais individuais em bulk porque a simetria de inversão é
recuperada enquanto a estrutura de banda muda levando o gap de directo para indireto [26].

A família dos DMTs é formada por um grande número de compostos dos quais alguns
são mais estudados, no limite das monocamadas, por exembplo, o MoS2, MoSe2, WS2, WSe2. No
entanto, as bicamadas, principalmente as heteroestruturas ainda são pouco exploradas, carecendo
portanto, de investigação mais profunda. É nesse contexto que nasce a grande motivação para a
nossa pesquisa, que visa estender os estudos do vale do éxciton em heteroestruturas de (vdW)
baseadas em DMTs, para tanto, desenvolvemos um modelo teórico capaz de descrever a dinâmica
do vale dos éxcitons intra e intercamadas, claros e escuros.

Podemos obter importantes informações, a respeito de monocamadas de DMTs, por
meio do cálculo da estrutura das bandas de energia eletrônica realizados pela DFT (do inglês
Density Functional Theory) e por medidas experimentais de espectroscopia. Estudos desta
natureza mostram, por exemplo, que alguns DMTs em bulk apresentam gap de energia indireto,
no entanto, quando reduzido à camada única passam a ter gap direto [27]. Essa característica são
confirmada por medidas de microscopia de fluorescência [26] e são muito importantes no estudo
das propriedades ópticas desses materiais.

No estudo das monocamadas de DMTs, são ivestigados os éxcitons intracamada ou
diretos (DX). Em investigações recentes com estruturas formadas a partir do empilhamento de
monocamadas desses materiais (bicamadas), foi observada a existência da espécie de éxcitons
intercamada (IX), cuja trasinção é favorecida, principalmente, devido ao empilhamento das
camadas do tipo II. Diferente do éxiton DX, no éxciton IX, o buraco e o elétron encontram-se



Capítulo 1. Introdução 22

localizados em camadas diferentes. Essa característica reflete, significativamente, na melhoria
das pripriedades físicas da amostra uma vez que a distância entre as camadas podem ser regulada.
Os éxcitons IX herdam algumas características, como os graus de liberdade de spin e de vale,
observados nas transições intracamada. Neste caso, os tempos de recombinação e espalhamento
intervale são da ordens de nanossegundos, muito superior aos tempos característicos dos éxcitons
intracamada, que são da ordem de picossegundos, ou seja, os tempos de vida do éxciton IX são
muinto mais longo que os tempos de vida dos éxcitons DX.

A tese está organizada em seis capítulos incluindo esta introdução, estruturados da
seguinte forma: no capítulo 2 realizamos uma revisão bibliográfica acerca da família dos DMTs,
inclindo a formação dos diversos compostos, a estrutura cristalina, o cálculos da estrutura de
bandas, abordamos os principais métodos de obtenção da monocamada, bem como os tipos de
éxcitons que pode ser formados intra (inter) vale(camada). No capítulo 3, revisamos os principais
métodos utilizados no desenvolvimento dos cálculos de sistemas de muitos corpos, como a
dinâmica de éxcitons nas monocamadas, bicamadas e heteroestruturas com base em DMTs.
Partimos da equação de Shrorindger para muitos corpos, descrevemos brevemente a teoria do
funcional da densidade (TFD), a equação de Bethe-Salpeter (EBS) para o éxciton, o modelo k·p
e a técnica de equações de taxa.

No capítulo 4 fornecemos detalhes de uma investigação teórica sobre a dinâmica de
éxcitons intercamadas (IX𝑆) no vale de uma heteroestrutura formada por MoS2/WS2, com
configuração de empilhamento AB cultivada em substrato ferromagnético. Descobrimos que
o processo de transferência de cargas entre camadas altera drasticamente a emissão IX, bem
como a sua polarização do vale (PV). O efeito de proximidade magnética (EPM)5 exercido pelo
substrato ferromagnético, por outro lado, gera uma divisão da energia de Zeeman do vale para
campo zero que suprime a despolarização induzida pela interação de troca do elétron-buraco.
Notavelmente, ao contrário da habitual dispersão de éxciton-fônon que prejudica a PV, a dispersão
assistida por fônon entre dois estados separados do éxciton IX nos diferentes vales promove
um desequilíbrio populacional desta espécie excitônica nestes estados, dando origem a um PV
gigante. Portanto, uma combinação destas quantidades físicas experimentalmente sintonizáveis
(taxa de transferência de carga entre camadas, intensidade de MPE e força de acoplamento
éxciton-fônon) fornece uma ferramenta promissora para intregar as emissões magneto-ópticas
emergentes e os seus PV.

No capítulo 5, relatamos a dinâmicas do vale de excitons inter camadas com spin-
singleto (IX𝑆) e spin-tripleto (IX𝑇 ) em heteroestruturas de van der Waals formadas de WS2/MoS2

e sujeitas a um campo de troca. Devido ao seu carácter de intercamda, os excitons intercamadas
(IX) possuem um longo tempo de coerência dos vales, para além de uma longa vida radiativa,
especialmente para o IX𝑇 , que é crucial para a manipulação de pseudospin dos vales. Finalmente
no capítulo 6, apresentamos as nossas conclusões e perspectivas para futuros trabalhos.

5 Na língua inglesa o fenômeno é nomeado Magnetic Proximity Effect (MPE).
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2 Revisão bibliográfica

Os primeiros anos do século XXI consolidaram, significativamente, os estudo dos
materiais bidimensionais (2D) na área da física da matéria condensada. O grafeno é o pioneiro
na fabricação, caracterização e exploração física de materiais atomicamente finos. Devido a suas
propriedadedes extraordinárias, ele tem feito grande sucesso desde a sua descoberta em 2004 [23].
Apesar de sua caracaterísitca semimetálica implicar na ausência de gap1 entre as bandas de
energia, característica essencial para aplicações em dispositivos óptico-eletrônicos [1], os estudos
com o grafeno apontam para diversas possibilidades de aplicações, além de impulsionarem a
fabricação de outros materiais 2D, como a família dos DMTs, que para além da possibilidade
de serem obtidos em camadas de espessura subnanométrica apresentam propriedades óptica e
eletrônicas únicas que apontam para uma nova era tecnológica num futuro próximo.

No presente capítulo apresentaremos características estruturais, conceitos e propriedades
eletrônicas, bem como técnicas de fabricação de películas lamelares (camada única) em materiais
da família dos MTDs que permitem um melhor entendimento da dinâmica dos estados excitônicos
em monocamadas, bicamadas e nas heteroestruturas de van der Waals com base nos compostos
do grupo-VIB destacados na Figura (5).

2.1 Monocamadas de DMTs-2H

Os DMTs surgem em complementação ao grafeno e, também, possuem uma estrutura
lamelar hexagonal. Sua fase volumérica (bulk) é estratificada em camadas que interagem fraca-
mente entre si através de forças de van der Waals2. Cada camada de DMTs é composta por uma
crosta de átomos de um metal de transição (M) entre duas camadas de átomos de um calcogênio
(X) representada pela fórmula geral MX2.

Devido ao grande número de combinações possíveis entre os átomos dos calcogênios e
dos metais de transição, os DMTs possuem uma família com um grande número de compostos,
dos quais muitos ainda não foram amplamente explorados. Particularmente, para essa tese, os
materiais metálicos são representados pelo molibidênio (Mo) ou o tungstênio (W) e o calcogênio
(X) será representado pelo enxofre (S), no entanto, na tabela periódica da Figura (5), apresenta-
mos outros exemplos de compostos metálicos destacados com retângulos azuis e calcogênios
com retângulos laranja.

Deve-se ressaltar que, apesar do WS2 e do MoS2 já terem sido amplamente estudados em
1 Na física do estado sólido, defini-se a largura da banda proibida, ou simplesmente gap de banda, correspondendo

à diferença de energia entre a borda superior da banda de valência e a borda inferior da banda de condução
2 As fracas interações de vdW, entre as camadas (calcogénio-calcogénio), permiti a esfoliação mecânica a partir

do crital (bulk) de DMTs para obter um camada de flocos.
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monocamadas, investigações em estruturas formadas pelo empilhamento de multiplas camadas
desses materiais ainda caressem de aprofundamento, principalmente, em sistemas formado por
materiais diferentes (heteroestruturas) [28]. Outros aspectos relevantes, que justificam a escolha
desses materias, é a similaridade de características importantes, como a constante de rede, que
reduz a distorção da rede cristalina nas heteroestruturas, e a formação de alinhamento de bandas
de energia do tipo II, possibilitando a hospedagem de elétrons e buracos em camadas diferentes,
e portanto, o estudo das transições intercamadas, principal objeto de investigação nesta pesquisa.

Figura 5 – Possíveis combinações para DMTs. Os elementos dentro do quadro laranja repre-
sentam a família dos calcogênios, enquanto os elementos dentro dos quadros verdes
representam os possíveis membros da família dos metais de transição. Fonte: Gib-
ney [3], adaptada.

Os cristais de DMTs contêm um metal de transição (átomo verde) para cada dois átomos
de calcogénio (laranja) podem ser dividida em camadas 2D que são flexíveis, transparentes e
excelentes condutores de electricidade. Alguns são também semicondutores [3].

2.1.1 Estrutura cristalina

Na forma 3D ( bulk), os DMTs são comumente apresentados em três polimorfismos,
nomeados de 1T, 2H e 3R, onde as letras T, H e R representam as estruturas trigonal, hexagonal
e rhombohedral, respectivamente, e os índices (1,2 e 3) indicam o número de camadas na célula
unitária, como esquematizado na Figura (6.a) [4]. O MoS2 e o WS2, por exemplo, apresentam
as três fases, sendo que o metal de transição está coordenado com seis átomos do calcogêneo,
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formando um octaedro na fase 1T3 [29] ou um poliedro trigonal prismático nas fases 2H e 3R,
sendo a fase 2H predominante na natureza e mais estável que a 3R [30], motivo pelo qual se
justifica intensa concentração das investigação.

Figura 6 – (a) Representação estrutural dos politipos de DMTs 1T, 2H e 3R, (b) correspondente
coordenação dos átomos metálicos, com vistas laterais e superiores das formas estra-
tificadas. Fonte: Agnieszka Kuc [4], adaptada.

A fase 1T apresenta propriedades metálicas e hidrofobicidade e ao ser aquecida torna-se
2H e juntamente com a 3R apresentam propriedade semicondutoras, com um ângulo de contato
<30∘ [31]. Os átomos metálicos são ainda mais distorcidos (ou dimerizados numa direcção),
chamada fase T’ [32, 33], resultando no deslocamento dos átomos de calcogê nio ao longo da
direção z. A cordenação dos átomos metálicos correspondente a cada politipo é apresentada na
Figura (30.b) nas perspectivas lateral e superior.

A estrutura cristalina estratificada dos DMTs permite a esfoliação do material em
camadas de espessura atômica, com geometria hexagonal, formando um arranjo do tipo colméia
como mostra a Figura (7.a). Monocamadas (ML, do inglês: monolayer) de DMTs como o MoS2

e o WS2 possuem uma base de três átomos (um Mo e dois S). A ML de MoS2, por exemplo,
consiste num plano de átomos Mo rodeado por dois planos de átomos enxofre S de modo que
cada átomo de Molibidênio seja coordenado por seis átomos S numa geometria prismática
trigonal e cada átomo S seja coordenado por três átomos Mo, como mostra a Figura (7.b).

A posição de cada átomo na célula unitário pode ser calculada através da equação
abaixo,

R = ℓR1 +𝑚R2 + T𝛾, (2.1)
3 Yang e colaboradores utilizaram difração de raios X para estudar a estrutura da monocamada do MoS2 preparada

via exfoliação por lítio e descobriram a fase 1T [29].
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Figura 7 – (a) Vista de cima do monocamada MX2. A esfera grande é M e a esfera pequena é X.
R1 até R6 mostram os vizinhos mais próximos de M-M. A região sombreada mostra
a célula bidimensional 2D com constante de malha a. (b) Esquema para a estrutura
da coordenação prismática trigonal, correspondente ao triângulo azul em (a). (c) A
primeira zona 2D de Brillouin com pontos K especiais. b1 e b2 são os vectores de
base recíproca. Os dois vales não equivalente K e K’ são mostrados em preto e os
seus equivalentes em cor sinza. Fonte: D. Xiao et al. [2], adapatada.

onde R1 = (𝑎, 0, 0) e R2 =
(︁

𝑎
2 ,

𝑎
√

3
2 , 0

)︁
são os vetores da rede de Bravais4, correspondente a uma

determinada espécie atômica na célula unitária, 𝑎 é a constnte da rede, M o metal de transição
e X𝑡

𝑏 corresponde ao calcogênio no plano superior(top) e inferior (bottom), T𝛾 corresponde ao
vetor de translação do átomo no interior da célula unitária, com ℓ, 𝑚 inteiros. Desse modo, os
vetores de translação para os três átomos da célula unitária são:

T𝑀 = (0, 0, 0)

T𝑡 = 𝑎√
3𝑐𝑜𝑠𝜃

(0, 𝑐𝑜𝑠𝜃, 𝑠𝑒𝑛𝜃) (2.2)

B𝑏 = 𝑎√
3𝑐𝑜𝑠𝜃

(0, 𝑐𝑜𝑠𝜃,−𝑠𝑒𝑛𝜃)

onde 𝜃 em 𝑟𝑎𝑑, corresponde ao ângulo entre as ligações do metal de transição, o calcogênio e o
plano xy. A tabela (1), mostra valores experimentais para a constante da rede a e o ângulo 𝜃 para
alguns materiais .

A Figura (7.c) mostra a primeira zona de Brillouin com destaque para os pontos de alta simetria
no espaço recíproco Γ e M, e os pontos não equivalentes K e K’. Se considerarmos que R1 e R2

são os vetores primitivos da rede 2D no espaço real, os vectores da rede recíproca b1 e b2 são
descritos pelas equações a seguir,
4 Uma rede de Bravais é um conjunto infinito de pontos discretos com um arranjo e orientação que aparece

exatamente a mesma, independente dos pontos pelo qual a rede é observada.



Capítulo 2. Revisão bibliográfica 27

Tabela 1 – Constante da rede e o ângulo entre o plano 𝑦𝑧 e os átomos M e X dos DMTCs.

Material 𝑎(Å) 𝜃(𝑟𝑎𝑑) Ref.
MoS2 3,166 0,710 [34]
MoSe2 3,288 0,710 [35]
MoTe2 3,519 0,710 [36]
WS2 3,153 0,710 [36]
WSe2 3,282 0,710 [36]

b1 = 4𝜋√
3𝑎

(︃√
3

2 ,−1
2 , 0

)︃
(2.3)

b2 = 4𝜋√
3𝑎

(1, 0, 0) . (2.4)

O conhecimento do grupo do vetores de ondas é importante porque a invariância do
Hamiltoniano sob operações de simetria leva, geralmente, a degenerescências nos pontos de alta
simetria ou direções na zona de Brillouin. As diferenças entre os grupos espaciais D1

3ℎ e D1
3𝑑,

quando o número de camadas é ímpar, é define simetrias diferentes para o grupo dos vetores de
onda em cada ponto de alta simetria ou direção do espaço recíproco.

2.1.2 Métodos de fabricação

Esforços consideráveis têm sido dedicados aos processos de produção de materiais de
baixa dimensionalidade à base de DMTs [37]. Um desafio comum apresentado pelas técnicas já
desenvolvidas é a produção da camadas com alta qualidade, tendo em vista que elas são essenciais
para a tradução das nova propriedades eletrônicas e ópticas pelos dispositivos tecnológicos [38].

O processo de fabricação de camada única nos materiais 2D pode ser classificado em
duas grandes categorias. Uma é a top-down (de cima para baixo), onde uma ou poucas camadas
são retiradas do material na estrutura volumética (bulk), ou seja, o processo se dá por eliminação
de partes do material. A outra é bottom-up (de baixo para cima), na qual a amostra 2D é fabricada
a partir da deposição gradativa do metal de transição e do calcogênio em um substrato, ou seja, o
processo se dá pela manufatura aditiva de camadas do material.

Para os fins dessa tese entendemos não haver necessidade de aprofundamento desse
tema, no entanto, dada sua importância no contexto de estudos dos materiais 2D é conveniente,
neste capítulo de revião, abordar as principais técnicas que constituem a engenharia de fabricação
dessas estruturas extremamente finas. Dessa forma, nos restrigimos a breves descrições de
algumas técnicas, dentro das duas grandes categorias citadas acima, como mostra o esquema da
Figura (9).

As técnicas de formação de camada única por eliminação de parte do material (Métodos
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Top-Down), ou seja, de cima para baixo incluem a clivagem5 micromecânica, esfoliação líquida
e química, intercalação por espécies iónicas, ultra-sonicação, dentre outras. Após uma aplicação
bem sucedida para produzir o grafeno, a esfoliação foi alargada a outros materiais inorgânicos,
tais como MoS2 dentre outros DMTs.

A esfoliação mecânica, por exemplo, é a forma mais eficiente de produzir as nano folhas,
altamente cristalinas e atomicamente finas de materiais estratificados. Num processo típico de
esfoliação mecânica, os cristais finos adequados de DMTs são primeiro extraídos do cristal a
granel utilizando uma fita adesiva tipo Scotch com mostra a Figura (8, painel superior). Estes
cristais finos aderidos a fita são postos em contato com um substrato e esfregados para aumentar
a quebra molecular. Após a remoção da fita adesiva, são deixadas no substrato nano folhas de
uma ou várias camadas de DMTs da Figura (8, painel inferior painéis a-d). Embora este método
produza flocos monocristalinos de elevada pureza e limpeza, adequados para a caracterização
fundamental e mesmo para fabricar dispositivos individuais, não permite o controlo sistemático
da espessura e tamanho dos flocos. Além disso, não é viável para a produção em larga escala.

Figura 8 – Top: Esquema da técnica de clivagem micromecânica (o método da fita adesiva
escocesa) para produzir estruturas com poucas camadas. A fita adesiva da linha
superior é utilizada para clivar as poucas camadas superiores de um cristal a granel.
A parte inferior esquerda da fita com flocos removidos é então ressaltada contra o
substrato de escolha. Na parte inferior direita alguns flocos ficam sobre o substrato,
mesmo sobre a fita adesiva removida. Fonte: Novoselov [5], adaptada.

Para esfoliar monocamadas de grande superfície, utiliza-se a aderência quimicamente
melhorada, que consiste na utilização da afinidade química dos átomos de enxofre que podem
ligar-se a uma superfície do substrato mais fortemente. Assim, camadas únicas de vários calcoge-
5 Propriedade que leva a fragmentação um mineral ao longo de planos paralelos, quebrando uma molécula

complexa em moléculas mais simples.
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netos ligados por forças de vdW foram esfoliadas com sucesso, tais como MoS2, WSe2 e Bi2Te3

com tamanhos laterais de várias centenas de microns [39]. A clivagem nanomecânica de MoS2

foi estudada (in situ) utilizando microscopia eletrônica de transmissão e foram obtidas, com
sucesso, estruturas com espessuras que variam de uma a 23 camadas [40]. Os exemplos como
o recozimento térmico e o desbaste evaporativo usando uma mancha laser focalizada foram,
também, usados para retirar camada por camada de MoS2 até a espessura da monocamada por
ablação (remoção) térmica com resolução à escala de micrómetros [41–43].

A técnica de frabricação Bottom-Up permite a síntese de camadas de grande área
uniformes. Isso representa um passo importante rumo as aplicações dessas nano estruturas em
artefatos tecnológicos [44]. Esta técnica se mostrou efeciente na fabricação de mocamadas
grande em larga escala [45] através da deposição química de vapor (CVD - do inglês chemical

vapour deposition) em substratos metálicos [46] ou crescimento epitaxial em substratos de
SiC [44]. Recentemente, os métodos de CVD [47] foram aplicados para cultivar películas finas
de MoS2 em substratos isolantes [48, 49].

Figura 9 – Representação esquemática dos diversos métodos de síntese dos materiais 2D. Fonte:
Vestince [6], adaptada.

Materiais como o MoS2 3D podem ser produzidos por reações químicas [50, 51] CVD,
evaporação térmica [52, 53] etc. Estas técnicas podem ser exploradas de forma relativamente
facil, para produzir película fina de DMTs. Zhan et al. [49] produziram MLs e poucas camadas de
MoS2 por crescimento em fase de vapor de molibdénio elementar no substrato de SiO2 utilizando
feixe de elétrons na presença de enxofre puro. Lee et al. [54] obtiveram MLs de MoS2 usando
MoO3 e reagentes de enxofre em substratos de óxido de grafeno reduzido ou SiO2 modificado.
Os autores mostraram que o crescimento de MoS2 foi promovido por tratamento de superfície.
Além disso, utilizando substratos de safira ou SiO2/Si, Liu et al. [55] produziram MoS2 ML
de grande superfície através de termólise de (NH4)2/MoS4 e posterior recozimento em vapor
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de enxofre. Em muitos métodos de CVD, a espessura das folhas MoS2 depende fortemente da
concentração e da espessura dos precursores. Diferentes métodos de CVD ainda se encontram
numa fase relativamente precoce em relação a produção de DMTs-MLs, mas prometem liderar a
síntese de películas finas de outros materiais como MoS2.

2.1.3 Estrutura da banda eletrônica

A estrutura da bandas de energias6 dos elétrons dos DMTs depende fortemente da
coordenação geométrica e do número de elétrons com orbital 𝑑 [56]. Em ambos os politipos
de geometria 2H e 1T, as bandas dos DMTs sem ligação situam-se entre as bandas ligantes
e anti-ligantes, regiões em cor azul e em cor branca, respectivamente, tal como é mostrado
esquematicamente na Figura (10). Em estruturas com cordenação octahédrica (com simetria D3𝑑)
formam-se dois orbitais degenerados, denominados de 𝑒𝑔 (que contém orbitais 𝑑𝑧2 e 𝑑𝑥2−𝑦2) e
𝑡2𝑔 (orbitais 𝑑𝑥𝑦, 𝑑𝑦𝑧, e 𝑑𝑥𝑧) que juntos podem acomodar até 6 elétrons com orbitais 𝑑. Por outro
lado, na configuração prismática trigonal (D3ℎ) os orbitais dividem-se em três grupos: nomeados
d2

𝑧, d𝑥2−𝑦2 + 𝑑𝑥𝑦 e d𝑦𝑧+d𝑥𝑧 [57].

Figura 10 – Esquema para as densidades de estados (DOS) de DMTs estraídos de diferentes
grupos de elementos da Tabela Periódica, mostrando os diferentes deslocamentos
dos orbitais 𝑑 em estruturas com geometria prismática octaédrica e trigonal. Os
símbolos DOS descrevem as simetrias das estruturas. Fonte: Agnieszka Kuc [4],
adaptada.

6 Os modelos da teoria de bandas dão a ideia da existência de bandas de energia para poder explicar o compor-
tamento de elétrons no sólido. A teoria de bandas de energia pode ser encarada como uma extensão da teoria
de orbitais atômicos estendidos por todo o sólido, tendo origem na teoria da difração de ondas em uma rede
periódica com uma certa estrutura cristalina e sua rede de Bravais
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As diferentes propriedades electrônicas dos DMTs resultam do preenchimento progres-
sivo das bandas de energia ilustrados na Figura (10). Se as bandas com maoir energia forem
parcialmente preenchidas, o material é um metal, quando as bandas estão totalmente ocupadas,
os materiais tornam-se semicondutores. Embora os átomos de calcogênio também tenham um
efeito sobre tais propriedades (as bandas d alargam-se com uma diminuição concomitante do
intervalo da banda) devido as ligações covalentes, este efeito é menor quando comparado com o
efeito da coordenação do metal de transição que possuem ligações iônicas [58].

A fim de desenvolver um modelo melhorado de Ligação forte (TB do inglês Tinght

Binding), Dias et al. analisaram a vantagem e desvantagem de sete modelos amplamente aceitos
na literatura através de uma comparação abrangente entre os resultados da TB e os da Teoria do
funcional da Densidade (DFT do inglês, Density functional Theory), considerando primeiros e
segundos vizinhos [8]. Para fins de ilustração mostramos apenas os resultados voltados para os
materiais estudados em nossa pesquisa.

A Figura (11) mostra as estruturas de banda eletrônica da monocamada de MoS2 e do
WS2 retiradas dos resultados por Dias et al. com modelo de TB sem acomplamento spin-órbita.
São sub-bandas 2D com gap de banda direto nas bordas da banda localizadas nos pontos K e K’
altamente simétricos no espaço de momento. Nas bandas de valência, as sub-bandas em torno
do ponto Γ são derivadas das orbitais 𝑑0 enquanto que as sub-bandas em torno dos vales K e K’
resultam dos orbitais 𝑑−2 e 𝑑2, respectivamente.

Observa-se que as bordas das sub-bandas de valência e de condução apresentam uma
grande separação das energias, aque aliadas a presença do gap direto localizadas nos pontos K e
K’ altamente simétricos no espaço dos momentos permitem a formação de transiçoes interbanda
opticamente permitidas e bem definidas. Nas bordas das bandas de valência, as sub-bandas em
torno do ponto Γ são derivadas do orbital 𝑑0 enquanto as sub-bandas em torno dos vales K e
K’ resultam dos orbitais 𝑑−2 e 𝑑2, respectivamente. As bandas de condução (BC), em torno dos
pontos de alta simetria são formadas, principalmente, pelo orbital 𝑑𝑧2 do metal de transição, com
pequenas contribuições dos orbitais 𝑝𝑥 e 𝑝𝑦 do calcogênio. Considerando uma aproximação de
primeira ordem, o momento angular orbital 𝑑𝑧2 não contribui para a separação de energia na BC.

A Figura (11), a estrutura de bandas calculada para monocamadas de MoS2 e WS2 sem
acoplamento spin-órbita utilizando tinght binding. Os parâmetros de Slater-Koster utilizados no
modelo foram obtidos através de um ajuste feito em cima de um cálculo DFT, rodado no pacote
Quantum Espresso utilizando o funcional de troca-correlação GGA-PBE, não-relativístico. O
autor chama a atenção para a melhoria dos resultados alcançados através do método tight binding

quando o número de bandas é aumentado. No entanto, alerta para a limitação da flexibilidade do
modelo devido à assimetria de orbitais d [59].

Assumindo que os efeitos relativisticos acopla apenas estados inter-atômicos com
momento angular diferente de zero, A. Dias implementou o SOC no sistema, como mostra a
figura (11). Em ambos os casos com e sem SOC, a estrutura de bandas apresentas nas figuras
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Figura 11 – Estruturas de banda sem spin spin-órbita (SOC do inglês: spin orbit coupling)ao
longo do caminho M-Γ-K-M para monocamada de MoS2 (a) e WS2 (b), e res-
pectivamente, obtidas por cálculo DFT usando QUANTUM ESPRESSO [7] com
pseudopotencial GGA-PBE e Monkhorst-Pack (pontos vermelhos) e pelo nosso
modelo TB (curvas azuis). Fonte: Dias et al. [8], adaptada.

(11) e (12) apresentam elementos que contribuem para os estudo das diferentes propriedades
físicas dos DMTs. Para o caso de relevância em nosso estudo destacamos as propriedades ópticas
que estão diretamente relacionadas com a formação de exciton através de fotoexcitação como a
conservação de spin.

Em ambos os casos, com e sem spin-órbita, a estrutura de bandas mostra que o máximo
da banda de valência (MBV) e o mínimo da banda de condução (MBC) são bem localizados nos
pontos K e K’ da primeira zona de Brillouin. Nesses pontos de alta simetria, o par elétron-buraco,
que formam o éxciton, encontram-se submetidos a forte interação colombiana, aumentando a
probabilidade de relaxamento radiativo com emissão do fóton recebido.

Dependendo do metal que componha a monocamada de DMT (Mo ou W), teremos
configurações de spin opostas na BC, devido à diferença de sinal da interação spin-órbita. Nos
materiais à base de molibdênio, o MBC possui o mesmo spin que o MBV, de modo que o estado
excitônico de menor energia é oticamente acessível, quando o elétron e o buraco apresentam



Capítulo 2. Revisão bibliográfica 33

Figura 12 – Estrutura da banda das monocamadas de DMTs, com e sem SOC, ao longo do
caminho M-Γ-K-M, obtido através do cálculo DFT, através do pacote Quantum
Espresso, com o funcional de troca-correlação GGA-PBE, com o pseudopotencial
não relativístico, utilizando um Monkhorst pack (pontos vermelhos) e pelo o modelo
de TB (curvas azuis) para (a) MoS2 (b) WS2 respectivamente. Fonte: Dias et al. [8],
adaptada.

spin com amesma orientação o éxciton é chamado de claro (bright). Já nos materiais à base de
tungstênio, o MBC e MBV terão spins opostos, isso leva a transições proibidas uma vez que o
estado não é opticamente acessível. Portanto, as transições são denominadas escuras (dark). No
esquema da Figura (13)(painéis a e b) esquematizam as configurações de spin das monocamadas
à base de molibdênio e tungstênio, respectivamente.

Aliada aos efeitos de campo de troca e do SOC, as monocamadas de DMTs apresentam
a regra de seleção de vale que, mediante a excitação do material com luz circularmente polarizada,
pode-se fotocriar par de elétron e buraco ligados apenas em um dos vales. Enquanto o vale K
responde à polarização circular à direita (sentido horário) 𝜎+, o vale K’ responde à luz circular
(sentido anti-horário) à esquerda 𝜎−. A luz com polarização linear, por sua vez, é capaz de
acionar ambos os pontos de alta simetria com gap de banda direto. A polarização linear da luz



Capítulo 2. Revisão bibliográfica 34

Figura 13 – Estrutura de banda da monocamada de MoS2 nas proximidades dos pontos K e K’.
(a) sem acoplamento spin-orbita (SOC), (b) com campo de troca, mas sem SOC, (c)
com SOC, (d) com campo de troca e SOC e e e com campo de troca e SOC mas com
polarização de spin invertida para (d), as cores vermelha e azul indicam os estados
de spin-up e spin-down, respectivamente. Fonte: Chen et al. [9], adaptada.

pode ser excrita como uma combinação linear 𝜎+ + 𝜎−.

Nas observações dessa breve revisão focamos nas considerações preliminares sobre a
estrutura eletrônica sem descartar outras características de grande importância apresentada pelos
DMT-2D, como a assimetria de inversão espacial, a segunda é a forte interação spin-órbita, que
juntamente com a preservação da simetria de inversão temporal vinculam as configurações de
spin aos respectivos vales ocupados pelas quasipartículas (éxcitons), levando ao acoplamento
spin-vale, teoricamente previsto e experimentalmente comprovado [60, 61].

2.1.4 Estados excitônicos

O éxciton é um estado ligado formado por um elétron excitado e um buraco devido à
atração Coulombiana [62]. Dependendo do raio do éxciton e da força da interação de Coulomb
entre o elétron e o buraco, os éxcitons nos sólidos podem ser divididos em dois tipos. Em
materiais com uma pequena constante dielétrica, tais como os cristais iônicos, o elétron e o
buraco estão fortememente ligados entre si dentro da mesma ou da mais próximas células
vizinhas. Tais éxcitons são chamados de éxciton de Frenkel e têm energia de ligação típica na
ordem de 0,1-1 eV. Os éxcitons de Frenkel são tipicamente encontrados em cristais iônicos e em
cristais moleculares orgânicos compostos por moléculas aromáticas.

Nos semicondutores, por outro lado, a constante dieléctrica é geralmente grande. Con-
sequentemente, o blindagem do campo elétrico pelos elétrons de valência reduz a interação de
Coulomb [63, 64] entre elétron e buraco, resultando num raio de excitação muito maior do que o
espaçamento da malha. Como resultado, o efeito do potencial da malha pode ser incorporado nas
massas efetivas do elétron e do buraco. Tais éxcitons são normalmente chamados de éxcitons de
Wannier (ou Wannier-Mott). Por causa das massas mais baixas e da interação de Coulomb mais
blindadas, a energia de ligação dos éxcitons Wannier é tipicamente da ordem de 0,01 eV [63].
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A Figura (14) representa esquematicamente a formação de pares de elétron-buraco do
tipo Wanier-Mott fortemente ligados, a função de onda excitônica distribuída nos pontos de alta
simetria da Zona de Brillouin e a dispersão da energia nas proximidades do ponto K.

Figura 14 – (a) Representação esquemática do par elétron-buraco no espaço real (exciton de
Wannier-Mott), mostrando a forte correlação espacial dos dois constituintes. A
seta indica o vetor de onda do centro de massa responsável pelo movimento do
éxciton como um todo. (b) Uma função típica de onda de exciton calculada para
a monocamada MoS2. O módulo ao quadrado da função de onda dos elétrons é
traçado em escala de cores para a posição do buraco fixada na origem. O inset
mostra a função de onda correspondente no espaço dos momentos através da zona
Brillouin, incluindo os estados excitônicos em K e K’. (c) Representação do éxciton
no espaço recíproco com as contribuições dos éxcitons nas bandas de condução e
de valência (BV), espectivamente, mostradas esquematicamente pelas larguras das
áreas sombreadas. Fonte: Wang et al. [10], adaptada.

Existem diferenças entre as propriedade excitônicas básicas de uma fina camada de
DMTs, quando comparada com o mesmo material semicondutor tridimensional. Em contraste
com a fase a granel, o elétron e o buraco que formam um éxcciton numa monocamada estão
fortemente confinados dentro do plano e, consequentemente, experimentam uma blindagem
reduzida devido à alteração do ambiente dielétrico. Estes efeitos têm duas grandes implicações
nas propriedades eletrônicas e excitônicas do material [65], espera-se que a gap da quasipartícula
aumente para a monocamada e também que uma maior interação elétron-buraco, aumento
consequentemente, a energia de ligação do exciton [2, 66].

Ao incidirmos luz sobre um material semicondutor, elétrons podem absorver fótons
incidentes provocando a transferência de um grande número de portadores de cargo da banda
BV para a banda BC. O excesso de portadores excitados decai por recombinação através de um
dos meios ilustrados na Figura (15): (a) recombinação de banda para banda, (b) transição de
banda para receptor, (c) recombinação de doador para valência, e similarmente (d) transição de
doador para receptor-par.

Normalmente, há várias transições importantes que podem ocorrer após a excitação,
dependendo das condições de medição, tais como a temperatura e energia de excitação [67].
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Figura 15 – Processo de recombinação num semicondutor. (a) Recombinação de banda para
banda. (b) Transição da banda para o receptor. (c) Transição de doador para valência.
(d) Transição do doador para o aceitador. (e) Recombinação através de um centro
profundo. (f) Recombinação não-radiativa através de um centro estado intermediário.
(g) Recombinação Auger de banda para banda. Fonte: Rui Chen et al. [11].

Em contraste com estas transições radiativas, onde uma quasipartícula decai para o
estado funbdamental emitindo um fóton, a recombinação pode ser não radiativa, populando
outros estados no sistema. Além disso, existe outro processo não radiativo (g) de recombinação
Auger de banda para banda. No caso de semicondutor com forte interação de Coulomb entre o
elétron e o buraco, em vez dos processos de recombinação de portador livre, os correspondentes
processos de recombinação excitônica tais como éxciton livre, éxciton ligado a um doador, e
éxciton vinculado a um aceitante terá lugar. O doador ou aceitante pode ser neutro a baixa
temperatura ou ionizado a altas temperaturas. A diferença de energia de transição entre estas
emissões excitônicas e os processos de recombinação do portador livre é a energia de ligação do
exciton [68]

A fotocriação de éxcitons obedece a três regras de seleção óptica [69]: (i) Frequência
dos fótons incidentes igual ou superior ao gap de banda óptico menos a energia de ligação do
éxciton; (ii) conservação de momento e (iii) O spin total é zero para o sistema elétron-buraco.
De acordo com a útima regra o par elétron-buraco devem ter spins com mesma orientação,
localiza-se em torno do ponto K ou em torno do ponto K’ da primeira zona de Brillouin, com
momento do centro de massa igual a zero, neste caso o éxciton formado é necessariamente claro
(bright).

Estudos experimentais e teóricos recentes mostraram que, para além dos éxcitons
claros regulares, os estados excitônicos escuros7 [12] opticamente inacessíveis desempenham
um papel significativo para a compreensão da óptica e da dinâmica nos DMTs. Mostramos a
distinção entre éxcitons escuros com spin proibido e momento proibidos na Figura (16). A sua
existência foi indiretamente demonstrada em experiências de PL dependentes da temperatura,
7 Éxciton escuro consistem em elétrons e buracos localizados em diferentes vales do espaço de momentos. Os

éxcions escuros com spins proibidos (spin-forbidden) consistem em elétrons e buracos com spins antiparalelos.
Estes estados não podem ser acessados por luz devido à falta da transferência de momento necessária e da
spin-flip, respectivamente
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Figura 16 – Diferentes tipos de éxciton em nanomateriais atomicamente finos e heteroestruturas
relacionadas. Éxcitons claros e escuros. Fonte: Mueller e Malic [12], adaptada.

mostrando um aumento do rendimento de PL a temperaturas mais elevadas em DMT [70,
71]- um comportamento que pode ser explicado pela presença de éxcitons escuros que são
energeticamente mais baixos do que os estados claros. Aqui, a maioria dos éxcitons termalizam
nestes estados escuros, o que reduz drasticamente a eficiência da emissão de luz. Quanto maior
for a temperatura, mais éxcitons ocupam estados mais energéticos e, consequentemente, mais
brilhantes dentro do espectro de luz visível, o que resulta no aumento da intensidade da PL
experimentalmente observado.

Os nanos materiais atomicamente finos também possibilitam o empilhamento vertical
de camadas para formar heteroestruturas de van der Waals, tornando a física ainda mais rica [72].
Aqui, a forte interação de Coulomb dá origem à formação de éxcitons inter-camadas, onde os
elétrons e os buracos envolvidos estão localizados em diferentes camadas de DMT como mostra
a Figura (17). Após excitação óptica do material e a formação de éxcitons intra-camada normais,
em que o buraco e o elétron estão localizados nas bandas de valência e de condução de uma
mesma camada, tanto o elétron quanto o buraco podem tunelar para a outra camada formando
éxcitons inter-camadas. Esta espécie excitônica apresenta energias de ligação na ordem de 100
meV [12, 73] tornando-os estáveis à temperatura ambiente e robustos contra a dissociação na
presença de campo elétrico. Dependendo do spin e da densidade do estados envolvidos, estes
pares de buracos e elétrões separados espacialmente podem ser ou claro ou escuro. Note-se que
a incompatibilidade das constantes de rede das diferentes camadas resultam num padrão Moiré
no espaço real.

O padrão Moiré pode ser controlado através da orientação relativa do ângulo entre as
camadas e pode ter um impacto significativo na resposta óptica das heteroestruturas [92,93]. Uma
série de estudos foram publicados demonstrando o aparecimento de éxcitons inter-camada em
espectros de PL [16, 74, 75]. Aqui, observa-se uma ressonância adicional pronunciada abaixo da
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Figura 17 – (a) Formação de excitons inter-camada, onde os electrons e buracos estão localizados
em diferentes camada, (b) PL de uma heteroestrutura MoSe2/WSe2 resolvida em
termos energéticos e de tempo, ilustrando o aparecimento de éxcitons inter camada
fortemente pronunciados. Fonte: Mueller e Malic [12], adaptada.

energia dos éxcitons intra-camada. A sua intensidade é pronunciada sob fraca excitação e excede
claramente a dos excitons intra-camada Figura (17). Isto deve-se ao processo de espalhamento de
carga muito eficiente entre as camadas, mediado pela interação de troca do ppar elétron-buraco.
A pequena separação espacialmente do elétrons e buracos, gerados pela absorção óptica nas
monocamadas individuais resulta em uma ressonância muito longa e espectralmente estreita
observada em medições de PL resolvidas no tempo.ralmente estreita.

2.1.4.1 Éxciton claro e escuro intravale

Os éxcitons são chamados de intravales quando o elétron e o buraco ocupam a mesmo
posição no espaço de momento, ou seja o momento da quasipartícula é zero. Eles podem ser
classificados tanto em relação ao ramo da banda de valência que o buraco ocupa, quanto pela
orientação dos spins do elétron e do buraco hospedado nas bandas de valência e de condução.
No primeiro caso, o éxciton é do tipo A, o buraco está localizado no ramo superior da banda de
valência, por outro lado ele é do tipo B se estiver no ramo inferior. Já no segundo caso, o éxciton
será classificado como claro (X𝐵 , do inglês bright) se o spin do elétron e o do buraco estiverem
alinhados paralelamente, e escuro (X𝐷, do inglês dark) no caso de alinhamento antiparalelo
dos spins. A Figura (18) representam pares de éxcitons para monocamadas de WX2 e MoX2.
Todos os éxcitons são do tipo claro (X𝐵). Todos os éxcitons representados nos painéis A e B são
intravale, situados nos vales K e K’ da primeira zona de Brilloin e possuem a mesma orientação
do spin para o elétron e o buraco, portanto são denominados de claros (bright), que é classificado
em em dois tipos: A quando o buraco encontra-se localizado na banda de valência de maior
energia e B quando este está localizado na segunda banda de valência de maior energia.

Quando gerado por absorção de fótons ressonantes sob incidência normal, os éxcitons
são opticamente brilhantes. No entanto, alguns mecanismos de dispersão subsequentes com
outros éxcitons, elétrons, fônons e defeitos podem induzir spin flips e mudanças consideráveis no
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Figura 18 – Representação esquemática para éxcitons claros do tipo A e B intravale em monoca-
madas de WX2 e MoX2 nos vales K e K’.

impulso de éxciton. Além dos éxcitons gerados opticamente, a interação spin-órbita intrínseca
nas monocamadas de DMT dá origem a éxcitons dos tipos A e B escuros (XA𝐷) e (XB𝐷), como
é mostrado na Figura (19), No caso de um processo de geração mais complexo, como a excitação

Figura 19 – Éxcitons escuros A e B intravale em monocamadas de WX2 e MoX2 nos vales K e
K’.

óptica não ressonante ou a injeção elétrica, pode formar-se uma variedade de estados excitados.
Como resultado, um éxciton pode não ser necessariamente capaz de recombinar radicalmente
por exemplo, se a transição óptica for agora proibida, como é o caso dos estados excitônicos
observados na Figura (19), em que ambos tipos excitônicos representados nos painéis (a) e (b)
possuem spins dos pares de buracos e elétrons alinhados antiparalelamente, caracterizando a
formação do éxcitons escuros. Outra forma para gerar éxcitons escuros é se um buraco e um
elétron injetado, quer opticamente ou eletricamente, se juntam para formar um éxciton com
momento angular total ̸=1.

Nas monocamadas (ML do inglês monolayer) de DMT, o acoplamento éxciton-fóton
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é regido por regras de seleção óptica quiral8 Para luz normalmente incidente as transições
interbandas diretas nos pontos K da zona de Brillouin podem ser acessadas com luz circularmente
polarizada negativa e positivamente 𝜎±.

2.1.4.2 Éxcitons claro e escuro intervale

Na seção anterior apresentamos apenas éxcitons intravales (diretos), ou seja, o buraco e
o elétron ocupam a mesma posição no espaço de momento, no entanto, estes éxcitons podem ser
espalhados na rede cristalina, de modo que seus portadores fiquem em vales diferentes, ou seja
com centro de massa diferente de zero. Este novo arranjo do par elétron e buraco é chamado de
éxciton indireto intervales, como é mostrado na figura abaixo.

Figura 20 – Éxcitons claros A e B intervale em monocamadas de WS2 e MoS2 nos vales K, K’ e
Λ.

Note que os éxcitons apresentados no painel (a) da Figura (20) não são oticamente
acessives por serem outro tipo de éxciton escuro proibido por momento e são do tipo A porque,
para ambos, o buraco ocupa a banda de valência de maior energia do vale K, no entanto ambos
são intervales pois o elétron do éxciton XA𝐾Λ está localizado no vale Λ enquanto o elétron
do XA𝐾𝐾′ está no vale K’. Já no painel (b) da Figura (20) o buraco dos éxcitons XB𝐾Λ e
XB𝐾𝐾′ ocupa a banda de valência de menor energia e a orientação dos spins é antiparalela o que
caracteriza a formação de éxcitons do escuros do tipo B e intervales.

2.2 Estruturas de van der Waals

Como já mostramos na seção (2.1), os materiais bidimensionais (2D) como o grafeno e
DMTs semicondutores dos grupos III-VI podem ser reduzidos a camadas de espessura atômica, a
partir de sua estrutura tridimensional (bulk). Nesta seção será discutido a formação de estruturas
com múltiplas camadas de DMTs, atrvavés do empilhamento de monocamadas, formando homo-
estruturas, quando as camadas forem do mesmo material, e heteroestruturas quando originadas
8 Designa corpos e/ou moléculas não sobreponíveis à sua imagem especular.
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de materiais diferentes. Devido ao grande número de materiais da família dos DMTs, é possível
formar uma grande variedade de estruturas como múltiplas camadas. Isto representa a ampliação
das possibilidades de investigação e da criação de novos fenômenos e dispositivos eletrônicos.

2.2.1 Interação de van der Waals

A extração de camadas únicas de DMTs, a partir do bulk, é possível devido a presença
de interações9 de van der Waals (vdW) entre as camadas. Portanto, as ligações (não covalentes)
entre as camadas do material são significativamente mais fracas do que aquelas covalentes
intracamadas. As discrepâncias das forças de acoplamente intra e intercamadas são evidênciadas
experimentalmente através do espalhamento Raman [77, 78].

Figura 21 – (a) Distribuição das energias de ligação estimadas a partir de um NLCF e calculadas
por RPA. A grande maioria dos compostos reduz sua energia no intervalo 13 a 21
meV/Å2. Alguns compostos particulares são marcados. (b) Energia necessária para
a esfoliação de uma única camada de uma estrutura de várias camadas em função
do número de camadas n, conforme esquematicamente indicado no inset. Fonte:
Björkman, T. et al. [13].

A energia necessária para esfoliar cristais estratificados (energia vdW), ou o custo
da remoção de uma única camada da superfície do material em Bulk, foi estimado a partir de
experimentos [79,80] e simulações [13,81]. Os valores experimentais para MoS2 , WS2 e MoTe2,
por exemplo, obtidos a partir de técnicas como a cromatografia de gás inverso10, situaram-se
num intervalo de 45-120 mJ/m−2 [79, 80], comparáveis à energia de superfície do grafeno. Este
resultado pode ser comparado com os resultados da simulação obtidas utilizando técnicas de
cálculo avançadas, onde as energias inter-camadas para vários DMTs foram encontrados num
9 Na química e na física o termo "interação de vdW"é tipicamente utilizado para descrever a soma das forças

atrativas ou repulsivas entre entidades moleculares (ou entre grupos dentro de uma mesma molécula) devidas à
formação de vínculos ou à interação eletrostática de ions ou grupos inicos uns com os outros ou com moléculas
neutra [76].

10 Cromatografia de Gás inversa (CGI) é uma técnica de fase gasosa para a caracterização de superfícies e
propriedades intensivas de materiais sólidos. Uma série de medições com diferentes fases gasosas de moléculas
sonda permite o acesso a uma vasta gama de propriedades físico químicas das amostras sólidas.
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intervalo bastante estreito de 13-21 meV/Å2 [13]. Foi descoberto, também, que a energia de
esfoliação é muito próxima da energia de ligação entre camadas. Nas Figua (21.a) e (21.b) são
apresentados resutlados para a distribuição de energias de ligação para várias heteroestruturas de
vdW, bem como, a dependência da energia de esfoliação da espessura do material "a granel",
respectivamente.

2.2.2 Estrutura cristalina das Heteroestruturas de DMTs

As heteroestruturas semicondutoras estão no centro da ciência e tecnologia moderna.
Para além das suas potenciais aplicações em dispositivos eletrônicos e optoeletrônicos do
dia-a-dia, proporcionam também um rico campo de atividade para a física do estado sólido.
Os conceitos, propriedades dos materiais e a engenharia de construção de monocamadas de
DMTs, também podem ser aplicados às heteroestruturas de van der Waals alvo de recentes
investigações [82].

O empilhamento vertical de monocamadas de DMTs, como o WS2, WSe2, MoS2, MoSe2,
Te2 dentre tantos outros, permite a fabriação de um variedade de heteroestruturas, principalmente
por causa do relaxamento da estrutura para correspondência relativa da malha [83]. As fracas
interações de van der Waals, mensionadas na subseção (2.2.1) entre as camadas permite, também,
ajustar as suas propriedades eletrônicas, não apenas através do empilhamento de materiais
diferentes, mas também através do controle da sua orientação.

A perspectiva do estudo com estruturas formadas pelo empilhamento de camadas de
materiais diferentes é dar mais robustez e profundidades ao entendimento da física estudada
através das monocamadas isoladas. Esses arranjos estruturais, possibilitam a superação de
algumas limitações de aplicabilidade apresentadas pelas monocamadas de DMTs, como por
exemplo, a eficiente dispersão de portadores de carga mediada pela interação de troca de elétrons
e buracos e os pequenos tempos de vida das quasipartículas excitônicas, da ordem de sub
picossegundos [84].

Teoricamento é previsto que o empilhamento de camadas de MX2 formem heterojunções
semicondutoras facilitando a separação de buracos e elétrons quando fóto-excitados, produzindo
um melhoramento significativo na absorção e emissão de luz [16, 85]. Hong et al, reportam a
observação experimental da transferência de carga ultra-rápida em heteroestruturas de MoS2/WS2

fóto-excitadas utilizando tanto o mapeamento por fotoluminescência como a espectroscopia com
sonda. Eles mostraram que a transferência de buracos da camada MoS2 para a camada de WS2

ocorre dentro de 50 fs após a excitação óptica, essa taxa é notável para camadas bidimensionais
acopladas. Esta transferência de carga ultra-rápida em heteroestruturas van der Waals pode
permitir o desenvolvimento de novos dispositivos bidimensionais para optoeletrônica [15].

Os alinhamentos de banda na interface de uma heteroestrutura vdW semicondutora
são considerados vitais para as suas aplicações. As heteroestruturas podem ser divididas em
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três tipos de acordo com o alinhamento da banda: tipo I (simétrico), tipo II (escalonado), ou
tipo III (quebrado) , como se mostra na figura (22) para os amteriais hipotéticos A e B. Numa
heteroestrutura de tipo I, a banda o MBC e o MBV de cada camada obedecem à seguinte regra:
MBV𝐵 <MBV𝐴 < MBC𝐴 < MBC𝐵 [86]. Como o MBV e o MBC de uma heteroestrutura de tipo
I estão localizados numa camada, há uma maior probabilidade de ocorrer uma recombinação
intracamada dos pares de elétrons foto-gerados pela luz. Portanto, as heteroestruturas de tipo
I têm sido amplamente utilizadas em dispositivos ópticos tais como díodos emissores de luz
(LEDs) [87].

Figura 22 – Representação esquemática de heteroestruturas com camadas e dois tipos de ma-
teriais A e B, e três tipos de alinhamentos I, II e III. As bandas de condução são
representadas na cor vermelha e a banda de valência na cor azul. Fonte: Wang et
al. [14], adaptda.

Em contraste com o tipo I, numa heteroestrutura de tipo II, o MBC e o MBV de duas
camadas compostas por A e B obedecem à seguinte regra: MBV𝐴 <MBV𝐵 < MBC𝐴 < MBC𝐵.
Portanto, o MBV e o MBC de uma heteroestrutura de tipo II estão localizados em diferentes
camadas. Assim, os elétrons e buracos foto-gerados podem ser divididos na interface, com
os elétrons transferidos para uma camada e os buracos para a outra favorecendo as transições
intercamadas. Este tipo de heteroestrutura tem demonstrado ser um componente fundamental
dos dispositivos fotovoltaicos. Por exemplo, Bernardi et al. [88] investigaram dispositivos
fotovoltaicos baseados num bilayer MoS2/WS2, e revelaram que as monocamadas MoS2 e WS2

pode produzir uma eficiência de conversão de energia de até ∼ 1% superior as densidades de
potência superiores às células solares existentes [85].

O alinhamento tipo II apresenta muita vantagens para a exploração dos fenômenos
eletrônicos e ópticos em DMTs, quando comparados com os do tipo I: (i) apresentam grande
separação espacial das cargas, levando a um aumento significativo (até 5 ordens de grandeza,
100ns) do tempo de vida de recombinação dos éxcitons intercamadas [89]; (ii) devido ao bloqueio
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do spin e do vale, a excitação óptica do material com luz circularmente polarizada permite a
polarização seletiva do vale do éxciton intercamadas [90]; (iii) reduzida sobreposição de funções
de onda de elétron-buracos, resulta numa polarização do vale de vida longa (até 40 ns) [16].

Por outro lado, numa heteroestrutura de tipo III, o MBC e o MBV de duas camadas
compostas por A e B obedecem à seguinte regra: MBV𝐴 < MBC𝐴 < MBV𝐵 < MBC𝐵. As
heteroestruturas do tipo III têm sido aplicadas com sucesso nos transístores de efeito de campo
[91]. Como descrito anteriormente, além de ser um tópico de investigação interessante, a
formação de heteroestruturas vdW por TMDs e outros por outros materiais pode ampliar a
aplicação de DMTs.

Figura 23 – Alinhamento e estrutura de banda de heteroestruturas MoS2/WS2. (a) Esquema do
alinhamento de banda teoricamente previsto para uma heteroestrutura MoS2/WS2,
que forma uma heterojunção de tipo II. A excitação óptica das camadas de MoS2

leva elétrons e buracos a se posicionarem em comadas diferentes. (b) Ilustração de
uma heteroestrutura MoS2/WS2 com uma monocamada MoS2 deitada sobre uma
monocamada WS2. Os elétrons e buracos criados pela luz são mostrados separados
em diferentes camadas. Fonte: adaptada de [15].

O painel (a) da figura (23) ilustra os níveis de energia e o tunelamento de buraco e do
elétron numa heteroestrutura do tipo II formada por monocamadas de MoS2 e WS2 e no paine
(b) mostra o posicionamento do elétron e do buraco em camadas diferentes. Na figura (24) é
ilustrada a formação de éxciton intracamada (1) e intercamadas (3), na heteroestrutura após a
fotoexcitação a fóto-excitação do mesmo material.

O estudo das heteroestruturas oferecem uma nova possibilidade de explorar a física dos
éxcitons, em particular os éxcitons entre camadas, onde as partículas compostas residem em
diferentes camadas. Éxciton neutro intercamadas foi observado em heterobicamadas de DMTs
[16, 74]. Estes excitons intercamadas exibem propriedades notáveis, incluindo a sintonização
pelo enviesamento entre camadas.
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Figura 24 – Ilustração do processo de excitação e formação de éxciton intra e intercamadas: (1)
absorção óptica inter-bandas na monocamada, (2) transferência de carga intercamada,
(3) formação e ligação intercamada. Fonte: P. Rivera et al. [16].

2.2.3 Estrutura de bandas das heteroestrutura de vdW

Para além da forte interação Coulombiana nas monocamdas dos DMTs, a simetria
cristalina e o caráter orbital das bandas são responsáveis pelas propriedades de spin e vale subja-
centes e pelas regras de seleção óptica. Assim, o cálcula da estrutura de bandas é fundamental
para o estudo das propriedades físicas do sistema.

É interessante ressaltar que, apesar das heterosetruturas constituirem um tema atual em
intensa investigação, grande parte dos estudos estão concentrados nos cálculos das estrutura de
banda dos compostos. Portanto, ainda há muitos apectas a serem explorados, como por exemplo,
o aprofundamento nos mecanismos de espalhamento entre as camadas dos diferentes materiais
envolvidos.

Na figura (25) apresentamos os resultados encontrados por Wang et al para as estruturas
de banda das heteroestruturas MoS2/WS2 paineis (a-c), MoS2/WSe2 paineis (e-f) e WS2/WSe2

paineis (g-i), ambos os cálculos foram desenvolvidos para o caminha ΓKMΓ da zona de Brilloin.
A energia de Fermi é indicada pela linha horizontal tracejada e o MBV e MBC estão realçadas
com cores.

O mínimo da banda de condução (MBC) e o máximo da banda de valência (MBV) no
ponto K são principalmente compostas pelo Mo ou W com orbitais dz2, enquanto que a MBC em
K-Γ e, a MBV em Γ são dominadas pelos estados Mo ou Mo com orbitais dz2 e Sp. Os estados
do Mo com orbitais dxz,yz possuem menor contribuição, pois estão muito longe das energia de
Fermi [92].

Oa autores calcularam um espaçamento de 0,5 Å entre as camadas, antes e depois da
distância de equilíbrio, mas devido as diferentes caracteristicas dks orbitaia, os estados da banda
de valência com maior energia e da banda de condução de menor energia respondem de forma
muito diferente ao espaçamento entre camadas e ao acoplamento. Para uma pesquisa detalhada
do espaçamento e acoplamento entre camadas, foram efetuados os cálculos de DFT [17].



Capítulo 2. Revisão bibliográfica 46

Figura 25 – Estruturas de banda para as heteroestruturas MoS2/WS2, MoS2/WSe2 e WS2/WSe2.
Paineis de (a-c), estruturas em banda para MoS2/WS2 para o espaçamento das
camadas é (a) 0,5Å menor que as distâncias de equilíbrio, (b) igual às distâncias de
equilíbrio, (c) 0,5Å maior que as distâncias de equilíbrio. Paineis de (e-g), estruturas
de banda para MoS2/WSe2 quando o espaçamento de camadas é (e) 0,5 Å menor
do que as distâncias de equilíbrio, (f) igual às distâncias de equilíbrio, e (g) 0,5
Å mais do que as distâncias de equilíbrio. Paineis de (i-k), estruturas de banda
para WS2/WSe2 quando o espaçamento de camadas é (i) 0,5 Å menor do que as
distâncias de equilíbrio, (j) igual às distâncias de equilíbrio e (k) 0,5 Å mais do que
as distâncias de equilíbrio. Fonte: Wang et al. [17].

Alguns aspectos da figura (25) merecem destaque, por exemplo, a estrutura de banda
para o MoS2/WS2, mostra um gap de banda direto no ponto K em torno de 1 eV, no equilíbrio do
espaçamento entre as camadas [93], enquanto o MBV no ponto Γ muda menos obviamente do
que a heteroestrutura MoS2/WS2. Especialmente para a heteroestrutura MoS2/WSe2, embora as
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distâncias de separação entre camadas sejam reduzidas 0,5 𝐴𝐴, a transição indirecta não é tão
óbvia como as outras duas heteroestruturas. Além disso, ao variar a distância entre camadas de
7,702 a 5,702 Å, o MBV no ponto Γ para MoS2/WSe2 muda de posição.
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3 Métodos

A importância do estudo dos problemas de muitos corpos deriva do fato de que quase
todos os sistemas físicos reais que se possa imaginar são compostos por um grande conjunto de
partículas interagentes. Surpreendentemente, alguns sistemas físicos nos fornecem resultados
bastante significantes quando este fato é desprezado, entretanto para vários outros casos devemos
tratar o problema completo de muitas partículas interagindo entre si, onde a grande dificuldade é
que nesse caso não temos como descrever analiticamente o modelo com número maior que duas
partículas.

Os métodos utilizados no estudo de sistemas quânticos, em geral, buscam obter as
funções de onda para um conjunto de corpos interagentes (núcleos e elétrons), pois, elas portam
todas as informações a eles relacionadas [94]. Uma caracterísitica aos métodos que buscam
solucionar problemas de muitos corpos é que ambos dependem, fundamentalmente, da solução
da equação de Schrodinger que, exceto para sistemas simples (com um ou dois elétrons), são
insolúveis analiticamente, e a solução numerica depende de muitass aproximações.

Neste capítulo serão apresentados alguns métodos utilizados como ferramentas metodo-
lógicas para produzir os resultados apresentados nessa tese, tais como, a Teoria do Funcional
da Densidade (DFT), o modelo k·p para mono-, bi-camadas e heteroestrutura com base nos
DMTCs, Equação de Bethe-Salpeter e modelo de equações de taxas.

3.1 Teoria do Funcional da Densidade

A teoria funcional da densidade (DFT1, do inglês Density Function Theory) tornou-se a
ferramenta mais popular para calcular a energia do estado fundamantal de sólidos reais [95]. A
vantagem desta teoria é que ela utiliza uma densidade eletrônica, caracterizada por uma função
de três variáveis, para calcular a energia, em vez de muitas funções de ondas de partículas, com
3N variáveis.

A teoria funcional da densidade compreende um tema vasto, no entanto, aqui vamos
restringir-nos a uma simples introdução formal. O Hamiltoniano para a parte eletrônica da
equação de Schrödinger pode ser escrita amplamente em duas componentes, como abaixo:

ℋ𝑒 = ℋ𝑖𝑛𝑡 + 𝒱𝑒𝑥𝑡, (3.1)
1 A DFT está fundamentada na substituição da função de onda associada às N partículas do sistema pela densidade

eletrônica 𝑛(r), contornando o problema da insolubulidade da equação de Schrodinger quando aplicada a
sistemas de muitas partículas
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onde ℋ𝑖𝑛𝑡 é o Hamiltoniano para os elétrons e a interação entre eles, dado por,

ℋ𝑖𝑛𝑡 = 𝒯 + ℋ𝑒−𝑒, (3.2)

𝒯 é energia cinética total, e ℋ𝑒−𝑒 é energia de interação elétron-elétron. A interação dos elétrons
com núcleos é tratada como potencial externo dada por:

𝒱𝑒𝑥𝑡(r) =
𝑀∑︁

𝑖=1

1
4𝜋𝜀0

𝒵𝑘𝑒
2

|R − r|
(3.3)

A teoria do funcional da densidade está fundamentada em dois teoremas de Hohenberg
e Kohn (HK) [96]. O primeiro afirma que: Existe uma correspondência de um para um entre a

densidade de elétrons de um sistema de N elétrons e o potencial externo (potencial devido aos

núcleos atômicos) que atua sobre ele. Este teorema estabelece um mapeamento de um para um
entre as funções de onda dos elétrons do material no estado fundamental e a densidade eletrônica.
Isto permite trabalhar em termos de densidade de elétrons, que é uma entidade mais simples do
que a das funções de onda.

A energia do estado fundamental pode assim ser escrita como função da densidade de
elétrons do estado fundamental 𝐸[𝑛(r)]. A energia do estado fundamental de Hohenberg-Kohn é
dada por,

𝐸𝐻𝐾 [𝑛(r)] = 𝒯 [𝑛(r)] + 𝒱𝑒−𝑒[𝑛(r)] +
∫︁

𝒱𝑒𝑥𝑡(r)𝑛(r)𝑑𝑟 (3.4)

O segundo teorema de Hohenberg-Kohn fornece um caminho para obter a densidade de elétrons
no estado fundamental através do emprego do princípio variacional. O segundo teorema afirma
que: A densidade de elétrons que minimiza a energia global funcional é a verdadeira densidade

de elétrons correspondente à função de onda de estado fundamental da equação de Schrödinger.
O ponto importante no formalismo acima referido é que a equação de Schrödinger 𝐹 [𝑛(r)] =
𝑇 [𝑛(r)] + 𝑉𝑒−𝑒[𝑛(r)] é universal e não depende de potencial. Assim, uma vez que conhecemos
este funcional universal, podemos obter a densidade de estado fundamental e, portanto, outras
propriedades de qualquer sistema, simplesmente ligando potencial externo. Deve ser ressaltado o
alto grau de dificuldade para obtenção da verdadeira forma deste potencial universal, no entanto,
muitas aproximações razoáveis têm sido utilizadas para obter forma aceitável.

Kohn e Sham [97] desenvolveram uma abordagem prática para obter um funcional para
representar a densidade eletrônica universal do estado fundamental. Eles assumiram um sistema
fictício de quasipartículas não-interativas (elétrons virtuais não-interativos) e compuseram a
densidade de elétrons 𝑛(r) do sistema real como:

𝑛(r) =
∑︁

𝑖

𝜙*
𝑖 (r)𝜙(r), (3.5)

onde 𝜙(r) são orbitais e soluções de equação de Kohn-Sham de partícula única para
um sistema de elétrons não interagentes. As equações de Kohn-Sham são obtidas através da
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aplicação do princípio variacional para um sistema fictício não-interagentes com a suposição de
que tem a mesma densidade de elétrons que o sistema real. Esta simplificação permite a utilização
de funções simples de um sistema não interagentes que são quase impossíveis de obter para um
sistema real. Por exemplo, pode-se utilizar o funcional da energia cinética de Thomas-Fermi [98],
𝒯𝐹 [𝑛(r)] = 𝐶𝐹𝑛

5
3 (r)𝑑𝑟, para o sistema Kohn-Sham, enquanto que a forma exata do mesmo para

um sistema real não é conhecida. Esta simplificação introduz, contudo, um novo termo desafiante
chamado energia de troca e correlação, que é responsável por todos os efeitos desconhecidos que
surgem devido ao efeito de muitos corpos e que não foram incorporados no sistema fictício de
Kohn-Sham. Usando o desenvolvimento funcional de Kohn-Sham e Hohenberg-Kohn podemos
escrever um sistema real como:

𝐸𝐻𝐾 [𝑛(r)] = 𝒯𝑇 𝐹 [𝑛(r)] +
∫︁

𝒱𝑒𝑥𝑡𝑛(r)𝑑𝑟 + 𝒱𝐻 [𝑛(r)] + 𝐸𝑥𝑐[𝑛(r)] (3.6)

As equações de Kohn-Sham para o sistema de partículas interagentes é escrita abaixo:

[︃
− ~2

2𝑚𝑒

∇2
r𝑖

𝒱(r) + 𝒱𝐻(r) + 𝐸𝑥𝑐(r)
]︃
𝜙𝑖(r𝑖) = 𝜀𝑖𝜙𝑖(r𝑖). (3.7)

O potencial de correlação de troca que aparece nas equações de Kohn-Sham pode ser
obtido de 𝐸𝑥𝑐[𝑛(r)] tomando a sua derivada funcional em relação a densidade de elétrons, ou
seja,

𝒱𝑒𝑐 = 𝛿𝐸𝑥𝑐[𝑛(r)]

𝛿𝑛(r) . (3.8)

Pelo menos duas abordagens populares são amplamente aplicadas para obter 𝐸𝑥𝑐[𝑛(r)].
A primeira que abordaremos é nomeada aproximação da densidade local (LDA) [99, 100] dada
por,

ℰ𝐿𝐷𝐴
𝑒𝑐 [𝑛(r)] =

∫︁
𝜀𝑥𝑐[𝑛(r)]𝑑𝑟. (3.9)

onde a função 𝜀𝑥𝑐[𝑛(r)] que aparece na integral é a energia de correlação e troca por
elétron para interagir com gás electrônico homogêneo. Há muitos estudos sobre efeitos de troca
e correlação de gás eletrônico homogôneo, e isto proporciona as várias formas de LDA que estão
disponíveis. Uma das formas mais populares de LDA é de Perdew e Zunger [101], que Celerley
e Alder parametrizaram 𝜀𝑥𝑐[𝑛(r)] para um gás de elétrons homogêneo não polarizado. Celerley
e Alder [102] empregaram cálculos de Monte Carlo Quântico para estudar o gás eletrônico
homogéneo e obter a energia de troca e correlação como indicado abaixo:

𝜀𝑥𝑐(r𝑠) = 𝜀𝑥(r𝑠) + 𝜀𝑐(r𝑠), (3.10)
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onde a energia de troca é dada por:

𝜀𝑥(r𝑠) = −0.482
r𝑠

, (3.11)

e a energia de correlação é dada por:

𝜀𝑥(r𝑠) =

⎧⎨⎩ − 0,1423
(1+1,0529√

r𝑠+0,3334r𝑠) 𝑝𝑎𝑟𝑎 r𝑠 ≥ 1
−0, 0480 + 0.0311 ln(r𝑠) − 0, 0116r𝑠 + 0, 0020r𝑠 ln(�⃗�𝑠) 𝑝𝑎𝑟𝑎 r𝑠 ≤ 1

Dependendo como a energia de troca for estimada existem diferentes abordagens para a aproxi-
mação da densidade local [103].

A segunda abordagem é a aproximação do gradiente generalizado (GGA) [104, 105].
Na aproximação GGA, considera-se que a energia de troca não depende apenas do valor local da
densidade de elétrons, mas também no seu gradiente. Neste casso, a forma geral do funcional da
energia de correlação é dada por [106]:

𝐸𝐺𝐺𝐴
𝑥𝑐 [𝑛(r)] =

∫︁
{ (𝑛↑(r), 𝑛↓(r)∇𝑛↑(r)∇𝑛↓(r𝑑𝑟)) (3.12)

onde 𝑛↑(r) e 𝑛↓(r) são as densidades de eléctrons para spin-up e pin-down, respec-
tivamente, de modo que a densidade total de elétrons num determinado ponto é dada por
𝑛(r) = 𝑛↑(r) + 𝑛↓(r).

3.1.1 Aproximação de Born-Oppenheimer

Como a massa do núcleo é aproximadamente 4 ordens de grandeza maior que a massa
do elétron, pode-se desprezar os termos cinéticos dos núcleos, ou seja, considerarmos os núcleos
fixos enquanto os elétrons se movem, essa aproximação é conhecida como Born-Oppenheimer
[107]. Dessa forma, o terceiro termo da equação (3.7) será o potencial (externo) Coulombiano
que os elétrons sentem devido aos núcleos, que chamaremos de potencial externo 𝑉𝑛(r),

𝑉𝑛(r) = −
∑︁
𝑖,𝐼

𝑍𝐼

|r𝑖 − R𝑗|
(3.13)

Após essas considerações aproximativas chegamos à equação Hamiltoniana com as
partes eletrônica e nuclear desacopladas escrita como,

⎡⎣−
∑︁

𝑖

∇2
𝑖

2 +
∑︁

𝑖

𝑉𝑛(r𝑖) + 1
2
∑︁
𝑖 ̸=𝑗

1
|r𝑖 − r𝑗|

⎤⎦Ψ = 𝐸𝑡𝑜𝑡Ψ, (3.14)

ou de forma compacta,

�̂�Ψ = 𝐸Ψ. (3.15)
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Uma consequência importante da equação 3.14 é que as funções de onda também se
tornam separáveis, em uma parte eletrônica e outra nuclear, podendo ser escritas como

Ψ(r𝑖; R𝑖) = 𝜓(r𝑖; R𝑖)𝜑(R𝑖), (3.16)

de modo que, para um dado conjunto de (R𝑖), a equação de Schrodinger nos fornece um espectro
de energia. Assim, precisamos resolver apenas a parte eletrônica do Hamiltoniano. Nota-se ainda
que, para um sistema com apenas um elétron, a equação 3.14 fornece o Hamiltoniano de partícula
simples:

𝐻0(r) = 1
2∇2 + 𝑉𝑛(r). (3.17)

3.2 Cálculos de primeiros princípios aplicado a heteroes-

trutura

Para garantir a confiabilidade dos nossos resultados ao prever as propriedades eletrôni-
cas, bem como, o comportamente excitônico nos DMTs estudados nessa tese, foram desenvolvi-
dos cálculos de primeiros princípos através da teoria do funcional da densidade DFT, aprsentada
na seção (3.1), para a heteroestrutura WS2/MoS2. Implementamos um algorítimo com base em
ondas planas no (VASP),Vienna Ab initio Simulation Package) [108,109], com a aproximação do
funcional do gradiente generalizado Perdew-Burke-Ernzerhof (GGA-PBE) [106]. Deve-se ressal-
tar que para os cálculos de DFT contamos com a participação direta de J.H. Zhao2, colaborador
do nosso grupo de pesquisa. Esse algorítimo oferece uma forma computacionalmente eficiente
para a correção sistemática dos erros, significativos, apresentados na localização das funções de
onda, refletindo nas energias dos elétrons e buracos e, consequentemente na descrição do gap de
nas bandas.

Além disso, foi utilizada a abordagem de onda projetada-argmentada para a interação
de elétrons e íons. As interações entre as camadas da heteroestrutura vdW foram descritas pelo
método funcional de densidade van der Waals da versão 2 (vdW-DF2) [110]. Foi utilizado uma
energia de corte de 600 eV para a otimização da geometria e cálculos da estrutura eletrónica,
adotando um critério de convergência de 10−6 eV para o cálculo autoconsistente.

A otimização geométrica tanto para a constante da rede como para as coordenadas
atômicas 11 × 11 × 1, com Γ - foi construída uma malha Monkhorst-Pack3 centrada até
2 Departamento de Física, Universidade de Jining, Qufu, China.
3 O método Monkhorst-Pack [111] permite a cosntrução de uma malha escolhendo imparcialmente o conjunto de

pontos de para a amostragem da zona Brillouin. Em coordenadas fracionadas, é uma malha retangular de pontos
de dimensões 𝑀𝑥 × 𝑀𝑦 × 𝑀𝑧 , espaçada uniformemente. Quanto maiores forem as dimensões da malha, mais
fina e mais precisa será a amostragem. Tal como a energia de corte, o tamanho da malha necessária depende do
sistema em estudo, mas o tamanho apropriado pode ser estabelecido por meio de um teste de convergência.
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que as forças residuais em cada átomo fossem inferiores a 0,005 eV/Å. Foi construída uma
heteroestrutura com monocamadas de MoS2/WS2, na qual foi considerada uma profundidade
de vácuo de 30Å ao longo do eixo z para eliminar as interações espúrias entre os sistemas a
partir das suas imagens. Os parâmetros das camadas simples da malha de MoS2 e WS2 são quase
proporcionais, o que justifica a construção da heteroestrutura do empilhamento AB discutido na
seção (2.2.2) [63, 112]. As constantes optimizadas da malha foram 3,182 Å nas direções x e y.
Para considerarmos as correções devidas do forte acoplamento spin-orbit resultante de átomos
pesados em TMD, Mo e W [113, 114], as correções do SOC foram incluídas nas propriedades
eletrônicas. As configurações eletrônicas de valência incluem os elétrons do Mo (4p64d55s1), do
W (5d46s2) e do S (3s23p4).

Figura 26 – Estrutura de banda (a) de vdWs MoS2/WS2 calculada utilizando a estrutura optimi
zada a nível Perdew-Burke-Ernzerhof com inclusão da correcção do acoplamento
spin-orbit. A energia zero está definido para o nível Fermi. Densidades de carga
(b) e (c) para o máximo da banda valência e o mínimo da banda de condução são
obtidas de os pontos K e K’, respectivamente. O valor da superfície isosuperficial é
fixado em 5 × 103 · |𝑒|𝑏𝑜ℎ𝑟−3. Fonte: Zhao, colaborador.

Na figura (26) mostra esquematicamente as densidades de cargas nos MBV e MBC
para o tungstêncio W e para o molibidência Mo em (a) e (b) respectivamente.

A estrutura de banda da heteroestrutura MoS2/WS2 obtida pelo cálculo DFT é mostrada
na Figura (27). Semelhante as monocamdas, o máximo da banda de valência (MBV) da heteroes-
trutura MoS2/WS2 permanece no ponto K. O mínimo da banda de condução (MBC), contudo,
desloca-se para o ponto Q, um ponto de energia inferior entre os pontos K’ e Γ, porque os estados
acoplados formados pelas duas monocamadas empurram-no para baixo e resultam em estados
Q/Q’ inferiores a todos os estados K. No entanto, a diferença de energia entre o MBC em Γ e K
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é muito pequena, pelo que podemos considerar, aproximadamente, que esta heteroestrutura é um
semicondutor de gap direto e concentramos a nossa atenção nas propriedades físicas em torno
dos pontos K e K’. Os painéis (b) e (c) da figura(26) mostram as densidades de carga em torno
dos vales. Observamos que o MBC calculado em K (ou K’) são localizados em MoS2 , enquanto
o MBV nos dois pontos são bem localizados entre as duas camadas e formam um forte estado
acoplado. A figura (27) mostra a estrutura da banda com o código de cores indicando (a) spin e
(b) os valores médios das camadas de cada banda.

Figura 27 – (a) Spin e b) Estrutura de banda resolvida em uma heteroestrutura de MoS2/WS2 . A
barra de cor em (a) indica o estado de spin, enquanto em (b) mostra a informação da
camada.

Na figura (27.a) apresenta a estrutura de bandas para a configuração de spins. Devido a
pequena diferença da energia não é possível uma boa visualização da localização dos spins nos
vales K e K’, no entanto a ampliação nos permite constatar que os spins estão bem localizados
nos pontos K e K’. A medida que se afasta de K e K’ ocorre a hibridização dos spins. De modo
análogo podemos analisar o painel figura (27.b) onde as bandas estão na representação das
camadas, de modo que as camadas dos materiais são bem localizadas nos pontos K e K’ e se
mistura nas regiçoes fora dos ponto.

3.3 Curvatura de Berry

Utilizamos os parâmetros apresentados na Tabela (11) da página 92 para o cálculo da
curvatura de Berry4, também conhecida como fase geométrica, que corresponde a um ângulo de
fase que corre entre 0 e 2𝜋, e descreve a evolução de fase global de um vetor complexo à medida
que este é transportado em torno de um caminho no seu espaço vetorial [115]. As fases Berry
têm encontrado ampla aplicação em diversas áreas, incluindo a física da matéria condensada.
4 A curvatura de Berry pode ser vista como um potencial de gauge local em um campo de gauge associado à uma

fase geométrica [88].
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O seu principal efeito é produzir a condutividades nos materiais devido ao efeito Hall de vales
e de spin que dependem do empilhamento e da presença/ausência de simetria de inversão no
sistema [116].

A interação do SOC intrínseco, o grau de liberdade da camada e um campo elétrico
externo pode levar a um efeito interessante: as condutividades de vale e do efeito Hall do
spinl mudam de sinal em função do campo elétrico externo. Devido à ausência de simetria
de inversão temporal, os elétrons em monocamada dos DMT nos vales K e K’ da zona de
Brillouin possuem curvaturas de Berry finitas mas opostas [117, 118]. Esta característica dos
estados Bloch eletrônicos dá origem a interessantes propriedades topológicas de transporte,
tais como o efeito Hall do vale (VHE), que foi recentemente observado em monocamada do
dissulfeto de molibdênio MoS2 [119], bem como no grafeno [28]. Apesar do grafeno apresentar
um transporte eletrônico eficiente dependente do vale e uma condutividade de Hall altamente
sintonizável [108, 117], os TMD semicondutores com banda expressivas [106, 109] e fortes
interações spin-órbita [110, 112, 118] são susceptíveis a um impacto significativo nos efeitos
optoeletrônicos e spintrônicos dependentes do vale.

Na física do estado sólido, a simetria dos cristais rege a estrutura da banda eletrônica,
bem como a natureza dos estados de Bloch. Para o cristal com simetria de inversão temporal,
o momento magnético de vale a curvatura dos estados de Bloch são zero [120]. Contudo, nos
cristais com assimetria de inversão temporal, tais como a heteroestrutura WS2/MoS2 de vdWs,
tanto o momento quanto a curvatura de Berry são diferentes de zero [120, 121]. Além disso, a
simetria de inversão do temporal requer que todas as quantidades físicas relacionadas com a
fase de Berry sejam contantes nos vales. A presença de um campo magnético externo ou de um
campo de troca exercido, por exemplo, por substratos magnéticos, contudo, quebra simetria de
inversão de temporal, assim, o momento magnético do vale dá origem a diferentes deslocamentos
energéticos nos dois vales. Isto proporciona a notável possibilidade de sintonizar a divisão
de vales explorando diferentes mecanismos externos. Para obter mais informações sobre os
dinâmica do vale do éxciton entre camadas, vamos primeiro explorar o spin (e vale) e a curvatura
de Berry Ωn (k) e o momento magnético mn (k). Estas duas quantidades podem ser calculadas
pelas seguintes expressões gerais:

Ωn (k) = 𝑖 (⟨∇ku𝑛| × |∇kun⟩)

𝑚n (k) = −𝑖 𝑒
ℎ

⟨∇kun| × (Hk·p − 𝐸n) |∇kun⟩ , (3.18)

onde |un⟩ e 𝐸𝑛 são o 𝑛-ésimo estado de Bloch e a sua energia correspondente no Hamiltoniano
efetivo H𝑘·𝑝, e k é componente do vetor de onda n. No âmbito do modelo k ·p efetuamos cálculos
numéricos para obter a estrutura da banda de baixa energia. Uma vez obtidas as bandas de energia
e funções de ondas, as Ωn (k) e 𝑚n (k) da heteroestrutura WS2/MoS2 de vdWs são calculadas
usando as Eq.(3.18) [122]. Quando o campo elétrico é aplicado no plano, os elétrons e buracos
foto-gerados no mesmo K movem-se em direções opostas sob o efeito da curvatura da Berry,
que não é nada mais do que o campo magnético efetivo no espaço de momento. Mas, a curvatura
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da Berry desaparece em materiais simétricos invertidos ou simétricos centripetamente. Assim,
a quebra da simetria é obrigatória para a valetrônica. As duas quantidades, curvatura da Berry
n (k) e momento magnético orbital m (k) são quantidades fundamentais em valetrônica [108].

3.4 Modelo k · p

O modelo efetivo k·p possibilita o estudo de propriedades físicas de sistemas 2D através
da exploração das simetrias, descrevendo os elétrons e buracos das bordas das bandas de condução
(CB do inglês, condution band) e valência (VB do inglês, valence band), respectivamente, como
férmions de Dirac [2]. Esta abordagem fornece uma caracterização precisa da dispersão de
portadores de carga nas proximidades dos pontos K e K’ e de outros pontos de interesse na zona
de Brillouin (BZ, do inglês Brillouin Zone em termos de um número relativamente pequeno
de parâmetros [123]. Os efeitos de acoplamento do campo magnético e de spin-orbit (SOC,
do inglês Spin Orbit Coupling) podem também ser considerados de uma forma relativamente
simples [124].

Em contraste com a abordagem da DFT, mencionada n seção (3.1), a modelagem efetiva
através do k·p só é válida nas proximidades de certos pontos de alta simetria do espaço k,
contudo, para esses pontos, o modelo permite quantificar todas as características essenciais das
propriedades eletrônicas. Além disso este modelo permite a relação do seu Hamiltoniano com um
determinado modelo do Hamiltoniano do método TB [2, 125, 126], embora, não seja necessário
criar um modelo de TB para se obter um modelo k·p. A seguir, apresentaremos o Hamiltonian
efetivo ě𝑐𝑘 · 𝑝 que descreve a dinâmica de acoplamento das bandas de valênccia e condução de
baixa energia da heteroestrutura foramda por WS2 e por MoS2. Com os dados da estrutura de
banda calculada pelo método de primeiros princípios, recorremos ao modelo k · p para obter a
estrutura de banda de baixa energia em torno dos pontos K e K’ da Zona de Brilloin.

3.4.1 Modelo k · p para monocamadas de DMTs

Construimos nosso modelo efetitvo k · p considerando as bases: |𝜑1⟩ = |𝐶, ↑⟩, |𝜑2⟩ =
|𝑉, ↑⟩, |𝜑3⟩ = |𝐶, ↓⟩ e |𝜑4⟩ = |𝑉, ↓⟩, onde 𝐶 = 𝑑𝑧2 e 𝑉 = 1√

2 (|𝑑𝑥2−𝑦2⟩ + 𝑖𝜏 |𝑑𝑥𝑦⟩) são as
orbitais atômicos das bordas das bandas de condução e valência, e ↑,↓ represetam as componentes
z do espin eletrônico. O Hamiltoniano para a i-ésima monocamada pode escrito como,

𝐻 𝑖
kp = 𝐻 𝑖

0 +𝐻 𝑖
1 (�⃗�) +𝐻 𝑖

2 (�⃗�) +𝐻 𝑖
3 (�⃗�) , (3.19)

onde 𝐻 𝑖
𝑗 é o termo com a 𝑗-ésima ordem em 𝑞 para a 𝑖-ésima monocamada do DCMT, 𝑞 é um

vetor de onda relativo ao ponto K ou K’ no espaço de momento. 𝑖 = 1 para MoS2 e 𝑖 = 2 para
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WS2 . O primeiro termo no lado direito de Eq.(3.19) é dado por,

𝐻 𝑖
0 = 𝐸𝐹 11 ⊗ ̃︁11 + 11 ⊗ Δ𝑖̃︀𝜎+ − 𝜏𝑖𝜎𝑧 ⊗ (𝜆𝑐,𝑖̃︀𝜎+ − 𝜆𝑉,𝑖̃︀𝜎−) . (3.20)

𝜎𝑧 (̃︀𝜎𝑧) e 11
(︁̃︁11

)︁
representam a componente 𝑧 da matriz de Pauli (~ = 1) e a matriz

identidade 2 ×2 do subespaço do spins 𝐻𝑠 (pseudo-spin ̃︁𝐻). Além disso, definimos as matrizes̃︀𝜎+ e ̃︀𝜎− como ̃︀𝜎± = ̃︀11±̃︀𝜎𝑧

2 . Finalmente, 𝜏𝑖 é o índice do vale: 𝜏𝑖 = +1 no vale K e 𝜏𝑖 = −1 no
vale K’. Com a restrição de que 𝜆𝑣,𝑖 é sempre positivo, enquanto 𝜆𝑐,1 é positivo (para material
baseado em Mo-) e 𝜆𝑐,2 é negativo (para DCMT baseados em W), a energia do nível fermi, 𝐸𝐹 ,
o intervalo de energia, Δ𝑖, e a divisão de spin-orbit na banda de condução-valência, 𝜆𝑐/𝑣,𝑖, são
obtidos encaixando os resultados do modelo k-p com os primeiros dados de cálculo de primeiros
princípios (ver Apêndice A para detalhes). O termo linear em q é dado por

𝐻1
𝑖 (�⃗�) = 11 ⊗ 𝛾0,𝑖𝑎 (𝜏𝑞𝑥̃︀𝜎𝑥 + 𝑞𝑦̃︀𝜎𝑦) (3.21)

Na forma matricial, os termos do lado direita da Eq.(3.20) são dados por,

ℋ𝑖
0 (�⃗�) =

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝
𝐸𝐹,𝑖 + Δ𝑖 − 𝜏𝑖𝜆𝑐,𝑖 0 0 0

0 𝐸𝐹,𝑖 + 𝜏𝑖𝜆𝑣,𝑖 0 0
0 0 𝐸𝐹,𝑖 + Δ𝑖 + 𝜏𝑖𝜆𝑐,𝑖 0
0 0 0 𝐸𝐹,𝑖 − 𝜏𝑖𝜆𝑣,𝑖

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠ (3.22)

e

ℋ𝑖
1 (�⃗�) =

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝
0 𝛿0,𝑖𝑓1(�⃗�, 𝜏𝑖) 0 0

𝛿0,𝑖𝑓
†
1(�⃗�, 𝜏𝑖) 0 0 0
0 0 0 𝛿0,𝑖𝑓1(�⃗�, 𝜏𝑖)
0 0 𝛿0,𝑖𝑓

†
1(�⃗�, 𝜏𝑖) 0,

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠ (3.23)

com
𝑓1 (�⃗�, 𝜏𝑖) = 𝑎 (𝜏𝑖𝑞𝑥 − 𝑖𝑞𝑦) (3.24)

e

ℋ𝑖
2 (�⃗�) =

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝
𝛿1,𝑖𝑓2(�⃗�) 𝛿3,𝑖𝑓3(�⃗�, 𝜏𝑖) 0 0
𝛿3,𝑖𝑓

†
3(�⃗�, 𝜏𝑖) 𝛿2,𝑖𝑓2(�⃗�) 0 0
0 0 𝛿1,𝑖𝑓2(�⃗�) 𝛿3,𝑖𝑓3(�⃗�, 𝜏𝑖)
0 0 𝛿3,𝑖𝑓

†
3(�⃗�, 𝜏𝑖) 𝛿2,𝑖𝑓2(�⃗�),

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠ (3.25)

e

ℋ𝑖
3 (�⃗�) =

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝
𝛿4,𝑖𝑓4(�⃗�, 𝜏𝑖) 𝛿6,𝑖𝑓5(�⃗�, 𝜏𝑖) 0 0
𝛿6,𝑖𝑓

†
5(�⃗�, 𝜏𝑖) 𝛿5,𝑖𝑓4(�⃗�, 𝜏𝑖) 0 0
0 0 𝛿4,𝑖𝑓4(�⃗�, 𝜏𝑖) 𝛿6,𝑖𝑓5(�⃗�, 𝜏𝑖)
0 0 𝛿6,𝑖𝑓

†
5(�⃗�, 𝜏𝑖) 𝛿5,𝑖𝑓4(�⃗�, 𝜏𝑖),

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠ (3.26)

onde a denota a constante da rede; 𝛿0,𝑖, 𝛿3,𝑖 e 𝛿6,𝑖 são os parâmetros de ropping efetivo de
primeira, segunda e terceira ordem, respectivamente; 𝛿1,𝑖 e 𝛿2,𝑖 correspondem aos parâmetros
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de massa efectiva de bandas de condução e valência, respectivamente; 𝛿4,𝑖 e 𝛿5,𝑖 representam
o distorcimento trigonal. Todos estes parâmetros são também obtidos através do ajuste dos
resultados k · p com os dados do cálculo ab initio.

3.4.2 Modelo k· p para Heteroestruturas MoS2/WS2

Depois de realizado os cálculos com o modelo k·p para camadas individuais, podemos,
naturalmente, estender para estrutura com multiplas camdas. Especificamente para o nosso
sistema temos a heteroestruturas de WS2/MoS2, que pode ser realizado adicionando termos
de acomplamento das camadas de modo que preservem o spin nos hamiltonianos de cada
monocamada individualiisada, escritos nas bases:

{|𝐶1, ↑⟩ ; |𝑉 1, ↑⟩ ; |𝐶1, ↓⟩ ; |𝑉 1, ↓⟩ ; |𝐶2, ↑⟩ ; |𝑉 2, ↑⟩ ; |𝐶2, ↓⟩ ; |𝑉 2, ↓⟩},

que nos leva a matriz hamiltoniana,

ℋk·p =
⎛⎝ 𝐻1

kp (�⃗�) 11 ⊗ 𝑉

11 ⊗ 𝑉 * 𝐻2
kp (�⃗�)

⎞⎠ , (3.27)

onde é a matriz hamiltoniano 4×4 da monocamada dada pela Eq. (3.19), com 𝑖 = 1, 2 e
V é a matriz 2×2,

𝑉 =
⎛⎝ 𝑡𝑒 0

0 𝑡ℎ

⎞⎠ , (3.28)

onde 1 e 2 rotulam as monocamadas do MoS2 e WS2, respectivamente, t𝑒 e tℎ são
os parâmetros de hoping de elétrons e buracos, 𝜏 é o índice de vale, com 𝜏1 = −𝜏2 para o
empilhamento AB.

A Figura (28.a) fazemos uma comparação das bandas de energia mais baixas em torno
do mínimo CB (VB máximo) no vale 𝛼, entre dados da DFT e os resultados do k·p.

A parte da direita da figura (28) mostra um zoom da estrutura da banda nas proximidades
do extremo da banda. Os painéis (b) e (c) correspondem, ao spin e as bandas da heteroestrutura,
respectivamente. Os códigos de cores indicam os valores médios do spin e da camada, respec-
tivamente. Notamos que o nosso resultado para o ponto K ajusta muito bem nos dados DFT
(linhas sólidas). Os parâmetros de ajuste são mostrados na Tabela I. Observamos que a energia
de holping do buraco, tℎ, é duas ordens de grandeza maior do que a de elétron, t𝑒, o que leva a
uma maior mistura entre bandas de valência Figura (3.19.c). Os parâmetros e figuras de ajuste
para a monocamada são apresentado no Apêndice A1.
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Figura 28 – Comparação entre resultados da DFT (linhas sólidas) e as bandas de energia do k·
p para a heteroestrutura com a pilha AB, tℎ = 0,1 eV. (b) e (c) zoom em torno do
vale K. Os códigos de cor indicam o spin e a camada, respectivamente. Em (b) as as
linhas rosas representam o WS2 e as verdes o MoS2 e em (c) vermelho indica o spin
up e azul o spin down

.

Tabela 2 – Parâmetros k·p para a heteroestrutura WS2/MoS2.

Parâmetro WS2 MoS2 WS2/
chMoS2
Δ (eV) 1,5572 1,8131 -
𝜆𝑐 (eV 0,0030 -0,0069 -
𝜆𝑣 (eV) 0,0740 0,1890 -
𝛾0 (eV) 1,0520 1,3849 -
𝛾1 (eV) 0,0227 0,1083 -
𝛾2 (eV) 0,0745 0,0550 -
𝛾3 (eV) 0,0016 0,1082 -
𝛾4 (eV) -0,0164 -0,2443 -
𝛾5 (eV) -0,1620 0,0022 -
𝛾5 (eV) -0,2287 -0,2540 -

EF𝑖 (eV) - - 0,7667
t𝑒 (eV) - - 0,0010
tℎ (eV) - - 0,1500
a (Å) - - 3,18

3.4.3 Modelo k·p para a heteroestrutura MoS2/WS2 cultivada em subs-

trato magnético

O efeito de proximidade magnética (EPM) tem gerado muito interesse recentemente
devido à sua capacidade de introduzir a ordem magnética em sistemas não magnéticos. Pode ser
realizado em pilhas de material 2D, bem como na heteroestrutura de película fina de material
3D [127]. Vários compostos podem serem utilizados como substratos, com por exemplo, os
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ferrromagnetos EuS e EuO, os ferrimegnetos Y3Fe512 e CoFe2O4 e, os antiferromagnetos BiFeO3

e CrSe. Para a finalidade de nosso estudo com heteroestrutura de DMTs, a apliação de um campo
magnético efetivo J𝑒𝑥= J𝑒𝑥𝑧 gerado pelo efeito de proximidade devido ao substrato magnético
desloca as energias da banda seguindo o efeito Zeeman 𝜇𝐵𝑔𝑒𝑓𝑓 (𝐿𝑧𝐽𝑒𝑥), onde 𝜇𝐵 é o magneton
de Bohr, g𝑒𝑓𝑓 é um fator efetivo e 𝐿𝑧 é o componente 𝑧 do angular total, que tem contribuições
do número qântico magnéticos de spin, de orbital e do momento angular do vale, m𝑛. Neste caso,
o hamiltoniano k·p para a monocamada Eq.(28) é modificado pelo termo extra:

ℋ𝑖
3 (�⃗�) =

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝
𝜒11 0 0 0
0 𝜒22 0 0
0 0 𝜒33 0
0 0 0 𝜒44,

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠ (3.29)

com

𝜒11 = 𝑔𝑠𝜇𝐵

2 𝐽𝑒𝑥 + 𝜏𝑚1𝜇𝐵𝐽𝑒𝑥 (3.30)

𝜒22 = −𝑔𝑠𝜇𝐵

2 𝐽𝑒𝑥 + 𝜏𝑚3𝜇𝐵𝐽𝑒𝑥 (3.31)

𝜒33 = 𝑔𝑠𝜇𝐵

2 𝐽𝑒𝑥 + 𝜏𝑚2𝜇𝐵𝐽𝑒𝑥 + 𝜏𝑔0𝑚𝑣𝐽𝑒𝑥 (3.32)

𝜒44 = −𝑔𝑠𝜇𝐵

2 𝐽𝑒𝑥 − 𝜏𝑚4𝜇𝐵𝐽𝑒𝑥 + 𝜏𝑔0𝑚𝑣𝐽𝑒𝑥 (3.33)

onde J𝑒𝑥 é o campo de troca (em Tesla), g𝑠=2 é o factor g de spin, g0 = 1 é o factor g orbital,
m𝑣 = 2 é o momento angular orbital na banda de valência (m=0 nas bandas de condução), e m𝑛

é o momento angular do vale que depende da curvatura da Berry apresentada na seção (3.3).

3.5 Equação de Bethe-Salpeter para a física de éxciton

O formalismo da Equação de Bethe-Salpeter [128–130] conhecida com (BSE) (do inglês,
Bethe-Salpeter Equation), associada às funções de Green é aplicada para calcular o espectro de
absorção de polímeros e moléculas que envolve interação elétron-elétron e elétron-buraco [131].
Com este espectro podemos medir o valor do gap óptico e também a energia de ligação e o
tempo de relaxação do éxciton. Esse formalismo tem sido amplamente aplicado nos cálculos de
éxcitons para as monocamadas de DMTs 2H, geralmente associado a outras metodologias na
literatura, utilizando-se modelo k·p [132, 133], modelo de massa efetiva [134, 135] e equação de
Bethe-Salpeter (BSE) , o cál- culo dessas quase-partículas também pode ser realizado através de
primeiros-princípios, através da utilização de um pacote de DFT em conjunto com os pacotes
Yambo [132] ou Berkeley GW [136]. Para esse trabalho, a equação BSE complementa nosso
cálculo do ésciton realizado com o modelo k·p fornencendo o tempo de vida do éxciton.

O Hamiltoniano do éxciton é composto pela soma das contribuições do elétron, do
buraco e pelo potencial de interação Coulombiana V�⃗� que acopla o par elétron-buraco, sendo
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escrito da seguinte forma

𝐻𝑒𝑥𝑐 = 𝐻𝑒 +𝐻ℎ + 𝑉�⃗� (3.34)

Levando em consideração a espessura finita da monocamada de DMT 2H e a não homogeneidade
da blindagem dielétrica do ambiente, nós adotamos um potencial de interação Coulombiana do
tipo Keldysh [137, 138]

𝑉�⃗� = − 𝑒2

8𝜖0𝜖𝑑𝑟0

⎡⎣𝐻0

⎛⎝ |�⃗�|
𝑟0

⎞⎠− 𝑌0

⎛⎝ |�⃗�|
𝑟0

⎞⎠⎤⎦ , (3.35)

onde e é a carga elementar do elétron, 𝐻0 e 𝑌0 são as funções de segundo tipo de Struve e Bessel,
respectivamente. Como a monocamada de DCMT 2H é exposta ao ar, uma constante dielétrica
efetiva é determinada por 𝜖𝑑 = (𝜖1 + 𝜖3) /2, sendo 𝜖1 a constante dielétrica do ar e 𝜖3 a constante
dielétrica do substrato, conforme esquematizado na figura (29). Além disso, 𝑟0 representa o
comprimento característico da blindagem, sendo descrito em função da polarizabilidade 2D
do material 𝜒2𝐷/𝜖𝑑. Na ausência da polarizabilidade 2D do material 𝜒2𝐷 , podemos estimar 𝑟0

através da seguinte expressão [128]

𝑟0 = 𝑑

[︃
2𝜖2

2 − (𝜖2
1 + 𝜖2

3)
2𝜖2(𝜖1 + 𝜖3)

]︃
, (3.36)

onde 𝜖2 e 𝑑 são a constante dielétrica e a espessura da monocamada de DMT, respectivamente,
em Å, conforme representado na figura (29). Os valores de 𝜒2𝐷 para as diversas monocamadas
de DMTs 2D podem ser encontrados na tabela (3).

Tabela 3 – Polarizabilidade 2D efetiva para monocamadas de DMTs 2H. Fonte: [134].

MoS2 MoSe2 MoTe2 WS2 WSe2

𝜒 (Å) 6,60 8,23 11,715 6,03 7,18

Figura 29 – Monocamada de DMT 2H, entre dois meios dielétricos. Adaptada de [18]

No espaço recíproco o potencial de Keldysh adquire a seguinte forma [65, 139]

𝑉�⃗� = − 𝑒2

2𝜖0𝜖𝑑|�⃗�|(1 + 𝑟0)|�⃗�|
, (3.37)
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os estados excitônicos com momento de centro de massa �⃗�, podem ser expandidos em termos
do produto das funções de onda dos estados dos elétrons e dos buracos, da forma

Ψ𝑛
𝑒𝑥𝑐(�⃗�) =

∑︁
𝑐,𝑣,⃗𝑘

𝐴𝑛
𝑐,𝑣,⃗𝑘,�⃗�

(︁
⟨𝑐, �⃗� + �⃗�| ⊗ ⟨𝑣, �⃗�|

)︁
, (3.38)

onde os índices 𝑐 e 𝑣 se referem aos estados da BC e BV, com o momento �⃗� + �⃗� e �⃗�, respec-
tivamente. O problema de autovalores do éxciton para a matriz Hamiltoniana projetada nesse
subespaço nos leva à equação de Bethe-Salpeter (BSE)(︁

𝐸𝑐,⃗𝑘+�⃗� − 𝐸𝑣,⃗𝑘

)︁
𝐴𝑛

𝑐,𝑣,⃗𝑘,�⃗�
+ 1
𝑆

∑︁
�⃗�′,𝑣′,𝑐′

𝑊(�⃗�,𝑣,𝑐),(�⃗�′,𝑣′,𝑐′),�⃗�𝐴𝑐′,𝑣′ ,⃗𝑘′,�⃗� = 𝐸𝑛
�⃗�
𝐴𝑛

𝑐′,𝑣′ ,⃗𝑘′,�⃗�
. (3.39)

onde 𝐸𝑛
�⃗�

corresponde a energia do n-ésimo estado excitônico com momento �⃗�, 𝐴𝑛
𝑐,𝑣,⃗𝑘,�⃗�

responde
à função de onda do éxciton, ambos são obtidos com a solução da equação (3.40). 𝑆𝑐 =

√
3𝑎2/2

é a área total do cristal, com 𝑆 = 𝑆𝑐𝑁
2
𝑘 sendo a área da celula unitária, sendo 𝑎 a constante da

rede, 𝑁2
𝑘 o número de pontos considerados na zona de Brillouin discretizada, 𝐸𝑐,⃗𝑘+�⃗� − 𝐸𝑣,⃗𝑘

corresponde à diferença de energia entre um estado 𝑐 da BC com momento �⃗� + �⃗� e um estado 𝑣
da BV com momento𝑊(�⃗�,𝑣,𝑐),(�⃗�′,𝑣′,𝑐′),�⃗�, onde �⃗� é o elemento de matriz da interação Coulombiana
de multicorpos. O pontencial Coulombiano pode se dividido em duas partes, direta 𝑊 𝑑 e de
troca 𝑊𝑥0,

𝑊(�⃗�,𝑣,𝑐),(�⃗�′,𝑣′,𝑐′),�⃗� = 𝑊 𝑑
(�⃗�,𝑣,𝑐),(�⃗�′,𝑣′,𝑐′),�⃗� +𝑊 𝑥

(�⃗�,𝑣,𝑐),(�⃗�′,𝑣′,𝑐′),�⃗� (3.40)

onde

𝑊 𝑑
(�⃗�,𝑣,𝑐),(�⃗�′,𝑣′,𝑐′),�⃗� = ⟨𝑐, �⃗� + �⃗�, 𝑣′, �⃗�′|𝑈 |𝑐′, �⃗�′ + �⃗�, 𝑣, �⃗�⟩

=
∫︁
𝑑𝑟1

∫︁
𝑑𝑟2𝜓

*
𝑐,⃗𝑘+�⃗�

(𝑟1)𝜓*
𝑐′,𝑘′(𝑟2)𝑈 (|𝑟1 − 𝑟2|)𝜓𝑐′,𝑘′+�⃗�(𝑟1)𝜓𝑐,⃗𝑘(𝑟2)

e

𝑊 𝑥
(�⃗�,𝑣,𝑐),(�⃗�′,𝑣′,𝑐′),�⃗� = − ⟨𝑐, �⃗� + �⃗�, 𝑣′, �⃗�′|𝑈 |𝑣, �⃗�′, 𝑐′, 𝑘′ + �⃗�⟩

= −
∫︁
𝑑𝑟1

∫︁
𝑑𝑟2𝜓

*
𝑐,⃗𝑘+�⃗�

(𝑟1)𝜓*
𝑣′,𝑘′(𝑟2)𝑈 (|𝑟1 − 𝑟2|)𝜓𝑣,⃗𝑘(𝑟1)𝜓𝑐′,𝑘′+�⃗�(𝑟2)

onde 𝑈 é a interação Coulombiana entre os pares elétrons-buracos. Antes de prosseguirmos
no cálculo, iremos definir as auto-funções dos estados dos elétrons e dos buracos, através das
funções de onda de Bloch

𝜓𝑛,⃗𝑘(�⃗�) = 1√
𝑆
𝑒𝑖�⃗�·�⃗�𝑢𝑛,⃗𝑘(�⃗�) (3.41)

onde 𝑢𝑛,⃗𝑘(�⃗�) é a função de Bloch da n-ésima banda com vetor de onda �⃗�. Utilizando as funções
de Bloch, para os estados dos elétrons e buracos, com podemos reescrever os elementos de
matriz da interação Coulombiana

𝑊 𝑑
(�⃗�,𝑣,𝑐),(�⃗�′,𝑣′,𝑐′),�⃗� = 1

𝑆2
𝑐𝑁

2
𝑐

∫︁
𝑑𝑟1

∫︁
𝑑𝑟2𝑢

*
𝑐,⃗𝑘+�⃗�

(𝑟1)𝑢*
𝑣′,𝑘′(𝑟2)𝑈 (|𝑟1 − 𝑟2|)

𝑢𝑐′,𝑘′+�⃗�(𝑟1)𝑢𝑣,⃗𝑘(𝑟2)𝑒−𝑖(�⃗�−𝑘′)·(𝑟1−𝑟2) (3.42)
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e

𝑊 𝑥
(�⃗�,𝑣,𝑐),(�⃗�′,𝑣′,𝑐′),�⃗� = − 1

𝑆2
𝑐𝑁

2
𝑐

∫︁
𝑑𝑟1

∫︁
𝑑𝑟2𝑢

*
𝑐,⃗𝑘+�⃗�

(𝑟1)𝑢*
𝑣′,𝑘′(𝑟2)𝑈 (|𝑟1 − 𝑟2|)

𝑢𝑐′,𝑘′+�⃗�(𝑟1)𝑢𝑣,⃗𝑘(𝑟2)𝑒−𝑖�⃗�(𝑟1−𝑟2) (3.43)

onde 𝑁𝑐 − 𝑁2
𝑘 . Como estamos estudando uma estrutura cristalina, o teorema de Bloch, nos

permite que as integrais com relação às varíaveis espaciais sejam realizadas apenas no interior
da célula unitária, pois a estrutura é periódica, por isso a seguinte transformação é conveniente :

𝑟1 → 𝑟′
𝑖 +𝑅𝑖 (3.44)

onde 𝑟𝑖 corresponde a posição do elétron 𝑅𝑖 em todo o espaço real do sistema, 𝑟′
𝑖 corres-

ponde à posição no interior da célula unitária e 𝑅𝑖 ao vetor de translação da localização da
célula unitária com relação à origem do sistema. Dessa forma podemos definir 𝑈 (|𝑟1 − 𝑟2|) =
𝑈
(︁
|𝑟1 − 𝑟2 + �⃗�3|

)︁
, onde �⃗�3 = �⃗�1−�⃗�2, com isso podemos escrever

∫︀
𝐵 𝑓(�⃗�)𝑑�⃗� = 𝑁𝑐

∑︀
𝑅

∫︀
𝑆𝑐
𝑓(�⃗�+

�⃗�)𝑑�⃗�. Após manipulações algébricas,as equações (3.42) e (3.43) tornam-se

𝑊 𝑑
(�⃗�,𝑣,𝑐),(𝑘′,𝑣′,𝑐′),�⃗� = 1

𝑆2
𝑐𝑁

2
𝑐

∑︁
𝑅3

∫︁
𝑆𝑐

𝑑𝑟′
1𝑒

−𝑖(�⃗�−𝑘′)·𝑟′
1𝑢*

𝑐,⃗𝑘+�⃗�
(𝑟1)𝑢𝑐′,𝑘′+�⃗�(𝑟′

1)∫︁
𝑆𝑐

𝑑𝑟′
2𝑒

−𝑖(�⃗�−𝑘′)·𝑟′
2𝑢*

𝑣′,𝑘′(𝑟′
2)𝑢𝑣,⃗𝑘(𝑟′

2)𝑈
(︁
|𝑟′

1 − 𝑟′
2 + �⃗�3|

)︁
𝑒−𝑖(�⃗�−𝑘′)·𝑅3 (3.45)

e

𝑊 𝑥
(�⃗�,𝑣,𝑐),(𝑘′,𝑣′,𝑐′),�⃗� = − 1

𝑆2
𝑐𝑁

2
𝑐

∑︁
𝑅3

∫︁
𝑆𝑐

𝑑𝑟′
1𝑒

−𝑖�⃗�·𝑟′
1𝑢*

𝑐,⃗𝑘+�⃗�
(𝑟′

1)𝑢𝑣,⃗𝑘(𝑟′
1)∫︁

𝑆𝑐

𝑑𝑟′
2𝑒

−𝑖�⃗�·(𝑟′
2)𝑢*

𝑣′,𝑘′(𝑟′
2)𝑢𝑐′,𝑘′+�⃗�(𝑟′

2)𝑈
(︁
|𝑟′

1 − 𝑟′
2 + �⃗�3|

)︁
𝑒−𝑖�⃗�·𝑅3 (3.46)

Considerando que o potencial Coulombiano, varia muito pouco no interior da célula unitária,
em comparação com as funções de Bloch, nós aproximamos 𝑈

(︁
|𝑟′

1 − 𝑟′
2 + �⃗�3|

)︁
≈ 𝑈

(︁
|�⃗�3|

)︁
e

obtemos as seguintes expressões

𝑊 𝑑
(�⃗�,𝑣,𝑐),(𝑘′,𝑣′,𝑐′),�⃗� = 1

𝑁𝑐

∑︁
𝑅3

𝑈
(︁
|�⃗�3|

)︁
𝑒−𝑖(�⃗�−𝑘′)·𝑅3

[︂ 1
𝑆𝑐

∫︁
𝑆𝑐

𝑑𝑟′
1𝑒

−𝑖(�⃗�−𝑘′)·𝑟′
1𝑢*

𝑐,⃗𝑘+�⃗�
(𝑟1)𝑢𝑐′,𝑘′+�⃗�(𝑟′

1)
]︂

[︂ 1
𝑆𝑐

∫︁
𝑆𝑐

𝑑𝑟′
2𝑒

−𝑖(�⃗�−𝑘′)·𝑟′
2𝑢*

𝑣′,𝑘′(𝑟′
2)𝑢𝑣,⃗𝑘(𝑟′

2)
]︂

e

𝑊 𝑥
(�⃗�,𝑣,𝑐),(𝑘′,𝑣′,𝑐′),�⃗� = − 1

𝑁𝑐

∑︁
𝑅3

𝑈
(︁
|�⃗�3|

)︁
𝑒−𝑖�⃗�·𝑅3

[︂ 1
𝑆𝑐

∫︁
𝑆𝑐

𝑑𝑟′
1𝑒

−𝑖�⃗�·𝑟′
1𝑢*

𝑐,⃗𝑘+�⃗�
(𝑟′

1)𝑢𝑣,⃗𝑘(𝑟′
1)
]︂

[︂ 1
𝑆𝑐

∫︁
𝑆𝑐

𝑑𝑟′
2𝑒

−𝑖�⃗�·𝑟′
2𝑢*

𝑣′,𝑘′(𝑟′
2)𝑢𝑐′,𝑘′+�⃗�(𝑟′

2)
]︂
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Apesar dessa aproximação negligenciar o caráter orbital da interação Coulombiana, é conside-
rada uma boa aproximação, provendo bons resultados para os DMTs 2H [128, 130]. Podemos
reescrever as funções de Bloch, como combinação linear dos orbitais atômicos

𝜓𝑛,⃗𝑘(�⃗�) = 1√
𝑆
𝑒𝑖�⃗�·�⃗�𝑢𝑛,⃗𝑘(�⃗�)

= 1√
𝑁𝑐

∑︁
�⃗�

∑︁
𝛼,𝑠,𝜇

𝑎𝑛
𝛼,𝑠,𝜇,⃗𝑘

𝑒−𝑖�⃗�·�⃗�𝜑𝛼,𝑠,𝜇(�⃗� − �⃗�) (3.47)

onde 𝑎𝑛
𝛼,𝑠,𝜇,⃗𝑘

são os fatores de Bloch normalizados (contribuição de cada orbital atômico, de cada
átomo, no estado eletrônico), 𝛼 é o tipo de átomo no sistema, 𝜇 se refere ao orbital atômico, 𝑠
descreve a posição da célula unitária e 𝜑𝛼,𝑠,𝜇(�⃗� − �⃗�) corresponde ao orbital atômico localizado
na célula unitária definida por �⃗�. Desde de que 𝑆𝑐

∑︀
�⃗� 𝑓(�⃗�) =

∫︀
𝑑�⃗�𝑓(�⃗�) em conjunto com

a equação (3.47), podemos reescrever os elementos de matriz da interação Coulombiana na
notação:

𝑊 𝑑
(�⃗�,𝑣,𝑐),(𝑘′,𝑣′,𝑐′),�⃗� = 𝑉�⃗�−𝑘′ ⟨𝑐, �⃗� + �⃗�|𝑐′, 𝑘′ + �⃗�⟩ ⟨𝑣′, 𝑘′|𝑣, �⃗�⟩ (3.48)

e

𝑊 𝑥
(�⃗�,𝑣,𝑐),(𝑘′,𝑣′,𝑐′),�⃗� = −𝑉�⃗� ⟨𝑐, �⃗� + �⃗�|𝑣, �⃗�⟩ ⟨𝑣′, 𝑘′|𝑐′, 𝑘′ + �⃗�⟩ (3.49)

onde

⟨𝑐, �⃗� + �⃗�|𝑐′, 𝑘′ + �⃗�⟩ = 1
𝑆𝑐

∫︁
𝑆𝑐

𝑑𝑟′
1𝑒

−𝑖(�⃗�−𝑘′)·𝑟′
1𝑢*

𝑐,⃗𝑘+�⃗�
(𝑟′

1)𝑢𝑐′,𝑘′+�⃗�(𝑟′
1)

=
∑︁
𝑗,𝜇,𝑠

𝑎*𝑐
𝑗,𝑠,𝜇,⃗𝑘+�⃗�

𝑎𝑐′

𝑗,𝑠,𝜇,𝑘′+�⃗�
, (3.50)

⟨𝑣′, 𝑘′|𝑣, �⃗�⟩ = 1
𝑆𝑐

∫︁
𝑆𝑐

𝑑𝑟′
2𝑒

−𝑖(�⃗�−𝑘′)·𝑟′
2𝑢*

𝑣′,𝑘′(𝑟′
2)𝑢𝑣,⃗𝑘(𝑟′

2)

=
∑︁
𝑗,𝜇,𝑠

𝑎*𝑣′

𝑗,𝑠,𝜇,𝑘′𝑎
𝑣
𝑗,𝑠,𝜇,⃗𝑘

, (3.51)

⟨𝑐, �⃗� + �⃗�|𝑣, �⃗�⟩ = 1
𝑆𝑐

∫︁
𝑆𝑐

𝑑𝑟′
1𝑒

−𝑖�⃗�·𝑟′
1𝑢*

𝑐,⃗𝑘+�⃗�
(𝑟′

1)

=
∑︁
𝑗,𝜇,𝑠

𝑎*𝑐
𝑗,𝑠,𝜇,⃗𝑘+�⃗�

𝑎𝑣
𝑗,𝑠,𝜇,⃗𝑘

, (3.52)

⟨𝑣′, 𝑘′|𝑐′, 𝑘′ + �⃗�⟩ = 1
𝑆𝑐

∫︁
𝑆𝑐

𝑑𝑟′
2𝑒

−𝑖�⃗�·𝑟′
2𝑢*

𝑣′,𝑘′(𝑟′
2)𝑢*

𝑐′,𝑘′+�⃗�
(𝑟′

2)

=
∑︁
𝑗,𝜇,𝑠

𝑎*𝑣′

𝑗,𝑠,𝜇,𝑘′𝑎
𝑐′

𝑗,𝑠,𝜇,⃗𝑘+�⃗�
, (3.53)

e

𝑉�⃗� = 1
𝑆𝑐𝑁𝑐

∫︁
𝑑�⃗�3𝑈(|�⃗�3|)𝑒−𝑖�⃗⃗̇�𝑅3

= − 𝑒2

2𝜖0𝜖𝑑|�⃗�(1 + 𝑟0|�⃗�|)
. (3.54)
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A realização do cálculo numérico gera uma amostra uniforme da zona de Brillouin de𝑁𝑘

pontos ao longo dos vetores recíprocos da rede 𝑏1 = (2𝜋/𝑎, 2𝜋/𝑎
√

3𝑎) e 𝑏2 = (2𝜋/𝑎,−2𝜋/𝑎
√

3𝑎).
Essa escolha de uma zona de Brillouin equivalente, faz com que os pontos Γ fiquem na origem
das coordenadas, deixando os pontos de alta simetria K e K’ no centro do domínio, conforme
exemplificado na figura (3.35), isso se justifica pelo fato da função de onda dos estados excitôni-
cos de energia mais baixa terem sua função de onda localizada em torno desses pontos de alta
simetria [128].

Além disso, com o intuito de evitar a singularidade do potencial Coulombiano, nós
utilizamos a aproximação de Ridolfi [128], na qual o potencial em torno de |�⃗�| ≈ 0 é dado por

𝑉|�⃗�| ≈ −𝑒2𝑎𝑁𝑘

4𝜋𝜖0𝜖𝑑

[︁
𝛼1 + 𝛼2Δ + 𝛼3Δ2

]︁
, (3.55)

onde Δ = 2𝜋𝑟0/𝑎𝑁𝑘 e 𝛼1, 𝛼2 e 𝛼3 são parâmetros arbitrários. Baseado em um trabalho
anterior [128], escolhemos escolhemos 𝛼1 = 1, 76, 𝛼2 = 1, and 𝛼3 = 0. Esse conjunto de
parâmetros fornece uma rápida e precisa convergência do cálculo BSE para uma amostra da zona
de Brillouin com 𝑁𝑘 = 40 pontos. Como estamos interessados apenas nos estados excitônicos
de energia mais baixa, nós restringimos o cálculo BSE apenas às duas bandas de maior energia
da valência e às duas de menor energia da condução. Os cálculos mostram que para os DMTs 2H
o mínimo das energias excitônicas estão localizados em torno dos pontos Γ, K e K’, de acordo
com os resultados prévios [140]. Os éxcitons no ponto Γ são estados opticamente ativos de fácil
observação experimental chamados de éxcitons diretos, já os éxcitons com momento �⃗� ̸= 0
precisam ser ativados mediante fônons ou algum outro mecanismo.

3.5.1 Interação da Luz com a matéria

Para nos orientar na escolha das taxas de dispersão calculamos o tempo de vida radiativo
do éxciton. Inicialmente, realizamos a aproximação da partícula simples através da aplicação
do modelo k·p, representado pelo Haniltoniano ℋ𝑠𝑝. Em seguida, aplicação da equação de
Bethe–Salpeter (BSE, do inglês Bethe-Salpeter Equation)5 através do Hamiltoniano ℋ𝐵𝑆𝐸 para
calcular os tempos de vida do éxciton na heteroestrutura de van der Waals (WS2/MoS2). As
aplicações dessas técnicas para o cálculo da relaxações radiativas foram aliadas a regra de ouro
de Fermi6. Começamos, com a habitual, pelo Hamiltoniano de interação da luz com a matéria
5 Uma Equação Relativista para Problemas de estados ligados
6 Na física quântica, a regra de ouro de Fermi descreve a taxa de transição (a probabilidade de uma transição por

unidade de tempo) de um estado próprio de energia de um sistema quântico para um grupo de estados próprios
de energia em um contínuo, como resultado de uma perturbação fraca . Esta taxa de transição é efetivamente
independente do tempo (contanto que a força da perturbação seja independente do tempo) e é proporcional à
força do acoplamento entre os estados inicial e final do sistema (descrito pelo quadrado do elemento da matriz
de a perturbação), bem como a densidade de estados. Também é aplicável quando o estado final é discreto, ou
seja, não faz parte de um continuum, se houver alguma decoerência no processo, como relaxamento ou colisão
dos átomos, ou como ruído na perturbação, caso em que a densidade de estados é substituído pelo recíproco da
largura de banda da decoerência [141]
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ℋ𝐿𝑀 que descreve a interacção entre elétrons e fótons,

ℋ𝐿𝑀 = − 𝑒

𝑚𝑐
A(r) · 𝑝 · �̂�, (3.56)

onde A(r) é o potencial vetor para o campo eletromagnético no gauge de Coulomb, 𝑝 é o operador
do momento, e �̂� é o operador do número quântico de fótons. O potencial vetor pode ser escrito
como A(r) =

√︁
2𝜋~𝑐
𝑉𝑞
𝑒−𝑖k·ra𝑞𝜆, onde q e 𝜆 são a polarização e o vetor de onda do fóton, V é o

volume do sistema, um 𝑞𝜆 é o vetor de polarização. A vida útil 𝜏𝑆(𝑄) para um sistema no estado
inicial com um éxciton e sem fóton |Ψ𝑆(𝑄), 0⟩, e o estado eletrônico fundamental |𝐺, 1𝜆𝑞⟩, é
dada por:

1
𝜏𝑆(𝑄) = 2𝜋

~
| ⟨𝐺, 1𝑞𝜆|ℋ𝐿𝑀 |Ψ𝑆(𝑄), 0⟩ |2𝛿 (𝐸𝑆(𝑄) − 𝐸𝜆𝑞) , (3.57)

onde 𝐸𝑆(𝑄) e 𝐸𝜆𝑞 são as energias do éxciton e do fóton, respectivamente, e 𝛿 é a função delta.
O termo ⟨𝐺, 1𝑞𝜆|ℋ𝐿𝑀 |Ψ𝑆(𝑄), 0⟩ pode ser exrito como,

⟨𝐺, 1𝑞𝜆|ℋ𝐿𝑀 |Ψ𝑆(𝑄), 0⟩ = ⟨𝐺|
[︃
− 𝑒

𝑚𝑐

√︃
2𝜋~𝑐
𝑉 𝑞

𝑒−𝑖k·ra𝑞𝜆 · 𝑝
]︃ ∑︁

𝑐,𝑣,k
𝐴𝑆

𝑐,𝑣,k,Q |𝑐,k + Q⟩ ⊗ |𝑣,k⟩

≈ − 𝑒

𝑚

√︃
2𝜋~
𝑐𝑉 𝑞

a𝑞𝜆 ·
∑︁
𝑐,𝑣,k

𝐴𝑆
𝑐,𝑣,k,Q ⟨𝑐,k + Q|𝑝|𝑣,k⟩ , (3.58)

onde usamos a aproximação de comprimento de onda longo, 𝑒−𝑖(k·r)=1. Para um material
bidimensional (aqui no plano xy), devido à conservação do momento, os componentes no plano
do momento do fóton 𝑞 = (𝑞𝑥, 𝑞𝑦, 𝑞𝑧) e o momento de excitação 2D 𝑄 = (𝑄𝑥, 𝑄𝑦, 0) são iguais.
Como o momento do fóton é pequeno em comparação com o tamanho da zona Brillouin, temos
que:

⟨𝑐,k + Q|𝑝|𝑣,k⟩ ≈ ⟨𝑐,k + Q|𝑝|𝑣,k⟩ 𝛿𝑞𝑥,𝑄𝑥𝛿𝑞𝑦 ,𝑄𝑦 , (3.59)

substituindo o elemento de matriz na equação (3.57), considerando a simplificação da soma
pelas duas funções 𝛿𝑞𝑥,𝑄𝑥 e 𝛿𝑞𝑦 ,𝑄𝑦 , a vida útil 𝜏𝑆(Q) torna-se,

1
𝜏𝑆(Q) = 4𝜋2𝑒2

𝑚2𝑐𝑉

∑︁
𝜆𝑞𝑧

1
𝑞

|a𝑞𝜆 ·
∑︁
𝑐,𝑣,k

𝐴𝑆
𝑐,𝑣,k,Q ⟨𝑐,k + Q|𝑝|𝑣,k⟩ |2 × 𝛿(𝐸𝑆(𝑄) − 𝐸𝑞𝑦)

= 4𝜋2𝑒2

𝑚2𝑐𝑉

∑︁
𝜆

𝐿𝑧

2𝜋 |
∑︁

𝑐,𝑣,k,Q
𝐴𝑆

𝑐,𝑣,k,Q ⟨𝑐,k|𝑝|||𝑣,k⟩ |2

×
∫︁ ∞

−∞
𝑑𝑞𝑧

1
𝑞

|a𝑞𝜆(�̂�+ 𝑦)|2𝛿 (𝐸𝑆(Q) − 𝑞~𝑐) , (3.60)

onde �̂� e 𝑦 são vetores unitários ao longo dos eixos x e y, respectivamente, 𝑝|| é o operador
momento numa direção abitrária no plano, a soma em 𝑞𝑧 é transformada numa integral, em-
pregando a identidade

∑︀
𝑞𝑧

𝐿𝑧

2𝜋

∫︀∞
−∞ 𝑑𝑞𝑧 com 𝐿𝑧 o comprimento normal do plano (𝑉 = 𝐴||𝐿𝑧

é o volume, e 𝐴|| é a área no plano). Com as duas funções delta, temos q = (𝑄𝑥, 𝑄𝑦, 𝑞𝑧).
Como Q = (𝑄𝑥, 𝑄𝑦, 0), obtemos 𝑞 =

√︁
𝑞2

𝑥 + 𝑞2
𝑦 + 𝑞2

𝑧 =
√︁
𝑄2 + 𝑞2

𝑧 . Ao introduzir um vetor
unitário �̂� na direção 𝑥 = 𝑦 no plano 𝑥 − 𝑦, onde �̂� = �̂�+𝑦√

2 [? ], podemos reescrever o termo
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a a𝑞𝜆(�̂� + 𝑦) =
√

2a𝑞𝜆 · �̂�. Escolhemos dois componentes do vetor de polarização a a𝑞𝜆, a𝑞⊥

perpendicular ao plano 𝑞 − �̂�, e a 𝑞|| no plano 𝑞 − �̂� com o ângulo entre um 𝑞 e �̂� definido como
Θ. Com estas definições, temos um a𝑞|| · �̂� = 𝑐𝑜𝑠Θ,𝑞 · �̂� = 𝑞𝑠𝑖𝑛Θ e o 𝑞 ⊥ ·�̂� = 0, o que significa
que um 𝑞 ⊥ não contribui para a vida útil do éxciton. Então, temos que:

∑︁
𝜆

|a𝑞𝜆(�̂�+ 𝑦)|2 = 2|a𝑞|| · �̂�|2

= 2𝑐𝑜𝑠2Θ

= 2
⎡⎣1 −

(︃
q · �̂�
𝑞

)︃2
⎤⎦

= 2
𝑞2

[︃
𝑞2 − (𝑞𝑥 + 𝑞𝑦)2

2

]︃
, (3.61)

onde usamos q · �̂� = (𝑞𝑥 + 𝑞𝑦)
√

2. Assim, ao substituirmos o termo da integral na equação (3.60)
obtemos a seguinte expressão:

∑︁
𝜆

∫︁ ∞

−∞
𝑑𝑞𝑧

1
𝑞

|a𝑞𝜆(�̂�+ 𝑦)2𝛿 (𝐸𝑆(Q) − 𝑞~𝑐) =
∫︁ ∞

−∞
𝑑𝑞𝑧

2
𝑞3

[︃
𝑞2 − (𝑞𝑥 + 𝑞𝑦)2

2

]︃
(𝐸𝑆(Q) − 𝑞~𝑐)

=
∫︁ ∞

−∞
𝑑𝑞𝑧

2𝑞2
𝑧 + (𝑄𝑥 +𝑄𝑦)2

(𝑞2
𝑧 +𝑄2)3/2

× 𝛿
(︁
𝐸𝑆(Q) − (𝑞2

𝑧 +𝑄2)1/2~𝑐
)︁

=
∫︁ ∞

−∞
𝑑𝑞𝑧

2𝑞𝑧 + (𝑄𝑥 +𝑄𝑦)2

(𝐸𝑆(Q)~𝑐)3

= 2~2𝑐2

𝐸2
𝑆(Q)

[︃
2Λ + (𝑄𝑥 −𝑄𝑦)2

Λ

]︃
= 𝐼(Q) (3.62)

onde Λ =
√︂

𝐸2
𝑆(Q)
~2𝑐2 −𝑄2, 𝑞𝑥 = 𝑄𝑥, 𝑞𝑦 = 𝑄𝑦 e 𝑞2 = 𝑞2

𝑧 + 𝑄2 na segunda linha. Usamos a
propriedade da função delta na quarta linha e definimos o termo da integral como 𝐼(Q). Da
equação (3.57), temos que:

⟨𝑐,k|𝑝|||𝑣,k⟩ = 1√
𝑁

∑︁
R
𝑒𝑖k·R’ ⟨𝑊𝑐R|𝑝||

1√
𝑁

∑︁
R
𝑒𝑖k·R’|𝑊𝑣R’⟩

= 1√
𝑁

∑︁
RR’

𝑒𝑖k·(R+R’) ⟨𝑊𝑐R|𝑝|||𝑊𝑣R’⟩

= 1
𝑁

∑︁
RR’

𝑒𝑖k·((R+R’)
(︁
∇𝑘𝑥𝐻

𝑇 𝐵
𝑐R,𝑣R’(k) + ∇𝑘𝑦𝐻

𝑇 𝐵
𝑐R,𝑣R’(k)

)︁
, (3.63)

então, temos a seguinte equação para o tempo de vida final do éxciton,

1
𝜏𝑆Q

= 4𝜋𝑒2

𝑚2𝑐𝐴𝑁2 |
∑︁
𝑐,𝑣,k

𝐴𝑆
𝑐,𝑣,k,𝑄

∑︁
RR’𝑒𝑖k·(R+R’)

×
(︁
∇𝑘𝑥𝐻

𝑇 𝐵
𝑐R,𝑣R’(k) + ∇𝑘𝑦𝐻

𝑇 𝐵
𝑐R,𝑣R’(k)

)︁
|2𝐼(Q)

= 4𝜋𝑒2

𝑚2𝑐𝐴𝑁2 (Q)𝐼(Q), (3.64)
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onde definimos o módulo quadrado do dipolo de transição do exciton da equação de Bethe-
Sapeter como,

𝜇2
𝑆(Q) ≡ |

∑︁
𝑐,𝑣,k

𝐴𝑆
𝑐,𝑣,k,𝑄

∑︁
RR’

𝑒𝑖k·(R+R’) ×
(︁
∇𝑘𝑥𝐻

𝑇 𝐵
𝑐R,𝑣R’(k) + ∇𝑘𝑦𝐻

𝑇 𝐵
𝑐R,𝑣R’(k)

)︁
|2. (3.65)

Em nossos cálculos, estudamos a recombinação dos éxcitons diretos localizados nas proximida-
des do ponto K, e consideramos 𝐼(0) = 2~𝑐

𝐸𝑆(0) e 1
𝜏𝑆(0) = 8𝜋~𝑒2

𝑚2𝐸𝑆(0)𝐴𝑁2𝜇(0). Considerando o fator

de temperatura, usamos a relação ⟨𝜏0,𝑇 ⟩ = 𝜏0 · 3𝑀𝑆𝑐2𝑘
𝐵𝑇

2𝐸2
𝑆(0) , onde 𝑀𝑆 é a massa do éxciton, 𝐾𝐵 é a

cosntante de Boltzmann e T é a temperatura. Para obter o tempo de vida do éxciton direto (DX)
e do Singlet (IX𝑆) na heteroestrutura de van der Walls WS2/MoS2, com base na aproximação
em k.p, utilizamos o modelo de partícula única e hamiltoniano da BSE. O hamiltoniano para
o modelo de partícula única, 𝐻𝑠𝑝 formado nas bases {|𝑐 ↑,𝑀⟩ , |𝑐 ↑,𝑀⟩ , |𝑐 ↑,𝑊 ⟩ , |𝑐 ↑,𝑊 ⟩} é
dado por,

ℋ𝑠𝑝 =

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝
𝜀𝑀

𝑐↑ 𝑞𝑀
− 0 0

𝑞𝑀
+ 𝜀𝑀

𝑐↑ 0 𝑡

0 0 𝜀𝑊
𝑐↑ 𝑞𝑊

−

0 0 𝑞𝑊
+ 𝜀𝑊

𝑐↑

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠ , (3.66)

onde 𝜀𝐿
𝑛𝑆

é a energia de partícula única para a banda n, n=(banda de condução (c) ou de
valência (v)), 𝑆 é o spin, de tal forma que apenas o spin up foi considerado, pois inicialmente
consideramos apenas os éxcitons do tipo claro (bright), para a camada L(M=MoS2, W=WS2).
𝑞𝐿

± = 𝑎𝑡𝐿 (𝜏𝑞𝑥 ± 𝑖𝑞𝑦), onde 𝑎, 𝑡𝐿 e 𝜏 = ±1 é o parâmetro da rede, o termo de tonelamento para a
camada 𝐿 e o índice de vale, com (𝜏 = +1 para o vale K e 𝜏=-1 para o vale K’), respectivamente,
e t é o acoplamento entre camadas. Estes parâmetros foram obtidos por wannierizarion dos
resultados da DFT para a heteroestrutura van der Walls WS2/MoS2. A BSE pode ser escrita na
base de camadas individuais (desacopladas) como,

(𝜀𝑐 − 𝜀𝑣) = 𝐴𝑆
𝑣𝑐 +

∑︁
𝑣′𝑐′

⟨𝑣𝑐|K|𝑣′𝑐′⟩ = Ω𝑆𝐴
𝑆
𝑣𝑐, (3.67)

onde |Ψ𝑆⟩ = ∑︀
𝑣𝑐 𝐴

𝑆 |𝑣𝑐⟩ é o autoestado do éxcciton S e Ω𝑆 é a energia do éxciton. Os nosso
cálculos forneceram os resultados da tabela abaixo,

E𝐴(0)/eV M𝑆/m0 𝜏0/ps ⟨𝜏0,273𝐾⟩
1.72 0.2 0.312 5.591 409.54

3.6 Mecanismo de espalhamento na monocamdas e hete-

roestruturas de van der Waals

Destacamos aqui os três principais mecanismos de relaxação do spin em semicondutores
[118], são eles: o mecanismo de Elliot-Yafet (EY) [142], Dyakonov-Perel (DP) [143], Bir-Aronov-
Pikus (BAP) [144].
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O mecanismo proposto por R. J. Elliot [142] em 1954, com a contribuição de Y. Yafet
em 1963, para a influência da temperatura [145], fundamenta-se no fato em que nos cristais com
interação spin-órbita a função de onda do elétron é uma mistura das contribuições dos estados
com spin up (|↑⟩) e down (|↓⟩). Assim, devido à mistura espontânea dos estados de spin opostos,
mesmo um espalhamento independente do spin, como é o caso daqueles por fônons, pode levar a
troca do spin do elétron [146] de modo que é impossível descobrir a função de onda dos estados
próprios de spins.

Figura 30 – Representação esquemática do mecanismo de relaxamento do spin de Elliot-Yafet: A
direção do vetor de ondas eletrônicas muda com a ocorrência de eventos de dispersão.
Em cada evento de dispersão, existe uma probabilidade do spin não flipar, levando
ao relaxamento.
Fonte: https:www.iue.tuwien.ac.at/phd/osintsev/, adapatada.

O mecanismo do EY é caracterizado pelo tempo de defasamento do spin 𝜏𝐸𝑌
𝑠 , propor-

cional ao tempo de dispersão do momento 𝜏𝑝. Quanto maior for a dispersão de elétrons, mais
rápido será o relaxamento do spin. Num cristal em 3D (bulk) dos grupos III-V, a taxa é estimada
em,

1
𝜏𝐸𝑌

𝑠

= 𝒜
(︃

△0

𝐸𝑔 + △0

)︃2 1
𝜏𝑝

, (3.68)

aqui, △0 é a energia de separação das bandas, e 𝒜 é um número constante na faixa de 2 a 6,
dependendo do processo de relaxamento. Devido à dependência da energia de separação das
bandas, o mecanismo EY é mais importante nos metais e nos semicondutores onde essas energias
são pequenas, ao passo que é considerado menos significativo nos semicondutores baseados em
GaAs devido à sua grande diferença de energia entre as bandas [146]. Contudo, em GaAs, o
acoplamento SOC é bastante grande para os estados das bandas de valência, em comparação
com os estados da banda de condução. Por conseguinte, o mecanismo EY é especialmente mais
significativo para o desfasamento do spin do estado de buraco.

3.6.1 O mecanismo Dyakonov-Perel

O mecanismo de Dyakonov-Perel, também conhecido como mecanismo de precessão,
é um meio eficiente de relaxação do spin em materiais que não apresentam simetria de inversão,
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como é o caso das monocamadas de DMTs. Este mecanismo tem como base a precessão dos
portadores de carga em torno de um campo magnético efetivo (�⃗�𝑒𝑓𝑓 ) originado pelo efeito Hall
quântico com magnitude proporcional à velocidade do portador.

Figura 31 – Esquema para o mecanismo de relaxamento do spin de Dyakonov-Perel: O spin
do elétron (setas vermelhas) precessam em torno de um campo magnético efetivo
�⃗�𝑛 (seta azul) experimentando, por conseguinte, uma desfasagem. Fote: Griesbeck,
Michael [19], adaptada.

Considerando o fato de que se o tempo da precessão da spin for maior do que o
tempo de dispersão do momento 𝜏𝑝, os spins dos elétrons individuais irão precessar sobre
um campo magnético instável, cuja magnitude e direcção varia aleatoriamente. ou seja, cada
evento de dispersão altera grandemente a direção do momento do elétron, que por sua vez
altera a magnitude e direcção do campo efetivo do spin-orbit experimentado pelo elétron como
mostrado esquematicamente na Figura (31).Dessa forma, portadores com diferentes velocidades
experimentam um campo �⃗�𝑒𝑓𝑓 diferente produzindo um grande número de processos de colisão
que levam os spins à precessarem com taxas diferentes levando, portanto, a perda da coerência e
da polarização [147].

Quanto maior for o momento de dispersão, mais aleatório será o spin do elétron, no
entanto, desfasagem do spin ocorrerá de forma mais lenta. O tempo de relaxamento do spin 𝜏𝐷𝑃

𝑠

está, portanto, inversamente relacionado com o tempo de dispersão do momento 𝜏𝑝 [148, 149],

1
𝜏𝐷𝑃

𝑠

∝ 𝜏𝑝𝑇, (3.69)

onde T é a temperatura da amostra. O aumento do tempo de desfasagem com a dispersão do
momento pode ser explicado considerando o fato de que nos eventos de dispersão de momento
mais rápidos o campo efetivo surgem rapidamente e irregularmente oscilando para o exterior
tendendo para zero ao longo do tempo.
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3.6.2 O mecanismo Bir-Aronov-Pikus (BAP)

O mecanismo de Bir-Aronov-Pikus (BAP) é um meio de relaxação do spin eficiente
para aplicações em semicondutores com dopagem do tipo P a baixas temperaturas ou com
buracos gerados por excitação óptica [150]. A eficiência desse mecanismo resulta da interação
de troca entre o spin do elétron e do buraco enquanto o spin total é preservado [146].

A interação de troca também leva a um flip do spin em que o spin do elétron da banda
de condução troca com o spin do buraco, resultando na desfasagem do spin de elétron como
mostra o esquema da Figura (32).

Figura 32 – Esquema do mecanismo Bir-Aronov-Pikus: A colisão entre eletrons (vermelho) e
buracos (azul) leva a um spin-flip através da interacção de troca de spin-flip do par
e-h. Fote: Griesbeck, Michael [19], adaptada.

O mecanismo BAP pode ser explicado de uma forma semelhante ao mescanismo de
Dyakonov-Perel, onde os spins dos elétrons precessam sobre um campo magnético efetivo gerado
pelo spin do buraco [151]. A taxa de relaxamento do spin 1

𝜏𝑠
do mecanismo BAP é proporcional

à concentração do buraco 𝑝 [152],
1

𝜏𝐵𝐴𝑃
𝑠

∝ 𝑝. (3.70)

Com base nessa breve introdução sobre os processos de relaxação do spin, podemos
descrever os processos de espalhamentos de éxcitons em monocamadas de TMDC. O processo
mais eficiente é o que ocorre entre vales diferentes (intervale), pois, a relaxação dentro do mesmo
vale requer a transposição da barreira de energia da banda de valência, que para as monocamadas
de DMT está em torno das centenas de meV. A relaxação do spin do buraco para a banda de
valência no outro vale ainda que necessite da troca do spin e mudança do momento, é provável
dentro de um tempo de vida relativamente longo (10 - 100 ns). Este processo é justificado pelos
mecanismos de DP, e principalmente, pelo de BAP em monocamadas de MoS2 [118]. Devido a
pequena separação do acoplamento spin-órbita (SOC), os espalhamentos intra e intervale são
possíveis. Estudos indicam o mecanismo de EY e o de DP, como prováveis responsáveis pela
relaxação do spin em monocamadas de DMT [153].
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3.7 Seleção óptica do vale

O gap de banda direto característico nas mocamadas de DMTs, nos vales7 𝐾+ e
𝐾− da zona de Brillouin (ZB), permite a identificação óptica do grau de liberdade do vale
através de luz circularmente polarizada. Campo óptico com luz circularmente polarizada 𝜎+

e frequência 𝜔𝑢 (𝜔𝑑) pode gerar transição ótica de um elétron com spin up(dowm), deixando
um buraco na banda de valência com o mesmo spin. Isto ocorre devido a quebra de simetria de
inversão das bandas de condução e valência na monocamada, que leva a diferentes regras de
seleção para a luz circularmente polarizada à esquerda 𝜎− e à direita 𝜎+. Os fótons polarizados
com 𝜎− são absorvidos exclusivamente no vale K, já o vale K’ é sensível apenas aos fótons
polarizados com 𝜎+ [154] (ver a Figura 33). Em estreita analogia com o spin e seu uso no
processamento de informações quânticas, o pseudo spin do vale8, como também é conhecido,
pode ser potencialmente usado para codificar, armazenar e transferir informações [155].

Figura 33 – Regras de selecção de vale e transição óptica de spin. Curvas sólidas (tracejadas)
denotam bandas com down(up) quantificadas ao longo da direção fora do plano.
A divisão na banda de condução é exagerada. 𝜔𝑢 e 𝜔𝑑 são respectivamente as
frequências de transição das duas bandas de valência dividida no topo para a banda
de condução na base. Fonte: Yu et al. [173].

A quebra da simetria de inversão permite que os elétrons de ambos os vales apresentem
contribuições de orbitais finitas para os seus momentos magnéticos que são iguais em magnitude,
mas opostas em sinal devido à simetria de inversão temporal. O momento magnético orbital, por
sua vez, tem duas partes: uma contribuição dos orbitais atômicas parentais, e uma contribuição
do "momento magnético do vale"a partir da estrutura da malha. Este último leva à regra de
seleção óptica dependente do vale nas monocamadas de TMD [156].
7 Como os cristais de TMD têm uma base diatómica, os seis vales K localizados nas margens da zona hexagonal

de Brillouin podem ser divididos em dois grupos diferentes: K e K’, dispostos em cantos opostos no espaço
recíproco.

8 Após excitação óptica de uma banda para outra, o pseudo spin do vale não é impresso em portadores de carga
única, mas sim em quasipartículas excitonicas, acrescentando mais complexidade ao sistema.
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Em monocamada de DMTs, a circulação de corrente a partir das orbitais só pode ocorrer
dentro do plano, uma consequência disto é que o momento magnético orbital correspondente só
pode apontar para fora do plano. A distinção do sentido da circulação é feita com a aplicação de
um campo magnético �⃗� ao longo do eixo z. O campo magnético causa deslocamentos de energia
opostos (𝜇�⃗�) nos vales K±, como resultado de momentos magnéticos opostos, levantando a
degenerescência entre os dois vales devido a presença do campo magnético análogo ao efeito
spin-Zeeman [157].

3.8 Espalhamento de portadores de carga

Figura 34 – Espalhamento intravale entre os éxciton claros e escuros em monocamadas de
DMTs. (a) e (b) representam os estados claros e escuros nas monocamadas baseadas
no molibdênio (MoX2), respectivamente, e (c) e (d) nas baseadas no tungstênio
(WX2). Nas monocamadas de MoX2 a ocupação do estado escuro (X𝐷) depende da
transposição de uma barreira de energia com uma taxa de espalhamento ponderada
pelo fator de Boltzmann 1

𝜏𝑏𝑑
𝑢(𝑇 ). Para as de WX2, a ocupação do estado escuro

(X𝐷) é energeticamente favorável com uma taxa 𝜏𝑏𝑑.

A formação de éxcitons claros (bright) e escuros (dark) nos DMTs ocorre, principal-
mente, devido ao espalhamento de elétrons para diferentes níveis de energia. Apesar desse
mecanismo ser amplamente aplicado no estudo de monocamadas de materiais como MoX2 e
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WX2, ainda carecer de análise mais profunda, quando consideramos sistemas com mais de uma
camada (poucas camadas), especialmente, quando se pretende reunir camdas de materiais dife-
rentes em uma única estrutura. A eficiência de mecanismos de relaxação e de espalhamente de
portadores de carga já foram constatados experimentalmente [154]. Um exemplo é a ocorrência
do mecanismo de Elliot-Yafet mediado por fônons, justificado por Sie et al.

Os canais de espalhamento são diversos e podem ser classificados como intra (inter) vale
(camada). Nas monocamadas de DMTs, os vales K e K’ estão relacionados entre si por simetria
de inversão temporal, isso leva a uma correspondência de estados excitônicos de um-para-um,
entre os dois vales ou os canais de dispersão. Assim, é conveniente nos concentramos apenas no
vale K esquematizado na Figura (34) [158], no qual os éxcitons brilhantes (X𝑏) são fotocriados
com luz circularmente polarizada 𝜎+, e os excitons escuros (X𝑑) são formados por portadores
espalhados nos diversos canais possíveis. Resultados experimentais também deixaram clara a

Figura 35 – Dependência da intensidade de fotoluminescência com a temperatura em monocama-
das WX2 (pontos vermelhos) e MoX2 (pontos vermelhos). As intensidades das duas
monocamadas estão normalizadas independentemente. Fonte: Zhang e Hua [20].

influência da temperatura no balanceamento das populações entre esses dois estados excitônicos
considerados [20]. No processo de relaxação da Figura (35), o spin tende a retornar ao estado de
equilíbrio em que as populações dos níveis de energia são aquelas previstas pela distribuição de
Boltzmann. A ocupação do estado escuro depende fortemente do sinal da interação spin-órbita, e
como consequência, do tipo da monocamada.

Nas monocamadas de WX2 os éxcitons escuros ocupam o estado fundamental que faz
com a transição do estado claro para o escuro seja energeticamente favorável Figura (34.c-d). Em
monocamadas de MoX2 os éxcitons escuros pertencem a um estado excitado e sua ocupação está
condicionada a transposição da energia de separação na banda de condução Figura (34.a-b). O
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fator de Boltzmann descreve a probabilidade de ocupação desse estado separado por uma barreira
de energia Δ𝐸 (módulo da separação na banda de condução) a uma determinada temperatura
T. Explicitamente, a taxa de espalhamento do estado claro para o escuro em monocamadas de
MoX2 é,

1
𝜏𝑏𝑑

𝑢(𝑇 ), (3.71)

onde

𝑢(𝑇 ) = 𝑒𝑥𝑝

(︃
−Δ𝐸
𝑘𝑇

)︃
, (3.72)

onde 𝑘 representa o fator de Boltzmann e 𝜏𝑏𝑑 é o tempo de espalhamento entre os estados claros
e escuros na banda de condução e no mesmo vale. Dessa forma, as monocamadas baseadas no
tungstênio e no molibdênio possuem dependência oposta com a temperatura, como visto na
Figura (35).

3.9 Modelo de Equações de Taxas

O cálculo do número de portadores de carga espalhados em um sistema formado
por uma ou poucas camadas de DMTs é fundamental para o balanceamento das populações
excitônicas intra e intervale. A dinâmica dessas populações é analisada a partir da intensidade
de fotoluminescência (PL) e da polarização do vale (VP do inglês, ( valley polarization), que
são calculadas através de um conjunto de equações diferenciais acopladas, proporcional ao
número de níveis considerado no sistema. Cada equação possibilita o cálculo das variações
das taxas populacionais nos níveis de energia considerados no sistema. Para tanto, é necessário
que o tempo de vida das populações em cada nível seja conhecido, bem como os processos de
espalhamentos que determinam as trocas de portadores entre os estados.

Para introduzir o modelo de equações de taxa vamos considerar o sistema hipotético
do esquema representado na Figura (36), no qual os estados |1⟩ e |2⟩ são populados pelos
números de portadores de carga 𝑛1 e 𝑛2, respectivamente. Isso ocorre, consideran que o sistema
encontra-se inicialmente fora do equilíbrio, devido a fotoexcitação do sistema. Note que, além
do decaimento radiativo indicado pelas taxas 𝛾10 e 𝛾20, existem também a possibilidade de
espalhamento entre os estados populados. A transferência recíproca de taxas populacionais entre
eles ocorrem com tempos de recombinação 𝜏12 e comprocesso favarárevel, já 𝜏21 ocorre com
mediação de rediação térmica por se tratar de um processo desfavorável, pois, é necessário
superar uma barreira energética até que o equilíbrio do sistema seja reestabelecido.

Considerando-se que o processo é de primeira ordem, a taxa 𝛾, específica para cada
canal, é constante e inversamente proporcionaia aos tempos de recombinação dos portadores
entre os estados (𝛾 = 1

𝜏
). Assim, as taxas populacionais trocadas pelos níveis |1⟩ e |2⟩ são

proporcionais a n1𝛾12, onde a ocorrência do processo é facilitada, e n2𝛾21 com o processo
dependente da temperatura através do fator de Boltzmann 𝑢(𝑇 ) = 𝑒𝑥𝑝

(︁
Δ𝐸
𝑘𝐵𝑇

)︁
. Para o sistema
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Figura 36 – Modelo esquemático arbitrário para um sistema formado por dois níveis de energia
excitados, com espalhamento intravale e intracamada. Fonte: autoral.

em equilíbrio as variações das taxas temporais 𝑑𝑛1
𝑑𝑡

e 𝑑𝑛2
𝑑𝑡

são iguais a zero e podem ser simuladas
pelo conjunto de equações:

𝑑𝑛1
𝑑𝑡

= 𝑔 − 𝛾10𝑛1 − 𝛾12𝑛1 + 𝑢(𝑇 )𝛾21𝑛2
𝑑𝑛2
𝑑𝑡

= −𝛾20𝑛2 − 𝑢(𝑇 )𝛾21𝑛2 + 𝛾12𝑛1,
(3.73)

onde n1 e n2 são as populacões fotocriadas, repectivamente, nos níveis 𝑛1 e 𝑛1, as taxas Γ10 e
Γ20 são as taxas relaxadas radiativamente e, os parãmetros da exponencial são a diferencia da
energia entre os dois níveis Δ𝐸 populados, a constante de Boltzmann 𝑘𝐵 e T a temperratura.

Uma vez que os tempos de relaxação de cada canal 𝜏10, 𝜏20 e 𝜏12 = 𝜏21 sejam conhecidos,
a solução do conjunto de equações (3.73) fornece as variações das populações em cada nível de
energia, permitindo a simulação da dinâmica de vale dos estados excitônicos. Assim, agora que
conhecemos as taxas de populações e os tempos de decaimento radioativos 𝜏1 e 𝜏2 para os dois
estados, podemos estimar a intensidade de fotoluminescência (PL) [159] pela equação:

𝐼1 = 𝑛1𝛾10 (3.74)

e
𝐼2 = 𝑛2𝛾20, (3.75)

onde 𝐼1 e 𝐼2 correspondem as intensidades de fotoluminescência das taxas de populações
transferidas dos estados |1⟩ e |2⟩. Estas quantidades físicas são muito importantes no estudo
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da dinâmica de éxcitons. A recombinação de estados excitados fornece a emissão ópitica do
material, através da sua foroluminecência, que por sua vez possibilita o cálculo da polarização
do vale. Em nosso estudo, onde consideramos os vales K e K’ da primeira zona de Brillouin,
podemos calcular a polarização do vale 𝑃𝑉 para cada estado pela equação,

𝑃𝑉 = 𝐼𝐾
𝑖 − 𝐼𝐾′

𝑖

𝐼𝐾
𝑖 + 𝐼𝐾′

𝑖

, (3.76)

onde 𝑖 é o índice correspondente ao nível desejado. Nesse caso hipotético (𝑖 = 1, 2).

3.10 Formação de éxcitons claros na heteroestrutura WS2/MoS2

Para aplicar a técnica descrita na seção anterior ao sistema de nosso interesse, partimos
de uma estrutura simples com três níveis de energias esquematizada na figura (39), para a qual,
desenvolvemos cálculos com métodos computacionais e analíticos seguindos por comparação
dos resultados. Trata-se de uma heteroestrutura formada por WS2/MoS2, inicialmente, com
espalhamento intra e intervale, considerando apenas níveis de energia com a mesma orientação
do spin, ou seja, na qual são formados apenas éxcitons claros (bright). Note que na ausência
do efeito do acoplamento spin-órbita (SOC) o sistema é degenerado (linhas pretas tracejadas),
mas a medida que consideramos o SOC ou a presença de um campo magnético externo a
degenerescência é quebrada, ocorrendo a separação dos níveis de energia, que devido à simetria
de inversão temporal, apresentam efeitos não equivalentes nos vales K e K’ da zona de Brillouin.

A fotoexcitação do sistema cria uma taxa populacional 𝑔, intracamada, no estado |1⟩.
A população inicialmente formada no estado |1⟩ pode espalhar com a taxa 𝛾13 intravale, ou
com a taxa intervale 𝛾13′ . Devido ao efeito do empilhamento do tipo II, os estados |3⟩ e |3′⟩
estabelecem as transições intervale com as taxas 𝛾3′ 3, favorável, e 𝛾33′ que necessita do auxílio
do fator de Boltzmann 𝑢(𝑇 ). Esses estados intermediários podem decair redioativamente com as
taxas 𝛾30 e 𝛾3′ 0, respectivamente.

Como já mensionado no início desse capítulo, podemos caracterizar esse processo como
de primeira ordem com uma taxa constate 𝛾 que é inversamente proporcional ao tempo de vida
da população 𝜏 no nível de energia de inte

(︁
𝛾 = 1

𝜏

)︁
. Dessa forma, a taxa de perda da população

do estado |1⟩ para o |3⟩ é proporcional à 𝛾13𝑛1, e a do |3⟩ para o |1⟩, à 𝛾31𝑛3. Além disso, as
populações formadas nesses dois estados podem se recombinar radiativamente para o estado
fundamental com uma taxa 𝛾30 e 𝛾3′ 0. Com isso, as equações de taxa acopladas que simulam a
dinâmica de |1⟩ e |3⟩ são dadas por:

𝑑𝑛1

𝑑𝑡
= 𝑔 − (𝛾13 + 𝛾13′ )𝑛1

𝑑𝑛3

𝑑𝑡
= −(𝛾30 + 𝑢(𝑇 )𝛾33′ )𝑛3 + 𝛾13𝑛1 + 𝛾3′ 3𝑛

′
3

𝑑𝑛′
3

𝑑𝑡
= −(𝛾3′ 0 + 𝛾3′ 3)𝑛′

3 + 𝛾13′𝑛1 + 𝑢(𝑇 )𝛾3′ 3𝑛3
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Figura 37 – Modelo esquemático para um sistema formado por uma heteroestrutura com quatro
níveis de energia, que podem sofrer espalhamento intravale com taxa 𝛾𝑖𝑗 no vale
K (painel azual), 𝛾𝑖′ 𝑗′ no vale K’ (painel laranja) e intervale com 𝛾𝑖𝑗′ . No painel
superior identificamos os vales e spins com código de cores, bem como o tipo de
empilhamento usando.

Com base nessa ideia, é possível simular a dinâmica de vale dos muitos estados excitônicos. A
solução dessas equações para 𝑑𝑛𝑖

𝑑𝑡
= 0 para (𝑖 = 1, 3) fornece as populações excitônicas em cada

estado quando o sistema atingiu o estado estacionário. Já a variação das populações excitônicas
com o tempo pode ser simulada com métodos numéricos interativos, como o de Runge-Kutta.
Uma vez que a população em cada estado é conhecida, a intensidade de PL pode ser estimada
com o tempo de decaimento radiativo (𝜏1 e 𝜏2 )

𝐼𝑖 = 𝑛𝑖

𝜏𝑖

. (3.77)

Sendo as emissões de fótons pelos vales K e K’ circularmente polarizadas, podemos
calcular a polarização de vale (VP, do inglês valley polarization) com base na diferença entre
as intensidades de PL das emissões 𝜎+ e 𝜎−, que fica: 𝑃𝑉 = 𝐼𝜎+ −𝐼𝜎−

𝐼𝜎+ +𝐼𝜎−
. Como o tempo de

decaimento radiativo é o mesmo para ambos os vales, podemos escrever a polarização como,

𝑃𝑉 = 𝑛′
3 − 𝑛3

𝑛′
3 + 𝑛3

. (3.78)

O desenvolvimento algébrico adequado do conjunto de equações de taxa (3.77) nos
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fornece uma expressão analítica para a polarização do vale do modelo da Figura (39),

𝑃𝑉 = 𝑃0
𝛾

𝛾 + 𝛾12 + 𝛾21
+ 𝛾12 − 𝛾21

𝛾 + 𝛾12 + 𝛾21
, (3.79)

onde 𝑃0 = (𝛾12 − 𝛾13′ ) / (𝛾12 + 𝛾13′ ). Reescrevendo as taxas 𝛾12 = 𝛾𝑢 e 𝛾21 = 𝛾𝑑, podemos
calcular as taxas de espalhamento intervale pela expressão,

𝛾𝑢,𝑑 = 1
𝜏0

Γ2

Γ2 + Δ𝐸2 + 𝛼Δ𝐸3

|𝑒𝑥𝑝
(︁

±Δ𝐸
𝑘𝐵𝑇

)︁
− 1|

, (3.80)

onde u (up) e d (down) é uma notação simplificada para 𝛾33′ e 𝛾3′ 3, respectivcamente, aplicada a
este modelo, e Δ𝐸 é a diferença de energia entre os níveis. Os espalhamenos intervale dadas
pela Eq.(5.3) são influenciadas por dois mecanismos distintos, a primeira parcela do lado direito
da expressão depende apenas do campo de troca, enquanto a segunda depende do parâmetro de
acoplamento éxciton-fônon 𝛼𝑝ℎ.

Tabela 4 – Parâmetros importantes.

Parâmetro Dimensão valor
Fator de fotocriação 𝑔 - 5,35

Constate de Bultzmann (𝑘𝐵) eV/K 8.617 × 10−5

Temperatura (T) K 4,5
Tempo de espalhamento intervale (𝜏𝑣0) ps 4 × 104

Taxa de ressonância (𝛾) ps−1 4 × 10−5

Acoplamento éxciton-fônon (𝛼𝑝ℎ) ps−1eV−3 3 × 105

Magneton de Bohr (𝜇𝐵) eV/T 5.788 × 10−5

Controle do processo de rossonância (Γ) 𝜇eV 40

Dos parâmetros apresentados na tabela Tabela (4) apenas o 𝜏𝑉 0 e 𝛼𝑝ℎ foram ajustas com
os dados experimentais fornecidos na literatura [28]. Para confirmar o ajuste dos parâmetros
desenvolvemos dois tipos de cálculos, o primeiro foi a solução analítica (linha sólida azul) do
conjunto de equação de taxa, e o segundo foi a resulação das equações de taxa numericamento
(circulos verdes) com aplicação do pacote de algebre linear LAPAC, que fornece autovalorees e
autovrtoress de um sistema linear do tipo A.X=B. Nossos resultados estão bem ajustados com
aqueles apresentados na literatura, como é possível observar através da comparação para ambos
os modelos apresentados na Figura (48).
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Figura 38 – Comparação dos resultados da polarização do vale obtidos pelos métodos numéricos
(curva pontilhada) e analíticos (linha sólida azul) com resultados experimentais

3.11 Formação de éxcitons claros e escuros na heteroes-

trutura WS2/MoS

Para incluir o canal com spin proibido (spin forbidden), inserimos níveis de energias
gradativos como mostra os modelos detalhados na Figura (39), onde (a1) e (b1) são arranjos
para dois e quatro níveis com espalhamento apenos no vale K, e (c1) é o modelo de três níveis
com espalhamento intervale. Nas transições intercamada a diferença de momento entre os dois
níveis de energias envolvidos é diferente de zero, portanto, nomeamos os éxcitons originados
das transições intercamada com mesma orientação de spin de sintgleto (IX𝑆) e, as transições
com spins antiparalelos de tripleto (IX𝑇 ).

Para obter uma visão profunda da dinânica do éxciton na nosso heteroestrutura, realiza-
mos um estudo sistemático do mecanismo das emissões de éxciton intercamada e intercamda.
Nos paineis (a2), (b2), e (c2) da Figura (39) mostramos as intensidades de fotoluminescencia para
as espécies excitônicas IX𝑆 e IX𝑇 para cada arranjo. Partimos do modelo físico mais simples,
com apenas dois níveis de energia, fomos adicionando canais até chegarmos ao modelo completo
de seis níveis, que será discutidos nos capítulos 5 e 6. O detalhamento do modelo nos permite
revelar o impacto de cada canal de dispersão de portadores de carga e, consequentemente, na
intensiudade de PL. Além disso, escolhemos os canais de dispersão adequados.

Escrevemos abaixo o conjunto de equações de taxa para cada esquema da Figura (39):
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Figura 39 – Representações esquemáticas dos estados excitônicos de menor energia (linhas
horizontais) e dos canais de dispersão de éscitons correspondentes nos vales 𝛼
(área azul do painel (a1), (b1) e (c1) e 𝛽 (área laranja do painel (c1)). As linhas
laranja, azul, vermelha e ciano correspondem aos estados excitônicos IX𝑆 , IX𝑇 e
DX, respectivamente. (a1) Éxcitons intracamada e intercamada (IX𝑆) claros no vale
𝛼, (b1) Éxcitons intracamada e intercamada claros no vale 𝛽, e intercamadas (IX𝑇 )
escuros em no vale 𝛼, (c1) Éxcitons intracamada e intercamda(IX𝑆) claros em 𝛼 e 𝛽
e as suas taxas de dispersão. (a2), (b2) e (c2) mostram as intensidades de PL para os
casos (a1), (b1) e (c1), respectivamente, em função do campo de troca em meV.

Conjunto de equações para a1:

𝑑𝑛1

𝑑𝑡
= 𝑔 − (𝛾10 + 𝛾13 + 𝛾𝑛𝑟)𝑛3

𝑑𝑛3

𝑑𝑡
= − (𝛾30 + 𝛾𝑛𝑟)𝑛3 + 𝛾13𝑛1 (3.81)

Conjunto de equações para a2:

𝑑𝑛1

𝑑𝑡
= 𝑔 − (𝛾10 + 𝛾13 + 𝛾𝑛𝑟)𝑛1

𝑑𝑛3

𝑑𝑡
= − (𝛾30 + 𝛾34 + 𝛾𝑛𝑟)𝑛3 + 𝛾13𝑛1 + 𝑢(𝑇 )𝛾43𝑛4 (3.82)

𝑑𝑛4

𝑑𝑡
= − (𝛾40 + 𝑢(𝑇 )𝛾43 + 𝛾𝑛𝑟)𝑛4 + 𝛾34𝑛3 (3.83)
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Conjunto de equações para a3:

𝑑𝑛1

𝑑𝑡
= 𝑔 − (𝛾10 + 𝛾13 + 𝛾13′ + 𝛾𝑛𝑟)𝑛1

𝑑𝑛3

𝑑𝑡
= − (𝛾30 + 𝑢(𝑇 )𝛾33′ + 𝛾𝑛𝑟)𝑛3 + 𝛾13𝑛1 + 𝛾33′𝑛′

3 (3.84)

𝑑𝑛′
3

𝑑𝑡
= − (𝛾3′ 0 + 𝛾3′ 3 + 𝛾𝑛𝑟)𝑛′

3 + 𝛾13′𝑛1

Desenvolvemos os cálculos analíticos para cada conjunto de equações de taxa descrito
acima. Em seguida, calculamos os tempos de vida do éxciton intra e intercamada, cujos valores
são consistentes com os dados experimentais. Após obtermos dados teóricos para todas as taxas
de espalhamento envolvidas nos modelo da Figura (39.a,b,c), descrevemos os processos de
espalhamentos de éxcitons intracamada (DX, ciano) no estado |1⟩ e intercamada (IX𝑆 , azul)
brilhantes no estado |3⟩, ambos no vale vale 𝛼 como função do campo de troca. Podemos notar
que a medida que às taxas radiativas aumentam como função de �⃗�, como mostra a tabela abaixo,
a PL para éxciton direto também aumenta. Tal comportamento, também é mostrados por Surrent
et al. [28].

Como o singlet é um éxciton intercamada ocorre que o seu tempo de vida é maior do
que o tempo de vido do éxciton direto, resultando que sua PL é de menor intensidade. Isso corre
porque o número de éxcitons do estado direto dispersos para o estado indireto é cada vez menor,
a medida que a PL aumenta, como mostra os resultados da Figura (39) (a) e (e). Assim, como
esperado, o éxciton direto DX tem uma intensidade de PL grande e crescente enquanto IX𝑆 e
IX𝑇 é pequena e decrescente, sendo a intensidade PL para IX𝑇 a menor [22, 160].

A figura (39.b1,c2 mostram a dinâmica dos éxcitons intracamada e intercamada claros
(bright) nos vales 𝛼 e 𝛽 e as suas taxas de dispersão. A taxa de dispersão intevale 𝛾13′ é menor do
que 𝛾13, devido à necessidade de flip do spin eletrônico, embora esta taxa não seja influenciada
pelo momento total do éxciton, de tal forma que, para J𝑒𝑥=0 a contribuição da PL para IX𝑆 é
maior em 𝛼 do que no 𝛽, enquanto para IX’𝑆 é decrescente.

O efeito Zeeman provoca uma separação do éxciton IX𝑆 nos vales K e K’, devido ao
empilhamento AB das camadas na heteroestrutura, assim, a banda de condução do IX𝑆 em K’
tem contribuição do MoS2, X𝑆 é deslocada para cima, enquanto IX’𝑆 desce, influenciando a
taxa de espalhamento intervale 𝛾3′ 3, que passa a aumentar favorecendo a redução da energia de
excitação, de modo que, a medida que 𝛾33′ , de modo que o PL para IX𝑆 aumenta e IX′ diminui.

Para J𝑒𝑥=1 meV, a PL do IX𝑆 diminui porque o número de portadores em IX′ é cada
vez menor, proporcionando menos éxcitons em função do campo. Um ponto emergente é sobre
a validade do processo devido ao fato que esses mecanismos utilizam um grande número
de parâmetros. Embora existam estudos importantes que utilizam este método como recurso
[165, 166].
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Tabela 5 – Parâmetros para a heteroestrutura WS2/MoS2: Taxas de espalhamento dos canis
considerados,acomplamento éxcciton-fônon para o singleto e par ao tripleto.

Taxa de espalhamento valor Processo

𝛾10 (ps−1)
(︁
3, 45𝑒−𝐵/6,29𝑇 + 1, 12

)︁−1
Fit [28, 161]

𝛾30 = 𝛾3′ 0 (ps−1)
(︁
7.24 × 104𝑒−𝐵/6,29𝑇 + 3.15 × 104

)︁−1
Fit [28]

𝛾40 = 𝛾4′ 0 (ps−1) 𝛾30/110 [22, 160]
𝛾13 (ps−1) 1/70 [162]
𝛾14′ (ps−1) 𝛾13[4(1 − 𝑃0)/(1 + 𝑃0)] [159], fit [21, 22]
𝛾13′ (ps−1) 𝛾13[(1 − 𝑃0)/(1 + 𝑃0)] [159], fit [21, 22]
𝛾34 (ps−1) 1/120 [161, 163], fit [22]
𝛾3′ 4′ (ps−1) 𝛾34 [161, 163], fit [22]
𝛾43 (ps−1) u43(T)𝛾34
𝛾4′ 3′ (ps−1) u43(T)𝛾3′ 4′

𝜏 0
33′ (ns) 20 [69]
𝜏 0

44′ (ns) 2000 [164]
P0 -0.29 WSe2/MoSe2 [21]

𝛼𝑆 (eV−3ps−1) 𝑛𝑢𝑚1𝑒4 fit WSe2/MoS2 [21]
𝛼𝑇 (eV−3ps−1) 𝑛𝑢𝑚1𝑒2 Fit WSe2/MoSe2 [21]
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4 Emissão de éxciton intercamada sin-
gleto

No presente capítulo discutiremos os resultados da nossa investigação sobre a dinâmica
de éxcitons intercamada para o modelo 1 da nossa heteroestrutura de van der Waals formadas
pelos DMTs MoS2/WS2. Concentramos nossa atenção nos éxcitons claros (bright), do tipo A.
Os resultados apresentados a seguir fazem parte da nossa primeira publicação [167] das três
previstas em nosso projeto. O segundo asrtigo já foi aceito e ressubmetido para publicação, o
terceiro está emm fase de escrito e o quarto em processo de cálculos.

4.1 Emissão do exciton claro

Na seção (2.2.2) foram apresentadas as caracterísitcas dos DMTs que possibilitam a
formação de heteroestruturas através de empilhamento de monocamadas de materiais diferentes,
mantidas juntas por forças de van der Waals (vdWs). As heteroestruturas (vdW), fornecem
uma plataforma ideal para engenharia de fabricação de materiais quânticos responsáveis pela
evidência de propriedades físicas intrigantes. Entre as diferentes possibilidade de formação das
heteroestruturas vdWs, chamam a atenção aquelas caracterizadas pelo alinhamento de banda de
tipo II, onde o máximo da banda de valência e o mínimo da banda de conzdução se encontram
em diferentes camadas, favorecendo as transições intercamadass.

Esta configuração permite que os elétrons fotoexcitados residam numa camada do
DMTs, enquanto os buracos ficam em outra, promovendo a separação ultra-rápida de cargas.
Curiosamente, as heteroestruturas de vdW, não só herdam as propriedades contrastantes do
vale, exibidas até então, pelas camadas individuais dos DMTs, mas exibém frequentemente,
características inovadoras como a descoordenação das malhas semicondutoras, abrindo uma
nova frente de investigação através das super redes e dos potenciais de Moiré. Recentemente,
foi relatado o aprisionamento experimental de éxcitons nesse tipo de malha e foram chamados
éxcitons de Moiré. Essa espécie de éxciton proporciona uma analogia aos átomos ultra-frios em
estrutras ópticas ou fótons em cristais fotônicos.

Nas heteroestruturas de vdW, os elétrons e buracos podem se localizar em bandas
de energia diferentes formando éxcitons intercamadas singletos (IX𝑆). A Figura(40.a) mostra
uma representação esquemática dos excitons DX e IX na configuração de energia mais baixa
de uma heteroestrutura a base de MoS2/WS2. A formação de éxciton intercamada é indicada
pelo aparecimento de um pico de fotoluminescência extra, com menor energia, juntamente com
a redução da PL do DX nas MLs constituintes [20]. Um aspecto importtante dos resultados
apresentados é a ocorrência da quebra de degenerecência do vale devido a um compo magnético.
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As trasições inter camadas apresentam reduzida sobreposição espacial das funções de
ondas de buracos e elétrons, levando ao enfraquecimento drástico das interações Coulombianas.
Portanto, os IX𝑆 são caracterizados pela presença de tempos de recombinação várias ordens de
magnitude superiores aos DX e por uma polarização de vale de longa duração. Estas propriedades
tornam os IX𝑆 ideais para aplicações em novos dispositivos eletrônicos e valetrônica. As recentes

Figura 40 – Representação esquemática para: (a) as bandas de energias relevantes da heteroes-
truturas de MoS2/WS2 com empilhamento AB, formação de éxciton DX na camada
WS2 e, éxciton IX com elétron localizado em CB de MoS2 e o buraco na VB de WS2.
No painel (b) mostramos os níveis de energias na ausência (tacejadas) e na presença
(sólidas) de campo de troca, as setas indicam as transições intravale (verticais) e
inter vale (curvas). O vale 𝛼 da heteroestrutura é formado pelo vale K de WS2 e K’
do MoS2, enquanto que o vale 𝛽 compreende o vale K’ de WS2 e o vale K’ de MoS2.

descobertas de ferromagnetos 2D [20, 168] trazem a possibilidade de formar heteroestruturas
vdW 2D ferromagnéticas [119], como a ML de TMD cultivada em substrato ferromagnético. O
próprio TMD em ML é um semicondutor não magnético com propriedade de contraste de vale,
mas sem separação espontânea dos vales pelo efeito Zeeman. No entanto, ao fazer a interface com
o isolante ferromagnético, o campo de troca induzido dá origem a separação espontânea dos vales.
Portanto, o efeito de proximidade magnética, exercido pelo substrato ferromagnético, permite
a disposição localizada das bandas em cada vale, grantindo a análise das suas propriedades
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e das possibilidades de aplicação destes materiais em novos dispositivos magneto-ópticos e
valetrônicos.

Recentemente, a manipulação do grau de liberdade do vale via EPM tem sido demons-
trado com sucesso para os DX𝑆 em MLs de DMT [114, 163]. Foi alcançado um VS gigante
e uma PV subsequente de quase uma unidade. Como acima mencionado, os IX𝑆 possuem os
tempos de recombinação e os tempos de vida dos vales várias ordens de magnitude maior do
que os DX, o que os tornam idealmente adequados para algumas aplicações de dispositivos
spintrônicos e valeitrônicos. Mas, a fraca interação entre as camadas inibe a transferência de
carga entre camadas através das heterostruturas de vdWs, o que restringe significativamente
a população dos IX. Além disso, a reduzida força de oscilador dos IX𝑆 deixa-os ainda mais
escuros. Assim, a pequena população de éxcitons IX, juntamente com a sua parte escura limita
substancialmente os seus estudos e, portanto, suas aplicações fundamentais.

Uma vez que o fator g efetivo dos éxcitons IX𝑆 é muito maior do que os referênciados
para os éxcitons DX𝑆 [21], a influência do EPM nas propriedades físicas das heteroestruturas
de vdWs são muito mais pronunciada. Embora já tenham sido realizados estudos sobre as
heteroestruturas vdWs TMD, incluindo estruturas de banda eletrônica, propriedades ópticas e
elétricas, tanto teórico como experimental, essas estruturas ainda carecem de um entendimento
mais aprofundado sobre os mecanismos que proporcionam a dinâmica de éxcitons, sobretudo
dos éxcitons intercamda. Um exemplo de tais mecanismos, relatado na literatura, é as medições
de magneto-fotoluminescência, através das quais se verifica que o VS depende da aplicação de
um campo magnético de alta intensidade, chegando a algumas dezenas de Teslas [21, 28].

O elevado campo magnético torna as aplicações práticas difíceis. Portanto, embora
os IX hospedem muitas propriedades físicas fascinantes, tais como um gigantesco fator g
efetivo, um longo tempo de relaxamento radiativo e de vida útil dos vales, para realizar uma
aplicação real, ainda é necessário superar alguns desafios, como o elevado campo magnético
necessário para gerar um VS significativo. Procurando contribuir com superaração destes desafios,
relatamos nesta pesquisa a dinâmica do vale dos IX𝑆 em uma heteroestrutura de WS2/MoS2, com
configuração de empilhamento AB, cultivada em substrato ferromagnético.

Demonstramos um caminho1 para o desenvolvimento de heteroestruturas de van der
Waals com emissões IX detectáveis e VP gigante. A dependência de parâmetros ainda não é
explorada na Figura (40) que mostra uma representação esquemática de éxcitons DX e IX para
a heteroestrutura, cujo empilhamento se dá com o vale K(K’) deWS2 e o vale K’(K) de MoS2

alinhados, formando o vale 𝛼(𝛽).

Verificamos que o EPM pode gerar um VS para o campo zero. Além disso, ao contrário
do habitual acoplamento éxciton-fônon induzido pela dispersão intervale que é prejudicial para
a VP, a dispersão intervales assistida por fônon entre dois estados IX separados nos dois vales
1 Escolha de valores adequados para a taxa de transferência de carga entre camadas, força de interação éxciton-

fônon, bem como a força de excitação dos feixes de luz, etc.
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opostos promove um desequilíbrio de populações IX nestes estados, dando origem a uma VP
melhorada. A intensidade do acoplamento éxciton-fônon pode modificar dramaticamente o
comportamento magneto-óptico emergente. Para as heteroestruturas vdWs com grande força de
acoplamento éxciton-fônon, VP pode alcançar a unidade mesmo com um EPM muito pequeno.

Para descrever com precisão a dinâmica do éxciton intra e intercamada, consideramos
inicialmente um caso simples em que o éxciton intracamada do tipo A claro (spin permitido) é
opticamente formado na camada do WS2 da nosso heteroestrutura, podendo:(i) relaxar radiativa-
mente para o estado fundamental, emitindo um fóton, ou (ii) gerar um exciton intercamada no
vale K’ através do espalhamento intervale. Podem recombinar através de processos radiativos
(setas verticais), ou passar por dispersão intra-vale e intervale (setas pontilhadas). Estes proces-
sos podem ser descritos através do modelo de quatro níveis apresentado na Figura (40.b). Os
estados dos éxcitons são representados pelas linhas horizontais. |1⟩ e |3⟩ rotulam os estados DX
e IX no vale 𝛼, respectivamente, enquanto |1′⟩ e |3′⟩ se refere à sua contraparte no vale 𝛽. As
linhas pontilhadas representam os éxcitons degenerados na ausência de um campo magnético
externo, enquanto as linhas horizontais sólidas indicam a mudança de banda induzida pelo campo
magnético, que é oposta nos vales 𝛼 e 𝛽.

A técnica de equação da taxa tem sido utilizada amplamente, para estudar a dinâmica
de éxcitons em monocamadas de materiais semicondutores, e tem demonstrado resultados
surpreendentes, por se tratar de um modelo efetivo. É esperado, evidentemente, que essa ténica
possa descrever adequadamente a dinâmica de éxcitons, também, para heteroestruturas de DMTs.
Os processos de relaxação e dispersão mostrados na Figura (40.b), podem ser bem descritos
através do conjunto de equações de taxas acopladas abixo,

𝑑𝑛1

𝑑𝑡
= 𝑔 − 𝛾13𝑛1 − 𝛾13′𝑛1

𝑑𝑛3′

𝑑𝑡
= − (𝛾30 + 𝛾33′ )𝑛3 + 𝛾13𝑛1 + 𝛾3′ 3𝑛3′

𝑑𝑛3

𝑑𝑡
= − (𝛾3′ 0 + 𝛾3′ 3)𝑛3′ + 𝛾13′𝑛1 + 𝛾33′𝑛3

1 = 𝑛0 + 𝑛1 + 𝑛3 + 𝑛3′ , (4.1)

onde 𝑛𝑗

(︁
𝑛′

𝑗

)︁
representa a densidade de exciton do estado |𝑗⟩ no vale 𝛼 (𝛽). Em particular, 𝑛0

denota a densidade de exciton no estado fundamental (vácuo). Além disso, 𝛾𝑖𝑗 representa a taxa
de transição dos estados 𝑗 para 𝑗′. No conjunto de equações (4.1), assumimos que a excitação
óptica está em ressonância com a éxciton A da camda do WS2, no vale 𝛼 com taxa de geração 𝑔,
como mostra a figura (38) da seção (3.10), e os valores das taxas de dispersão encontram-se na
tabela (2) do capítulo 3. Para calcular a intensidade de PL do estado estacionário, resolvemos as
equações da taxa acoplada com �̇�𝑗 = 0 ∀𝑗. A intensidade PL do estado 𝑗 pode então ser obtida
através de 𝐼𝑗 = 𝛾𝑗0𝑛𝑗 . Com os valores das intensidades de emissão IX nos dois vales, podemos

calcular o grau de polarização do vale pela expressão 𝑉 𝑃 = (𝐼+−𝐼−)
(𝐼++𝐼−) , onde 𝐼+ e 𝐼− representam,

respectivamente, as intensidades de PL nos vales 𝛼 e 𝛽 para uma excitação linear, enquanto que
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são intensidades PL detectadas em configurações copolarizadas e cruzadas para uma excitação
circularmente polarizada. Para os nossos casos específicos, ver figura (37), da seção (3.10), onde
a polarização do vale pode ser calculada por 𝑉 𝑃 = (𝐼3−𝐼3′ )

(𝐼3−𝐼3′
)
. Assumimos que 𝛾30 = 𝛾3′ 0 = 𝛾, e

resulvemos o conjunto de equações (4.1) analiticamente e obtendo,

𝑉 𝑃 = 𝑃0
𝛾

𝛾 + 𝛾33′ + 𝛾3′
+ 𝛾33′ − 𝛾3′ 3
𝛾 + 𝛾33′ + 𝛾3′3

, (4.2)

onde 𝑃0 é definido da seguinte forma, 𝑃0 = (𝛾13−𝛾13′ )
(𝛾13+𝛾13′ ) . O primeiro termo em Eq. (4.2) está

relacionado com a polarização criada opticamente, na qual 𝑃0 é a polarização injetada a partir da
excitação circularmente polarizada através da geração do DX, transferência de carga intercamda
e formação IX. O segundo termo descreve a tendência do sistema para alcançar o equilíbrio
térmico, ditado pela dispersão do intervale ajustado de EPM. A taxa de translação 𝛾𝑗𝑗′ do estado
𝑗 paran estado 𝑗′ tem a forma,

𝛾𝑗𝑗′ = 1
𝜏 𝑗𝑗′

𝑣0

Γ2

Γ2 + (Δ𝐸𝑗𝑗′)2 + 𝛼𝑝ℎ|Δ𝐸𝑗𝑗′|3

|𝐸𝑥𝑝
(︁Δ𝐸𝑗𝑗′

𝑘𝐵𝑇

)︁
− 1|

(4.3)

onde 𝜏𝑉 0 e 𝛼𝑝ℎ são parâmetros ajustáveis que representam as forças de dispersão intervale para
campo zero e o acoplamento de éxciton-fônon, Γ é uma largura que estar relacionada com o taxa
de relaxamento de éxciton. Δ𝐸𝑗𝑗′ = 𝐸𝑗′ −𝐸𝑗 é o desdobramento do vale do estado de excitação
com 𝑗 = (1, 3) e 𝑗′ = (1′, 3′). O primeiro termo em Eq. (4.3) descreve o efeito da interação entre
a troca de elétrons e a dispersão intervales.

A interação de troca elétron-buraco atua como um campo magnético efetivo no plano,
levando à precessão do pseudospin do vale. Daí a precessão do pseudospin do vale em torno
deste campo efetivo, juntamente com a reorientação do mesmo devido à dispersão do momento,
resulta na dispersão intervale. No entanto, é um processo ressonante que só é eficiente quando
os dois estados do vale estão energeticamente muito próximos. O segundo termo é o modelo
padrão para a dispersão de spin da rede induzido diretamente pelo fônon, que exige ou a absorção
(𝐸𝑗′ < 𝐸𝑗) levantando a degenerescência do vale, induzindo o VS. a medida que a separação
das energia Δ𝐸𝑗 entre o estado 𝑗 e 𝑗′ aumenta, o intervalo de relaxação impulsionado pela
interaçãode troca abranda. Em contraste, o processo de dispersão intervale assistido por fônon
descrito pelo segundo termo em Eq. (4.3) é melhorado. Com um novo aumento do campo de
troca, este último torna-se o processo de relaxamento dominante. Para um caso especial (campo
de troca zero), a simetria de inversão de tempo requer 𝛾33′ = 𝛾3′3. Depois, o segundo termo
torna-se zero. O VP reduz-se à expressão bem conhecida para PL criada opticamente, ou seja,
𝑉 𝑃 = 𝑃0

1+𝜏𝑟/𝜏𝑣
𝑆𝑆, onde 𝜏𝑟 = 1

𝛾
é o tempo de recombinação, enquanto 𝜏𝑣 = 1

𝛾21+𝛾12
é o tempo de

espalhamento intervale [28].

Mostramos que o modelo mínimo esquematizado na Figura (40 é capaz de calcular
o VP para éxcitons intercamada. Vamos agora incluir outros canais de dispersão que possam
ser relevantes na dinâmica dos éxcitons na nossa heteroestrutura. Para tanto, passaremos a
apresentar um modelo mais completo de cinco níveis mostrado na Figura (41). Para além da
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Figura 41 – Representação esquemática do modelo de cinco bandas para a dinâmica de éxciton
na heteroestrutura WS2/MoS2. As linhas horizontais sólidas (tracejadas) representam
níveis de energia com (sem) campo de troca. As setas verticais indicam as transições
intravales e processos de relaxamento, enquanto as setas curvas ilustram a dispersão
intervale. 𝛾𝑖𝑗 representa as correspondentes taxas de transição. |0⟩ é o estado funda-
mental, |1⟩ (|1′⟩) e |3⟩ (|3′⟩) são estados excitônicos intracamada e intercamada nos
vales 𝛼(𝛽), respectivamente.

transferência de carga e do espalhamento intervale, consideramos que o éxciton intracamada
fotogerado pode também (i) recombinar radialmente (taxa 𝛾10 ) ou espalhar para o vale K’ com a
taxa (𝛾11′ ), formando o éxciton intracamada no vale K’ que pode relaxar radiativamente com a
taxa 𝛾1′ 0. Em resumo, consideramos a dinâmica completa incluindo quatro estados de éxciton: as
quasipartículas claras (bright exciton, ou seja, transições de spin permitidas) compreendidas pela
banda de valência mais alta (do WS2) e as duas bandas de condução com o mesmo spin (uma de
MoS2 e outra de WS2 nos vales K e K’. O processo é descrito pelo conjunto de equações abaixo,

𝑑𝑛1

𝑑𝑡
= 𝑔 − (𝛾10 + 𝛾13 + 𝛾13′ + 𝛾11′ + 𝛾𝑛𝑟)𝑛1 + 𝛾1′ 1𝑛

′
1

𝑑𝑛1′

𝑑𝑡
= 𝑔′ −

(︁
𝛾1′ 0 + 𝛾1′ 3′ + 𝛾1′ 3 + 𝛾1′ 1 + 𝛾𝑛𝑟′

)︁
𝑛′

1 + 𝛾1′ 1𝑛
′
1

𝑑𝑛3

𝑑𝑡
= − (𝛾30 + 𝛾33′ + 𝛾𝑛𝑟)𝑛3 + 𝛾13𝑛1 + 𝛾1′ 3𝑛

′
1 + 𝛾3′ 3𝑛

′
3

𝑑𝑛3′

𝑑𝑡
= − (𝛾3′ 0 + 𝛾3′ 3 + 𝛾𝑛𝑟′)𝑛′

3 + 𝛾1′ 3′𝑛′
1 + +𝛾13′𝑛1 + 𝛾3′ 3𝑛

′
3 + 𝛾3′ 3𝑛

′
3 (4.4)

aqui utilizamos a mesma notação que na equações (4.1). Vale a pena notar que o nosso modelo
de dinâmica de éxciton é altamente flexível e o número de parâmetros que envolvem as equações
de taxa é controlável. A partir de modelos de quatro e cinco bandas, observa-se que o modelo



Capítulo 4. Emissão de éxciton intercamada singleto 90

dinâmico de exciton pode ser facilmente alargado ou simplificado através da adição ou remoção
do número de canais de dispersão, levando a um número controlável de parâmetros que envolvem
em equações de taxa. Além disso, todos os parâmetros relevantes adotados nos cálculos são
avaliados a partir da nossa simulação ou retirados de dados experimentais, assegurando a validade
dos nossos resultados teóricos sobre intensidade de PL e polarização de vales. A informação
detalhada pode ser encontrada na se ção de parâmetros de dispersão.

4.1.1 Parâmetros e mecanismos de espalhamento

O Nosso modelo para a dinâmica de éxciton direto e indireto envolve os processos
de relaxação intravale descrito pelas taxas 𝛾10, 𝛾30 no vale 𝛼 e 𝛾1′ 0 (𝛾3′ 0) no vale (𝛽). Deve-se
observar que os canais foram adicionados gradativamente, no modelos representados nas Figuras
(40) e (41). Estes parâmetros são determinados da seguinte forma.

Na ausência de campo de troca, avaliamos a 𝛾10 e 𝛾30, utilizando cálculo atomístico
para temperaturas zero e finitas, dado (𝛾10)−1 = 0, 003 ps e (𝛾30)−1 = 0, 65 ps a T=0K, e são
iguais a 4,27 e 1634 ps, respectivamente, a T=4,5 K. Para obter estes parâmetros, empregamos
o Hamiltoniano ortogonal do TB (tight-binding) obtido através da técnica do Wannier902 para
obter as funções e energias das ondas de partícula única. E depois resolvemos a equação de
Bethe-Salpeter para energias de exciton e funções de ondas. Finalmente, os tempos de vida
radiativos dos éxcitons intracamada em monocamada de DMTs, são calculados utilizando as
informações quânticas da regra de ouro de Fermi e, finalmente, estimados os tempos de vida
radiativos dos éxcitons intercamadas.

Uma vez que a recombinação elétron-buraco do IX𝑇 requer um processo de spin-flip, a
vida útil dos estados tripletos nas heteroestruturas DMTs é mais do que uma ordem de magnitude
superior ao singlet, o que nos permite tomar 𝛾40 = 𝛾30/110. Além disso, o tempo de vida
depende fortemente do campo de troca J𝑒𝑥 [28]. No campo de troca J𝑒𝑥 finito, 𝛾10 e 𝛾30 pode ser
bem descrito por 𝛾10 =

[︁
2, 85𝑒𝑥𝑝

(︁
−𝐵

6,29𝑇
+ 1, 42

)︁]︁−1
ps−1 e 𝛾30 =

[︁
1089𝑒𝑥𝑝

(︁
−𝐵

6.29𝑇
+ 545

)︁]︁−1

ps−1 [21]. Devido à simetria de inversão de temporal, assumimos que as taxas de relaxamento
radiativo correspondente ao vale 𝛽, tais como 𝛾1′ 0, 𝛾3′ 0 e 𝛾4′ 0 são aproximadamente iguais aos
seus correpondentes no vale 𝛼. Além das relaxações radiativas, também consideramos processos
de relaxamento não-radiativos com taxa de espalhamento 𝛾𝑛𝑟 = (1𝑛𝑠)−1 tanto para estados
excitônicos intra como intercamadas.

Do modelo 𝑘 · 𝑝, encontramos Δ𝐸3 = 9, 53𝜇𝐵B e Δ𝐸1 = −3, 66𝜇𝐵B. Assumimos a
excitação óptica realizada usando luz circularmente polarizada 𝜎+, ressonante com o éxcito A
da monocamada de WS2 . Assim, cria DXs no estado |1⟩ no vale 𝛼 com taxa 𝑔. O alinhamento
de banda do tipo II da heteroestrutura leva a transferência de elétrons da CB através da interface
2 Wannier90 é um código de código aberto (lançado sob Licença Pública geral, versão 2) para gerar funções

Wannier localizadas ao máximo e usá-las para calcular propriedades eletrônicas avançadas de materiais com alta
eficiência e precisão.
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da heteroestrutura, ausando uma separação de carga ultra rápida e sucessivamente a formação
de éxcitons intercamada. Além do canal de transferência de carga intravale identificado por
𝛾13, temos também o canal de transferência de cargas intervale que ocorre do estado |1⟩ para
o |3⟩ com a taxa 𝛾13′ . O primeiro é o processo de relaxamento entre dois estados de spin
antiparalelo, enquanto o segundo está associado aos dois estados de spins com mesma orientação.
Tipicamente, o tempo de relaxamento do primeiro é maior do que o do segundo. A relação
quantitativa entre os parâmetros desses estados de espalhamento podem ser descritas da seguinte
forma: 𝛾13′ = 𝛾13

(1+𝑃03)
(1−𝑃03) com 𝛾13 = 𝛾1′ 3′ = (70𝑝𝑠)−1 [28]. Inicialmente, consideramos que

eles são iguais, evoluindo a medida que o espaçamento entre camadas é alterado. Partindo
da definição de 𝑃0, obtemos 𝛾13′ = 𝛾1′ 3 = 𝛾13

(1−𝑃0)
(1+𝑃0) . Fixamos o 𝑃0 = −0, 29 [28]. Entre os

estados |1⟩ no vale 𝛼 e |1′⟩ em 𝛽, também podem ocorrer espalhamento recíprocos com as taxas
𝛾11′ e 𝛾1′ 1 definidas pela Eq. (4.3), para tanto é necessário aplicar o parâmetro de acopamento
éxciton-fônon 𝛼𝑝ℎ e a variação da energia Δ𝑗𝑗′ adequada para campo diferente de zero.

Na Figura a seguir apresentamos as contribuições de diferentes mecanismos de espa-
lhamento para as taxas 𝛾33′ e 𝛾3′ 3 em função de J𝑒𝑥 para excitação com 𝜎+. No campo de troca
zero, os estados são energeticamente degenerados nos vales. O espalhamento é dominado pela
interação de troca de Coulomb entre elétrons e buracos. Uma aplicação do campo de troca eleva
a degeneração do vale, baixando os estados no vale 𝛼 em relação ao seu homólogo no vale 𝛽.
Esta diferença de energia suprime a dispersão intervale originada pela interação de troca de
elétrons, tanto para o espalhamento para a frente (de |3⟩ para |3′⟩) como para trás (de |3′⟩ para
|3⟩), ver curvas amarelas. Por outro lado, o espalhamento intervale através de fônons assistidos
começa a desempenhar um papel no VP. À medida que o campo de troca aumenta, a taxa de
dispersão aumenta inicialmente devido ao mecanismo habitual de acoplamento exciton-fônon.

Para o J𝑒𝑥 =3,2 T, a taxa de espalhamento para a frente atinge o seu máximo. Depois
disso, as taxas para a frente e para trás exibem uma dependência oposta ao campo de troca, que
é atribuída à divisão do vale, como mostra a Figura (41), isso ocorre porque a energia de |3′⟩
é maior do que a do |3⟩ e o processo de dispersão do fônon assistido para trás (para a frente)
é energeticamente favorável (desfavorável). Depois o espalhamento da taxa do primeira sobe,
enquanto a do segundo desce exibindo dois regimes de dispersão. No regime com exchange
pequeno J𝑒𝑥, a habitual dispersão induzida pelo fono desempenha um papel importante. No
entanto, para o grande intensidades de J𝑒𝑥, a espalhamento intervale de fono induzido domina o
processo. Assim, ao contrário do habitual espalhamento de fônons que são sempre prejudiciais
ao VP, tais como os fonons envolvidos nos DMTs ou em heteroestruturas primitivas de DMTs.
Nas heteroestruturas magnéticas de vdWs, o EPM favorece o espalhamento do vale com uma
energia mais elevada para o de menor energia e suprime a sua dispersão para trás. Além disso, a
interação desse mecanismo entre os dois vales, ou seja, interação de troca elétron-buraco e fônon,
dá origem a uma redução monotônica da taxa total de dispersão no vale 𝛼 e a um aumento não
monotónico no vale 𝛽.
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Figura 42 – Taxas de espalhamento intervale (a) 𝛾33′ e (b) 𝛾3′ 3 em função do campo de troca
para 𝛼𝑝ℎ = 4 × 104 ps−1 eV−3. 𝑒− ℎ e P representam, respectivamente, as taxas de
dispersão de intervale devido à interação de troca elétron-buraco e aos processos
assistidos por fônon. T representa a taxa de dispersão para o caso que envolve estes
dois canais de dispersão.

Tabela 6 – Taxas de espalhamentos usadas na dinâmica do éxciton para a heteroestrutura
WS2/MoS2.

𝛾 (ps)−1 Valor Parâmetros

𝛾10
[︁
𝐴𝑒(−𝐵/(𝐵𝑥𝑇 ))

]︁−1
𝐴 = 2.85𝑛𝑠; 𝐵𝑥 = 6.29𝑇 ; 𝐶 = 1, 42𝑛𝑠

𝛾30
[︁
𝐴𝑒(−𝐵/(𝐵𝑥𝑇 ))

]︁−1
𝐴 = 1089𝑛𝑠; 𝐵𝑥 = 6, 29𝑇 ; 𝐶 = 545𝑛𝑠

𝛾13
1

𝜏13
𝜏13 = 70𝑝𝑠

𝛾13′ 𝛾13
(1−𝑃0)
(1+𝑃0) 𝑃0 = −0.29

𝛾11′ 1
𝜏1

𝑣

Γ2

Γ2+Δ𝐸2
11′

+ 𝛼1
𝑝ℎ|Δ𝐸11′ |3

|𝑒
Δ𝐸

11′ /(𝐾𝐵𝑇 )
−1|

𝜏 1
𝑉 = 1 × 101𝑝𝑠;𝛼1

𝑝ℎ = 3 × 104𝑝𝑠−1𝑒𝑉 −3

𝛾11′ 1
𝜏1

𝑣

Γ2

Γ2+Δ𝐸2
11′

+ 𝛼1
𝑝ℎ|Δ𝐸11′ |3

|𝑒
Δ𝐸

11′ /(𝐾𝐵𝑇 )
−1|

-

𝛾33′ 1
𝜏3

𝑣

Γ2

Γ2+Δ𝐸2
11′

+ 𝛼3
𝑝ℎ|Δ𝐸33′ |3

|𝑒
Δ𝐸

11′ /(𝐾𝐵𝑇 )
−1|

𝜏 3
𝑉 = 2 × 103𝑝𝑠;𝛼3

𝑝ℎ = 3 × 104𝑝𝑠−1𝑒𝑉 −3

𝛾3′ 3
1

𝜏3
𝑣

Γ2

Γ2+Δ𝐸2
33′

+ 𝛼3
𝑝ℎ|Δ𝐸33′ |3

|𝑒
Δ𝐸

33′ /(𝐾𝐵𝑇 )
−1|

-

O EPM desloca as bandas de energia da heteroestrutura de vdW, que pode ser calculada
contando a contribuição global das componentes de spin, orbital e do vale. A dependência da es-
trutura eletrônica do J𝑒𝑥 é obtida através de uma diagonalização matricial exata. Na aproximação
de baixa energia, no entanto, pode ser descrita aproximadamente por uma expressão analítica,

𝐸(𝐽𝑒𝑥) = 𝐸0 + 𝜇𝐵𝐽𝑒𝑥 [𝑔𝑠(𝑠𝑧 ⊗ 11) + 𝜏𝑔0(11 ⊗ 𝜎−) + 𝜏𝑔𝑉 (11 ⊗ 𝜎−)] , (4.5)

onde 𝐸0 é a energia de uma partícula a campo zero, 𝑆𝑧 é o spin real do portador, 𝜎− = 𝜎𝑥 − 𝑖𝜎𝑦
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é o pseudospin do índice do vale. 𝑔𝑠 = 1 é fator 𝑔 do spin, 𝑔0 = 2 o é o factor 𝑔 orbital, 𝑔𝑣= 2 é
o momento angular do vale que depende da curvatura da Barry. O E(B) é calculado de acordo
com a convenção: 𝜏 é +1 no vale K e -1 no vale K’ para monocamadas de MoS2 ou WS2. Para
descevere os mecanismos físicos em nosso modelo, consideramos a foramação dos vale 𝛼 e 𝛽,
em relação a heteroestrutura e, dos sub vales K e K’ para se referir a distribuição das camadas
dos materiais, de modo que, o vale 𝛼 é composto pelos sub vale K do WS2 e o K’ do MoS2,
enquanto que o vale 𝛽 é formado pelos sub vale K’ WS2 e o K do MoS2.

Mostramos na Figura a seguir, a dependência do campo de troca da energia da partícula
simples no mínim da CB no vale 𝛼 (linhas sólidas) e no vale 𝛽(linhas tracejadas). Uma vez
que tanto o momento magnético de spin como o momento magnético do vale em 𝛼 têm sinal
oposto ao do vale em 𝛽, os níveis de energia correspondentes aos dois vales sofrem um grande
deslocamento oposto (efeito Zeeman). Dessa forma, os estados que são degenerados para 𝐽𝑒𝑥 = 0,
divide-se em dois ramos para 𝐽𝑒𝑥 ̸= 0, atingindo 1, 0𝑚𝑒𝑉 em 𝐽𝑒𝑥 = 25T.

Ao contrário do estado de partícula única, o IX é dois estados de partícula envolvendo
um elétron e um buraco em diferentes camadas. Pois em o IX em 𝛼 vale é composto por um
elétron no vale K’ vale do MoS2 e um buraco no vale K do vale de MoS2WS2, ver o inset na
Figura (43.a). A energia E𝛼

3 é determinada pela equação,

𝐸𝛼
3 = 𝐸3,0 − 1

2 (𝑔𝑣,𝑣 + 𝑔𝑣,𝑐 + 𝑔0)𝜇𝐵𝐽𝑒𝑥, (4.6)

onde 𝐸3,0 é a energia do IX para campo zero, 𝑔𝑣,𝑐 e 𝑔𝑣,𝑣 são os momentos angular do vale da CB e
VB em heteroestrutura que depende da curvatura da Berry. Por outro lado, o éxciton intercamada
IX no vale 𝛽 consiste de um elétron no vale K de MoS2 e um buraco no vale de K’ de WS2, ver o
inset da Figura (43.a). Então, a energia 𝐸𝛽

3 em função do exchange fornecida na Figura (43.b) é
calculada por,

𝐸𝛽

3′ = 𝐸3,0 + 1
2 (𝑔𝑣,𝑣 + 𝑔𝑣,𝑐 + 𝑔0)𝜇𝐵𝐽𝑒𝑥. (4.7)

Observamos que à medida que 𝐽𝑒𝑥 aumenta, a energia de IX no vale 𝛼 diminui, enquanto
aumenta no vale 𝛽. Para relacionar as nossas previsões teóricas com medições experimentais,
vamos introduzir a divisão dos vales Δ𝑉 𝑆 , definida por Δ𝑉 𝑆 = |𝐸𝜎+ − 𝐸𝜎− |, onde 𝐸𝜎+ (𝐸𝜎−)
denota a posição de pico de emissão PL de 𝜎+(𝜎−) nos vales 𝛼(𝛽), mais especificamente,
𝐸𝜎+ = 𝐸𝛼

3 e𝐸𝜎− = 𝐸𝑏𝑒𝑡𝑎
3 . Assim, a separação dos vales é calculada por (𝑔𝑣,𝑣 + 𝑔𝑣,𝑐 + 𝑔0)𝜇𝐵𝐽𝑒𝑥.

A Figura (43.c) mostra a separação das energias dos vales (valley splitting) como função do
campo de troca. É uma dependência linear. Em 𝐽𝑒𝑥 = 100 T, o VS é muito grande ∼ 20 meV,
o que corresponde a 𝑔 13,64. O VS gigante e o factor g do IX pode ser entendido da seguinte
forma.

Uma vez que os estados IX envolvem os mesmos estados de condução e de banda de
valência, o acoplamento do campo ao momento angular dos spins desloca as bandas de condução
e de valência pela mesma quantidade, o que não contribui para a energia de emissão. No entanto,
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ao contrário do éxciton intracamada, a energia Zeeman devido ao momento magnético do vale
contribui para o VS. Porque o momento magnético do vale do elétron na camada de MoS2 tem
um sinal oposto ao do buraco na camada WS2, a mudança de CB está numa direção oposta
à da mudança de VB. Então o VS é uma soma sobre os valores absolutos destes dois turnos
de energia. Um comportamento semelhante do deslocamento de Zeeman é encontrado para o
momento angular orbital. Então o VS total é igual ao VS induzido pelo momento magnético
orbital mais o VS causado pelo momento magnético do vale. Com base no VS, podemos calcular
diretamente o factor 𝑔 efetivo dos IX𝑆 via 𝑔 = Δ𝑉 𝑆/(𝜇𝐵𝐵𝐽𝑒𝑥), ou seja, 𝑔 = 𝑔𝑣,𝑣 + 𝑔𝑣,𝑐 + 𝑔𝑜,
onde 𝜇𝐵 ∼ 58 𝜇𝑒𝑉/𝑇 é o magneto de Bohr. O resultado que encontramos para o 𝑔 efetivo, 13,64
para o éxciton intercamada IX está em perfeito acordo com os resultados fornecidos na literatura
que é de 13,1±0,5 [28]. No seguinte, a menos que especificado, assumimos que a magneto-PL

Figura 43 – (a) Energia de partícula única nos vales 𝛼 (linhas sólidas) e 𝛽 (linhas tracejadas).
O inset mostra esquematicamente a formação dos éxcitons intercamada em 𝛼 (es-
querda) e 𝛽 (direita), indicados pelos pares de buracos e elétrons dentro das elípses.
K e K’ referem-se aos vales das monocamadas individuais do DCMT. (b) A energia
éxciton nos vales 𝛼 e 𝛽. (c) Separação das energias devido ao efeito Zeeman (VS),
definido por Δ𝑉 𝑆 = |𝐸𝜎+ −𝐸𝜎−|, onde 𝐸𝜎+ e 𝐸𝜎− denotam as posições de pico PL
da emissão 𝜎+ no 𝛼 e emissão 𝜎− em 𝛽, respectivamente. A separação das energias
dos vales deviso ao efeito Zeeman correspondem a um factor 𝑔 efetivo do IX sendo
igual a 13,64.

é excitada com luz circular ou linearmente polarizada com a energia de excitação do fóton em
ressonância com o exciton A no WS2, e é detectado usando uma base de polarização circular.
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Supomos também que o sistema está na geometria de Faraday, ou seja, um campo de troca fora
do plano B é exercido por efeito de proximidade magnética3.

Para validar o nosso modelo teórico, fizemos uma comparação entre os resultados
obtidos pelas nossas equações de taxa Eq. (4.4) (linhas sólidas) com os resultados medidos por
espectroscopia magneto-PL (círculos verdes) em heteroestrutura MoS2/MoSe2/MoS2 cultivada
em substrato ferromagnético. Mostramos o comparativo na Figura (44), onde os paineis (a),
(b) e (c) trazem, respectivamente, a polarização do vale para as emissões com 𝜎−, 𝜎0 e 𝜎+

respectivamente.

Note-se que a nossa previsão teórica para o VP do IX está em muito bom acordo com
os dados evidenciados por Surrente et al. [28]. Três regimes distintos são claramente observados.
No regime de campo de troca baixo (𝐽𝑒𝑥 < 5𝑇 ), o VP apresenta uma dependência de excitação
óptica. Por exemplo, em (c), o VP apresenta um sinal oposto aos indicados em (a) e (b), e
é também oposto à polarização do laser de excitação correspondente. Isto é atribuído a dois
aspectos, à interação entre a troca de elétrons e buracos e a dispersão intervale mediadas por
fônons. Para o campo de troca zero, o grau de polarização do vale é determinado, principalmente,
pelo primeiro aspecto, que tem lugar entre os dois estados degenerados nos vales K e K’, onde é
observada uma pequena polarização do vale. Na presença de um campo de troca, o levantamento
da degenerescência do vale, por um lado, suprime eficazmente a interação de troca de elétrons e
buracos induzida pelo espalhamento assistido por fônons, resultando numa recuperação do VP
induzido opticamente. Por outro lado, promove a dispersão de intervalos telefónicos assistidos
entre os níveis de divisão Zeeman, resultando num desequilíbrio populacional em dois vales.
Quanto maior o 𝐽𝑒𝑥, maior o VS e mais pronunciada a dispersão intervale assistida por fônon.
Depois, no regime do pequeno 𝐽𝑒𝑥, o VP de emissão IX apresenta um comportamento dependente
da helicidade da excitação do laser.

À medida que 𝐽𝑒𝑥 aumenta, o espalhamento intervale assistido por fônon desempenha
um papel cada vez mais importante no processo óptico. Eventualmente, torna-se um mecanismo
de dispersão dominado. Como resultado, aumenta a polarização do vale devido à ocupação dos
estados térmicamente ativados, que são separados pelo efeito Zeeman. A Figura (44) mostra que
no intervalo de 5∼20T, a PV nas três condições de excitação diferentes (𝜎−, 𝜎0 e 𝜎+) aumentam
com o aumento de 𝐽𝑒𝑥, independentemente da polarização óptica injetada. Para 𝐽𝑒𝑥 >20 T,
atingem os seus valores de saturação. Vale a pena mencionar que devido à indisponibilidade
de dados experimentais WS2/MoS2 relevantes na literatura, realizamos uma curva de adaptação
aos dados magneto-PL da heteroestrutura MoS2/MoSe2/MoS2. Como esperado, uma pequena
diferença entre os parâmetros físicos das heteroestruturas de MoS2/MoSe2 e WS2/MoS2 leva a
um ligeiro desvio das nossas curvas de ajuste dos dados experimentais. É também interessante
salientar que, para ajustar corretamente os dados experimentais, são contabilizados os efeitos do
3 Relaciona um aumento na resistência em função dos campos magnéticos produzidos pelos demais condutores

colocados nas adjacências.
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Figura 44 – Intensidade de PL da emissões de IX na heteroestrutura WS2/MoS2 em substrato
magnético, excitado com laser 𝜎+, em função do campo de troca para diferentes
valores de taxa de transferência de carga entre camadas (𝜏13). As linhas sólidas e
pontilhadas correspondem as emissões de 𝜎+ e 𝜎−, respectivamente. Inset: relação
de intensidades IX a DX PL para valores diferentes de 𝜏13. Resultados obtidos com
𝛼𝑝ℎ = 5 × 103 ps−1 eV−3 a T=4,5 K.

padrão do moiré4 na taxa de dispersão intervale, o que produz uma PV de emissões IX oposta
à polarização do feixe de excitação [28]. No nosso sistema de heteroestrutura WS2/MoS2 com
empilhamento AB, não existe um padrão de moiré. Assim, são esperadas emissões copolarizadas
de IX.

A Figura (45) mostra a evolução do campo de troca do espectro PL do IX no WS2/MoS2

heteroestrutura cultivada em substrato ferromagnético sob excitações de luz polarizada 𝜎+ para
o tempo de espalhamento intervale 𝜏13 igual a (a) 70 e (b) 0,7 ps, respectivamente. O sinal da PL
para os vales 𝛼 e 𝛽 podem ser detetados separadamente por detetores de luz polarizada circular
com 𝜎+ (azul) e 𝜎− (vermelho), respectivamente. Em 𝐽𝑒𝑥 = 0, é encontrado um único pico de
emissão devido à degenerecência dos níveis |3⟩ e |3′⟩. A aplicação de 𝐽𝑒𝑥 fora do plano quebra
a simetria de inversão do tempo da heteroestrutura e eleva a degenerescência do vale. Como
resultado, o pico único de emissão em 𝐽𝑒𝑥 = 0 divide-se em dois picos, correspondendo as
emissões de 𝜎+ e 𝜎−. Um aumento de 𝐽𝑒𝑥 = 0 causa um aumento da emissão 𝜎+, enquanto
uma mudança da emissão de 𝜎−, contribui para aumenta o VS, ver as linhas verdes tracejadas.
Curiosamente, devido a um grande fator 𝑔, o VP é mais de três vezes maior do que o do
éxciton claro (bright) intracamada. Como discutido nos parágrafos anteriores, o grande VP leva
4 Um padrão moiré (pronuncia-se "muarrê") é um padrão de interferência criado, por exemplo, quando duas redes

apresentam movimento relativo entre si em referência a um observador, gerando um determinado padrão por
meio de franjas [169].
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Figura 45 – Espectro de emissão IX no espectro de emissão WS2/MoS2 heteroestrutura cultivada
em substrato ferromagnético sob excitações 𝜎− polarizadas por uma potência de laser
P=1 kW/cm2 para (a) 𝜏13 = 70𝑝𝑠 e (b) 0,07 ps, respectivamente. Os picos PL azul e
vermelho referem-se às emissões do vale 𝛼 (𝜎+) e no vale 𝛽 (𝜎−), respectivamente.
As intensidades de PL em são divididas por um fator de 10 para visibilidade. As
linhas tracejadas apenas mostram a separação dos picos nos vales.

a um desequilíbrio considerável da população de éxciton nos dois vales. Depois, o pico azul
torna-se fomentado, acompanhando o vermelho a ser gradualmente suprimido. Além disso, este
comportamento pode ser eficazmente adaptado pela taxa de transferência de carga entre camadas
𝜏13 . A rápida transferência de carga (para 𝜏13 mais pequena ) leva a um aumento das emissões 𝜎+

e 𝜎− e a uma grande diferença entre as suas intensidades de PL. O fato da taxa de transferência
de carga poder ser convenientemente sintonizada, quer por uma tensão aplicada verticalmente ou
por intercalação entre duas monocamadas constituintes, abre um fascinante novo caminho para a
sintonização da VP.

A emissão IX depende fortemente da taxa de transferência de carga entre camadas, do
espalhamento intervale asistido por fônon e do tempo de relaxação radiativa mediada pelo campo
de troca. A fim de obter uma visão profunda sobre a emissão de IX, no que se segue, realizamos
uma investigação sistemática sobre a dependência da intensidade da emissão IX e do VP em
relação a estes parâmetros. A Figura (46) mostra a intensidade PL do IX, excitado por 𝜎− com
laser em ressonância éxciton A do vale 𝛽 do WS2 em função do campo de troca para diferentes
taxas de transferência de encargas (𝜏13). As linhas sólidas e tracejadas correspondem às emissões
de 𝜎+ e 𝜎−, ocorrendo nos vales 𝛼 e 𝛽, respectivamente.
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Observamos que em 𝐽𝑒𝑥=0, a intensidade PL da emissão IX no vale 𝛼 é menor que a do
vale 𝛽, ou seja, o VP é negativo. Com uma redução de 𝜏13, a diferença de intensidade de PL entre
eles é significativamente aumentada. Isto indica que o processo de transferência rápida de carga
da camada WS2 para a camada MoS2 produz um desequilíbrio das populações de éxciton nos
vales 𝛼 e 𝛽. A física subjacente é a seguinte. A excitação óptica cria os éxcitons intra camada na
monocamada WS2. Devido ao alinhamento da banda tipo II do sistema, os elétrons fotogerados
na camada WS2 são rapidamente transferidos para a camada MoS2. Depois forma-se o IX, um
estado ligado de par elétron-buraco. Existem dois canais de transferência de carga intercamadas.
Um é de |1⟩ para |3⟩ e o outro é de |1⟩ para |3′⟩. O primeiro é um processo entre dois estados
de spins semelhantes, enquanto o segundo é um processo de relaxamento de spins em estados
diferentes. A taxa de relaxamento do primeiro processo é maior do que a do segundo. Assim, a
emissão da polarização de IX é negativo. Para descrever quantitativamente estes dois modos de
transferência de carga, assumimos que 𝛾13′ = 𝛾13(1 − 𝑃0)/(1 + 𝑃0) e escolhemos 𝑃0 = −0, 29.
Assim, uma redução de 𝜏13 leva a um aumento de ambos 𝛾13 e 𝛾13′ , bem como a sua diferença.
Por conseguinte, as emissões da intensidade de PL do 𝜎+ e 𝜎− são aumentadas. Além disso, a
diferença entre eles também se torna maior. Para o 𝐽𝑒𝑥 finito, a emissão da intensidade de PL

Figura 46 – intensidade PL das emissões IX na heteroestrutura WS2/MoS2 em substrato ferro-
magnético, excitado por campo de laser 𝜎+, em função do campo de troca para
diferentes valores de taxa de transferência de carga intercamada (𝜏13). As linhas
sólidas e pontilhadas correspondem ao emissões 𝜎+ e 𝜎− , respectivamente. O inset
mostra a relação entre as intensidades de de PL do IX e do DX para diferentes
valores de (𝜏13). Resultados obtidos com 𝛼𝑝ℎ = 5 × 103 ps−1 eV−3 a T=4,5 K.

do éxciton IX também apresenta uma forte dependência da taxa de transferência de carga. Para
um dado valor de 𝜏13, à medida que o 𝐽𝑒𝑥 aumenta, a intensidade de PL no vale 𝛼, inicialmente,
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diminui até atingir o seu mínimo. Depois disso, a intensidade de PL começa a aumentar. Como
compensação, a intensidade de PL no vale 𝛽 aumenta inicialmente, até atingir o seu valor
máximo. Depois disso, cai. Este comportamento oposto leva a um cruzamento entre as curvas de
intensidade da PL nos vales 𝛼 e 𝛽. Consequentemente, o sinal da polarização muda de um valor
positivo para um valor negativo. Curiosamente, no ponto crítico (𝐽𝑒𝑥 = 𝐽𝑐) onde esta comutação
ocorre é sintonizável por 𝐽𝑒𝑥. A medida que 𝜏13 diminui, o ponto crítico move-se para o lado
superior do campo de troca. Além disso, tanto o 𝐽𝑒𝑥 como 𝜏13 ampliam o polarização do vale
para 𝐽𝑒𝑥 = 𝐽𝑐. Notavelmente, a taxa de 𝐼3 e 𝐼1 pode ser ampliados em até quatro ordens de
magnitude quando 𝜏13 é reduzido de 70 para 0,07 ps, ver o inset.

Com a compreensão dos efeitos da taxa de transferência de carga, vamos voltar a nossa
atenção para a manipulação da emissão IX pela força de acoplamento do éxciton-fônon (𝛼𝑝ℎ).
A Figura (47) mostra a dependência da intensidade PL do éxciton IX do campo de troca para
diferentes valores de 𝛼𝑝ℎ com 𝛾13 = 1/70𝑝𝑠−1 sob excitações de luz (a) 𝜎+ (𝑔 ̸= 0, 𝑔′ = 0), (b)
linear (𝑔 = 𝑔′ ̸= 0), e (c) 𝜎− (𝑔 = 0, 𝑔′ ̸= 0). As curvas sólidas e tracejadas representam as
intensidades PL do éxciton IX nos vales 𝛼 e 𝛽, respectivamente. Como se sabe, para o campo de
troca zero, o VP do éxciton intracamada é diferente de zero devido ao dicroismo circular seletivo
do vale da mocamada do TMD. Como a heteroestrutura WS2/MoS2 herda o dicroísmo circular
selectivo do vale de suas monocamadas constituintes, a intensidade de emissão de PL de 𝜎+ (no
vale 𝛼) de IX é diferente da do (vale 𝛽) como mostram as curvas sólidas e tracejadas na Figura
(47). Também notamos que a intensidade PL da emissão de IX pode ser efetivamente adaptada
pelo campo de troca, a polarização da luz de excitação e a força de acoplamento éxciton-fônon.
Em geral, o campo de troca promove as emissões IX no vale 𝛼, enquanto que enfraquece as
emissões de IX no vale 𝛽. A dependência concreta da intensidade PL dependente do campo
de troca depende da força do acoplamento éxciton-fônon e da polarização da excitação da luz
𝜎+. Para excitação 𝜎+ e 𝛼𝑝ℎ = 1 × 105ps−1eV−1, à medida que o campo de troca aumenta, a
intensidade de PL do IX no vale 𝛼 cresce até ao seu máximo (uma unidade). Depois disso, começa
a diminuir ligeiramente, enquanto no vale 𝛽 cai até atigir zero como mostra a Figura (47.a). Isto é
atribuído à interação entre a taxa de relaxamento radiativo mediado pelo campo de troca e a taxa
de espalhamento intervale. Com o aumento do campo de troca, a taxa de espalhamento intervale
mediada por fônon aumenta nos vales 𝛼 e 𝛽. Para valores elevados de 𝛼𝑝ℎ, o espalhamento
intervale mediado pelo campo de troca é capaz de dispessar todos os éxcitons do vale 𝛽 para o
vale 𝛼. Assim, a intensidade de PL excitada por 𝜎− tende a ficar muito pequena desaparecendo
em 𝐽𝑒𝑥 = 5T, ver as linhas tracejadas. Por outro lado, o processo de relaxamento radiativo de
estado |1⟩ a |0⟩ é intensificado. Depois, há menos éxcitons fotoncriados na camada WS2 a serem
transferidos para para a camada do outro material. Como resultado, a intensidade da emissão IX
no vale 𝛼 é reduzida. Curiosamente, para o sistema com um reduzido, 𝛼𝑝ℎ = 103 ps−1eV−1, a
taxa de variação da intensidade do PL é muito menor do que a do 𝛼𝑝ℎ = 105 ps−1eV−1 devido à
redução da dispersão intervale. Para um 𝛼𝑝ℎ pequeno, a intensidade do PL torna-se insensível à
variação da troca, como mostra as curvas de intensidade PL para 𝛼𝑝ℎ = 101 ps−1 eV−1. Além
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Figura 47 – intensidade de PL das emissões de IX, excitado por (a)𝜎+ , (b) linear, e (c) 𝜎−luzes,
em função do campo magnético para 𝛾13 = (70𝑝𝑠)−1 e T=4,5K, para diferentes
valores de 𝛼𝑝ℎ. As curvas sólidas e tracejadas representam as intensidades PL das
emissões IX nos vales 𝛼 e 𝛽, respectivamente

disso, a intensidade de PL da emissões de IX mostra uma forte dependência da polarizção da luz
de excitação, ver Figura (47.a), (b) e (c). Por exemplo, no regime de pequeno 𝐽𝑒𝑥 (𝐽𝑒𝑥 < 5T),
a intensidade PL no vale 𝛼 é mais forte do que no vale 𝛽, tanto para para luz circularmente
polarizada com 𝜎+ como para a excitação linearmente polarizada, enquanto a intensidade PL
nos vales 𝛼 e 𝛽 é invertida para excitação da luz com 𝜎−.

Até agora, apenas demonstramos que a intensidade PL da emissão IX depende forte-
mente da polarização da excitação do laser, da taxa de transferência de carga entre camadas, da
força de acoplamento éxciton-fônon e do campo de troca. Uma vez que o VP das emissões IX é
ditado pela intensidade PL, logicamente, seria de esperar que a VP pudesse também ser adaptado
por estes parâmetros. A Figura (48.a) mostra o VP das emissões IX em função do campo de
troca para diferentes excitações do laser e força de acoplamento éxciton-fônon (𝛼𝑝ℎ) em T=4,5K
e 𝛾13 = (70𝑝𝑠)−1.

Notamos que a polarização por difentes maneiras de excitação do laser, diferentes
valores do parâmetro de coplamento éxciton-fônon e do campo de troca 𝐽𝑒𝑥 são realmente uma
ferramenta versátil que pode ser utilizada para sintonizar a PV das emissões IX. A Figura (48.a)
evidencia que, apra o campo de troca zero, todas as três curvas exibem um VP muito pequeno
devido à forte interação de troca dos elétrons. No entanto, o VP é recuperado por um pequeno
campo de troca. Além disso, a emissão IX mostra uma copolarização com a excitação da luz.
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O PV evolui com 𝐽𝑒𝑥. No regime de 𝐽𝑒𝑥 grande, 𝐽𝑒𝑥 > 20T, todos os três resultados para a PV,
independentemente da polarização de excitação, atingem uma unidade. A alta taxa de polarização

Figura 48 – Polarizações de vale de emissões IX em função do campo de troca em heteroestrutura
WS2/MoS2 cultivada num substrato magnético a T=4,5K e 𝛾13 = (70𝑝𝑠)−1 . (a) Para
diferentes polarizações da luz, com 𝛼𝑝ℎ = 5 × 103𝑝𝑠−1𝑒𝑉 −3. O azul e o vermelho
As curvas correspondem a luz circularmente polarizada com 𝜎+ e 𝜎−, enquanto que
a preta é obtida por excitação laser linearmente polarizada. (b) Para diferentes 𝛼𝑝ℎ.
A linha tracejada separa a polarização positiva e negativa do vale, para orientação
ocular.

do vale (próximo de uma unidade) é atribuído a um desequilíbrio da ocupação entre os estados
IX separados nos dois vales devido ao efeito Zeeman. No entanto, no regime de 𝐽𝑒𝑥 ≤ 20T, a
VP mostra uma forte sintonia com a excitação da polarização do laser, especialmente no regime
de baixos valores do campo de troca. Mais especificamente, na ausência de EPM, a emissão IX
hospeda uma co-polarização caracterísitca para excitação circularmente da luz, enquanto exibe
um VP para excitação com luz linearmente polarizada. Quando 𝐽𝑒𝑥 aumenta de zero, a VP da
emissão IX estimulado por luz polarizada com 𝜎+ ou linearmente polarizada mostra um aumento
monotônico. Em contraste, o VP da emissão IX estimulado por 𝜎− exibe um comportamento
não-monotónico. Com um aumento de 𝐽𝑒𝑥, o PV inicialmente negativo aumenta devido a uma
supressão da despolarização induzida pela interação de troca do por elétron-buraco. Embora a
dispersão intervale mediada por fônon tende a reduzir o VP negativo, a sua taxa de dispersão
intervale é menor do que a da interação de troca do par elétron-buraco, ver as curvas da taxa de
dispersão total na Figura (42).
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Com um aumento adicional do campo de troca, o primeiro torna-se maior do que o
segundo. Depois, o VP negativo começa a diminuir. Em 𝐽𝑒𝑥=4,1 T, o VP passa a ser zero. Depois
disso, a VP muda o seu sinal e aumenta monotonicamente com o aumento do campo de troca. No
valor moderado de 𝐽𝑒𝑥 (cerca de 20 T), todas as três curvas do VP atingem a polarização máxima.
Notavelmente, a dependência da VP da campo de troca pode ser dramaticamente sintonizada
pela força de acoplamento éxciton-fônon, ver Figura (48.b). Para um grande valor de 𝛼𝑝ℎ, a
despolarização induzida pela interação de troca de elétrons e buracos é rapidamente suprimida
pelo campo de troca e a VP atinge o seu valor máximo a um pequeno valor de 𝐽𝑒𝑥 (∼6T). Com
uma redução de 𝛼𝑝ℎ, a dispersão intervale assistido por fônons é abrandada.

Depois é necessário um campo de troca maior para ultrapassar esta despolarização.
Além disso, o melhoramento da dependência do campo de troca da VP torna-se menor. Como
resultado, uma saturação do VP é atingida apenas em campos de troca mais altos. Para a
heteroestrutura com um acoplamento éxciton-fônon muito fraco, como 𝛼𝑝ℎ=50 ps−1eV−3, a
variação da transição intervalo assitida por fônon é demasiadamente fraca para levar a VP a
mudar o seu sinal, ver a curva marcada para 𝛼𝑝ℎ=10 ps−1eV−3. Portanto, a combinação de 𝛼𝑝ℎ e
𝐽𝑒𝑥 pode ser utilizada como uma ferramenta eficiente para manipulação magneto-óptica, e para
pré controlar o VP de 0 a quase 100%. Na prática, o 𝛼𝑝ℎ pode ser alterado através da utilização da
variação de tensão ou da distância entre as camadas, enquanto o 𝐽𝑒𝑥 pode ser alterado alterando
o substrato ferromagnético ou aplicação de um pequeno campo magnético.
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5 Polarização do éxciton tripleto na
hvdW

Em continuidade à apresentação dos resultados do nosso projeto de pesquisa, apresen-
taremos agora, os resultados para a dinâmica de um nova espécie de éxciton. Além do éxciton
intercamada apresentado no capítulo 4, em que o buraco e o elétron apresentam a mesma orienta-
ção do spin, denominado neste capítulo de singleto (IX𝑆), incluimos um canal no qual o elétron
e o buraco apresentam spins antiparalelos, originando um éxciton escuro (dark), denominado de
tripleto (IX𝑇 ). com estes resultados submetemos a nossa segunda publicação.

5.1 Polarização do excitôn tripleto no vale

O controle e a manipulação da polarização de éxcitons nos vales (VP) é crucial para as
aplicações de dispositivos na valetrônica [2, 114, 170]. As recentes descobertas dos materiais 2D
ferromagnéticos [171,172] abrem a possibilidade de obter heteroestruturas vdW constituídas por
monocamada de DMTs e materiais ferromagnéticos [114, 119, 163, 170]. Ao fazer interface de
DMTs com um isolante ferromagnético, o campo de troca induzido pelo substrato ferromagnético
devido ao efeito de proximidade magnética (MPE) pode dar origem a VP espontânea. Neste
contexto, realizamos um levantamento sistemáticos sobre a VP de éxcitons em trabalhos recentes
disponíveis na literatura [114,119,163,170]. Além disso, as estruturas finas de excitação singleto
(IX𝑆) e tripleto (IX𝑇 ) em estruturas WS2/MoS2 foram identificadas por estudos de espectroscopia
de PL dependentes da tensão, campo magnético, e temperatura [21, 28, 173, 174]. A grande
divisão do vale (VS) e uma subsequente VP elevada do IX𝑆 e IX𝑇 produzido por um campo
magnético foram, também, observadas em hvdW do como WS2/MoS2. Contudo, o campo
magnético necessário para tal VP é muito elevado (próximo de 10 Tesla) [119], o que dificulta
as aplicações práticas [163]. Por outro lado, o singleto IX𝑆 numa heteroestrutura apresenta
um fator g efetivo três vezes maior do que o do éxciton claro (bright) numa monocamada,
enquanto o fator 𝑔 do tripleto IX𝑇 é ainda maior [21, 22, 28, 173]. Assim, em comparação com a
monocamada, espera-se um efeito muito mais pronunciado do MPE no VP do IX, especialmente
para o IX𝑇 em heteroestruturas de DMTs, tais como WS2/MoS2 cultivadas num substrato
ferromagnético. É tentador para a realização de VP de unidade usando MPE, que continua a
ser esquivo. Além disso, o campo de troca pode alternar de forma seletiva a ordem de IX𝑆 e
IX𝑇 na heteroestruturas de DMTs, e tal efeito na dinâmica do vale destes éxcitons intercamadas
permanece a ser explorado [21, 22, 28, 173].

Para investigar mais a fundo tal efeito, estudamos teoricamente a rica dinâmica dos
éxcitons intercamada nos vales de heteroestrutura MoS2/W S2, com a configuração de empilha-
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mento AB crescida num substrato ferromagnético. Verificamos que a baixas temperaturas, a VP
de ambos IX𝑆 e IX𝑇 converge rapidamente para a unidade num campo moderado facilmente
alcançável por MPE. Com o aumento da temperatura, o VP diminui como esperado. No entanto,
quando o campo de troca excede o valor crítico para a mudança do estado do éxciton do estado
fundamental, a grande divisão do vale e a dispersão do intervalo assistido por fônons acústicos
colectivamente para manter o VP a valores excepcionalmente elevados de 90% para IX𝑇 e 85%
para IX𝑆 , à temperatura ambiente. Um VP tão elevado a temperaturas elevadas, juntamente
com uma longa duração de recombinação, são atributos atrativos dos estados excitônicos entre
camadas para aplicações de informação quântica.

5.2 Resultados

Consideramos a heteroestrutura esquematicamente apresentada na Figura(49.a). A
heteroestrutura consiste de uma bicamada de WS2/MoS2, com empilhamento AB, que é envolvida
por substratos magnéticos nas superfícies superior e inferior, e com magnetização alinhada ao
longo da direcção fora do plano. Assumindo tal empilhamento, definimos os vales 𝛼(𝛽) como
provenientes dos vales K(K’) do WS2 e dos vales K’(K) do MoS2. Estritamente falando, não faz
sentido definir uma identidade de vale de monocamada individual na heteroestrutura.

A heteroestrutura com alinhamento de bandas do tipo II entre as camadas de DMTs
hospeda éxcitons entre camadas, incluindo tripleto (IX𝑇 ) e singleto (IX𝑆), formados por elétrons
do MoS2 e buracos do WS2, como é mostrado na Figura (49.b). Na ausência de um campo de
troca, o estado fundamental IX é um IX𝑇 , originário do buraco com spin-up (spin-down) no topo
da banda de valência (BV) do WS2 e do elétron com spin-down (spin-up) no mínimo da banda de
condução (BC) do MoS2 nos vales 𝛼(𝛽). O campo de troca do vale suficientemente alto - muda
seletivamente a ordem dos CB estreitamente espaçados em MoS2, convertendo o éxciton do
estado fundamental no vale 𝛽 de um tripleto para um singleto, como ilustrado na Figura (49.c).

Diferentemente da monocamada de DMTs, em que o momento magnético do vale não
contribui para a divisão do exciton intramada, a contribuição aditiva do momento magnético do
vale no BC e BV da heteroestrutura, juntamente com as diferentes massas efetivas do WS2 e do
MoS2 resulta na sua grande contribuição para os fatores 𝑔 dos éxcitons inter camadas. Portanto,
o campo de troca crítico J𝑐, no qual o estado fundamental IX muda de tripleto (IX𝑆) para singleto
(IX𝑇 ) no vale 𝛽, ocorre para valores moderados. Como mostrado na Figura (49.c), para J𝑒𝑥 <J𝑐,
o IX𝑇 é o estado fundamental, emitindo luz circularmente polarizada 𝜎−. Para J𝑒𝑥 >J𝑐, por outro
lado, os IX s tornam-se o chão estado, emitindo luz 𝜎+.

Nos sólidos, a simetria do cristal dita a estrutura da banda eletrônica, bem como a
natureza dos estados de Bloch. Para os DMTs-2H, com simetria de inversão (como as bicamadas
de MoS2), a curvatura de Berry e o momento magnético do vale dos estados de Bloch são
zero [175]. No entanto, em heteroestruturas 2D como a bicamada de WS2/MoS2, a simetria de
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Figura 49 – Formação de éxcitons singleto e tripleto em uma heteroestrutura de van der Wa-
als (vdWs) formada por WS2/MoS2, ensanduichada por camadas ferromagnéticas.
(a) Estrutura geométrica da heteroestrutura magnética de vdWs, constituída por
WS2/MoS2 e envolvida por substratos magnéticos bidimensionais. (b) Formação de
éxcitons singleto (IX𝑆 , elipse cinzenta oblíqua) e éxcitons tripleto (IX𝑇 , elipse
negra oblíqua) no vale 𝛼 (painel esquerdo) e no vale 𝛽 (painel direito). O éxciton
intracamada (X𝐷, elipse cinzenta vertical), criado por uma luz circularmente po-
larizada 𝜎+ ressonante com o éxciton tipo A na monocamada de WS2, é também
mostrado. (c) Interruptor de ordem de troca de energia dos estados singleto e tripleto
no vale 𝛽, ocorrendo em J𝑒𝑥 =J𝑐. Para J𝑒𝑥 <J𝑐, o IX𝑇 é o estado. fundamental,
emitindo luz circularmente polarizada 𝜎−. Para J𝑒𝑥 >J𝑐, os éxcitons IX𝑆 passam a
ser o estado fundamental, emitindo luz 𝜎+.

inversão é quebrada, assim, a curvatura da Berry e o momento magnético do vale tornam-se não
nulos [175, 176]. Além disso, a simetria de inversão temporal requer que todas as quantidades
físicas relacionadas com a fase de Berry sejam contrastante com os vales. Assim, na presença
de um campo de troca exercido por um substrato magnético, o momento magnético do vale
contribui para uma mudança na oposição das energias nos dois vales, melhorando a divisão dos
vales.

Para obter mais informações sobre a dinâmica do vale do éxciton entre camadas,
primeiro exploramos a curvatura de Berry Ω𝑛(k) para o spin e o momento magnético 𝑚𝑛(k)
do vale dos estados de borda das bandas, que é responsável pelas transições dos éxcitons
entre camadas. Estas duas quantidades podem ser calculadas por as seguintes expressões gerais
[175, 177, 178].

Ω𝑛(k) = 𝑖 ⟨∇ku𝑛| × |∇ku𝑛⟩

𝑚𝑛(k) = −𝑖 𝑒
~

⟨∇ku𝑛| × (𝐻 − 𝐸𝑛)|∇ku𝑛⟩ , (5.1)

onde |u𝑛⟩ é o 𝑛-ésimo estado de Bloch e E𝑛 é a energia correspondente ao Hamiltoniano efetivo
H, e k é componente do vetor de onda k.

No ambito do modelo k·p, efetuamos cálculos numéricos para obter a estrutura da banda
de baixa energia. Uma vez obtidas as bandas de energia e as funções de onda, as quantidades Ω𝑛k
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e m𝑛(k) da heteroestrutura WS2/MoS2 são calculadas utilizando Eq.(5.1) [122]. A Figura(50)
descreve as bandas de baixa energia, a curvatura de Berry e os momentos magnéticos do vale
para as duas BCs mais baixas (c1,↑,c1,↓) e a BV mais alta (v1,↓) no vale 𝛼. Devido à simetria de
inversão temporal, todas as quantidades físicas relacionadas com as fases de Berry são contratante
no vale. Portanto, cada um destes pseudovetores Ω(k) e m𝑛(k) tem a mesma magnitude, mas
sinal oposto no vale 𝛽 (inversão de 𝑘 → −𝑘).

Nota-se na Figura (50.a) (linha tracejadas vermelha e verde) que as duas BC mais baixas
possuem a menor diferença de energia, no entanto, a curvatura da Berry na Figura(50.b) e o
momento magnético Figura(50.c) dessas duas BC apresentam uma diferença maior em torno do
vale. Este comportamento deve-se ao facto de todas as bandas e ambas as orientações de spin
precisarem ser consideradas ao avaliar a curvatura da Barry. Curiosamente, a falta de simetria
de inversão na heteroestrutura (que dá um momento magnético orbital não nulo e curvatura
da Berry) é capaz de estabelecer uma fotoluminescência polarizada, devido ao dicroísmo de
contraste de vales [2]. A aplicação de um campo magnético externo �⃗� = 𝐵𝑧 desloca as energias

Figura 50 – a) Bandas de energia, b) curvatura de Berry e c) momento magnético do vale da
heteroestrutura WS2/MoS2 para as duas bandas de condução mais baixas (c1,↓,c1,↑) e
bandas de valência (v1,↑ ) nas proximidades do vale 𝛼. O inicio em (a) é um zoom
para ilustrar a divisão da energia.

da banda devido ao efeito Zeeman 𝜇𝐵𝑔𝑒𝑓𝑓 �⃗� (𝐽𝑧�⃗�), onde 𝜇𝐵 é o magneton de Bohr, 𝑔𝑒𝑓𝑓 é o
fator g efetivo e 𝐽𝑧 é o momento angular total na direção 𝑧. 𝑔𝑒𝑓𝑓 tem três contribuições: spin,
orbital atmico e momento angular orbital do vale.

A contribuição do momento magnético do spin para o deslocamento de Zeeman é
calculado por Δ𝑆 = 𝑠𝑧𝑔𝑠𝜇𝐵�⃗�, sendo 𝑠𝑧 = ±1 e 𝑔𝑠 = 1 o valor próprio do spin e o factor
g, respectivamente. Para o éxciton DX claro na monocamada WS2, o deslocamento Zeeman
devido ao momento magnético do spin não afeta as ressonâncias ópticas, porque as transições
ópticas conservam o spin, de modo que o efeito sobre o estado inicial e final é igual. No entanto,
a contribuição do orbital atômica afeta-os, porque as bordas das bandas BCs são compostos
principalmente por orbitais 𝑑 com 𝑚 = 0, enquanto os máximos das BVs têm contribuições,
principalmente, de orbitais com 𝑑 com 𝑚 = 2𝜇𝐵 no vale K e 𝑚 = −2𝜇𝐵 no vale K’. Assim, isto
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não contribui para a BC e um deslocamento de Δ0 = 𝑔0𝜏𝜇𝐵�⃗� para a borda BV, onde 𝜏 = ±1 é o
índice para os vales K e K’ individuais das monocamadas e 𝑔0 = 2 é o fator g para a contribuição
orbital.

Eventualmente, o desvio Zeeman devido ao momento magnético do vale m𝑖(k) é dado
por Δ𝑣 = 𝑚𝑖(k)�⃗� com 𝑚𝑖(k) = 𝑔𝑖

𝑣𝜇�⃗�, onde 𝑔𝑖
𝑣 é o fator 𝑔 e 𝜏 é o índice do vale e 𝑖, o índice

para as camadas (𝑖 = 𝑐, 𝑣). A aproximação de ordem k · p para os portadores de carga da borda
das bandas produz um modelo massivo de férmion de Dirac com 𝑔𝑣

𝑖 = (𝑚0
𝑚*

𝑖
), onde 𝑚*

𝑖 é a
massa efetiva, que é a mesma tanto para as bandas de condução como de valência. Dentro desta
aproximação, o momento magnético do vale não afeta, portanto, as ressonâncias de excitação. No
entanto, as correções para além da ordem principal dão diferentes massas eficazes e diferentes
momentos magnéticos do vale para os elétrons e buracos. Elas causam um desvio das energias
dos picos de PL dependente do vale dado por 𝜏Δ𝑔𝑣𝜇𝐵�⃗� onde Δ𝑔𝑣 = 𝑔𝑐

𝑣 − 𝑔𝑣
𝑣 , com 𝑔𝑖

𝑣 calculado
usando o momento magnético do vale mostrado na Figura (50.c).

O momento magnético do vale para a v1,↓, c1,↓ e c1,↑ no vale 𝛽 é dado por m𝑣1,↑ =
3.11𝜇�⃗� , m𝑐1,↑ = −1, 57𝜇�⃗� , m𝑐1,↓ = −1, 71𝜇�⃗� , at k = 0. Diferente da monocamada DMTs, onde
o momento magnético do vale não contribui para as transições ópticas devido ao cancelamento
do 𝑔𝑐

𝑣 com o 𝑔𝑣
𝑣 , o momento magnético do vale na heteroestrutura WS2/MoS2 torna-se o principal

contribuinte para o aumento dos fatores 𝑔 e do divisão de Zeeman. Isto porque na heteroestrutura
com empilhamento AB, o vale 𝛼 constitui o BC do WS2 no vale K enquanto que o BV do MoS2

fica no vale K’. Assim, a contribuição do momento magnético do vale para o fator g dos éxcitons
IX resultará de 𝑔𝑐

𝑣 com o 𝑔𝑣
𝑣 .

Para a heteroestrutura WS2/MoS2 cultivada num substrato ferromagnético, o efeito de
proximidade magnético produz o campo de troca �⃗�. Para simplicficar, assumimos 𝐽𝑒𝑥 = 𝜇𝐵�⃗�,
o campo de troca com unidade de energia. Considerando as contribuições do spin, do orbital e
do momento magnético do vale, as nergias BC mais baixas em função do campo de troca são
apresentadas na Figura (50). Na sequência da convenção, definimos |1⟩ como estado excitônico
claro intracamada DX, |3⟩ e |4⟩ como os estados excitônicos singleto e tripleto inter camada IX𝑆

e IX𝑇 no vale 𝛼, e |3′⟩ e |4′⟩ como os éxcitons de camada única e de camada tripla no vale 𝛽. As
suas energias são ditadas por,

𝐸3 = 𝐸3,0 − (𝑔𝑣1,↑
𝑣 + 𝑔𝑐1,↑

𝑣 + 𝑔0)𝐽𝑒𝑥

𝐸4 = 𝐸4,0 − (𝑔𝑣1,↑
𝑣 + 𝑔𝑐1,↓

𝑣 + 𝑔0 + 2𝑔𝑠)𝐽𝑒𝑥 (5.2)

𝐸3′ = 𝐸3′,0 − (𝑔𝑣1,↑
𝑣 + 𝑔𝑐1,↑

𝑣 + 𝑔0)𝐽𝑒𝑥

𝐸4′ = 𝐸4′,0 − (𝑔𝑣1,↓
𝑣 + 𝑔0 + 2𝑔𝑠)𝐽𝑒𝑥,

onde 𝐸𝑖,0(𝐸𝑖′,0) é a energia do campo zero do IX nos vales 𝛼 e 𝛽, obtido através da resolução da
equação de Bethe-Salpeter, com base em o resultado da abordagem de TB [114].
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Através da equação (5.3) podemos obter diretamente a divisão dos vales (VS do inglês
valley splitting) Δ𝐸𝑖𝑖′ , obtido a partir da diferença da energia intervale do singleto calculada
por Δ𝐸33′ = 𝐸3 − 𝐸3′ = 2(𝑔𝑣1,↑

𝑣 + 𝑔𝑐1,↑
𝑣 + 𝑔0)𝐽𝑒𝑥, e do tripleto por Δ𝐸44′ = 𝐸4′ − 𝐸4 =

2(𝑔𝑐1,↑
𝑣 + 𝑔𝑐1,↓

𝑣 + 𝑔0 + 2𝑔𝑔𝑠)𝐽𝑒𝑥. A separação das energias intravele, para K e K’, entre o singleto e
o tripleto é Δ𝐸𝛼

𝑆𝑇 = Δ𝐸0
𝑆𝑇 +2(𝑔𝑠𝐽𝑒𝑥 e Δ𝐸𝛽

𝑆𝑇 = Δ𝐸0
𝑆𝑇 −2(𝑔𝑠𝐽𝑒𝑥), respectivamente, assumindo

𝑔𝑐1,↑
𝑣 = 𝑔𝑐1,↓

𝑣 .

Para o campo igual a zero, a energia de separação do singleto e do tripleto é Δ𝐸0
𝑆𝑇 =

𝐸3,0 − 𝐸4,0 = 8, 7 meV, obtido atraavés de cálculos de DFT. É evidente que para o campo igual
a zero (𝐽𝑒𝑥 = 0), a separação de energia do tripleto no vale 𝛼 é igual à do vale 𝛽 , isso ocorre
devido à simetria de inversão do temporal. Com o aumento de 𝐽𝑒𝑥, porém, a diferença de energia
do primeiro vale aumenta, enquanto a do segundo diminui, e torna-se zero no campo crítico de
troca 𝐽𝑒𝑥 = 𝐽𝑐, onde o singleto passa a ser o estado do fundamental, como pode ser observado
nas linhas tracejadas da Figura (51.b).

Além disso, é possível notar que o VS aumenta com o aumento de J𝑒𝑥, e o VS do
tripleto é maior do que o do singleto devido à contribuição extra do momento angular do spin,
Δ𝐸𝑇 𝑇 ′ − Δ𝐸𝑆𝑆′ = 4𝑔𝑠𝐽𝑒𝑥. Os fatores g efetivos tanto de IX𝑆 (13,4) como de IX𝑇 (17,6) na
heteroestrutura são superiores ao do éxciton claro intracamada [21], devido à contribuição do
momento orbital do vale. Como resultado, espera-se que a dinâmica do exciton do vale da
heteroestrutura seja muito mais sensível ao campo éxterno ou de troca.

Assumimos a excitação óptica realizada utilizando luz circularmente polarizada 𝜎+ em
ressonância com o éxciton-A na monocamada WS2. Assim, cria éxcitons intracamadas (DXs)
no estado |1⟩ no vale 𝛼 do WS2 com taxa g. O alinhamento da banda tipo II da heteroestrutura
proporciona a transferência de elétrons da banda de condução através da interface da heteroestru-
tura, causando separação de cargas ultra-rápidas e formação sucessiva de éxcitons intercamadas
(IX). Além do canal de transferência de carga intravale rotulado por 𝜏13, há também dois canais
de transferência de carga inter-valley: um de |1⟩ a |3′⟩ representado por 𝛾13′ e o outro é de
|1⟩ a |4′⟩ como marcado por 𝛾14′ , respectivamente, como se vê na Figura (51.b) e na Figura
(51.c). O primeiro é o processo de relaxamento entre dois estados de spins paralelos, enquanto o
segundo é o processo de relaxamento entre dois estados de spins antiparalelos. Tipicamente, o
tempo de relaxação do primeiro caso é mais longo do que o do segundo. A relação quantitativa
entre estes parâmetros de dispersão são descritas pelas expressões: 𝛾13′ = 𝛾13(1 + 𝑃03)/(1 − 𝑃0) e
𝛾14′ = 𝛾13(1 + 𝑃04)/(1 − 𝑃04), com 𝛾13 = 𝛾1′ 3′ = 1/70 𝑝𝑠−1, fornecidas em [162].

Os parâmetros de 𝑃03 e 𝑃04 foram obtidos a partir do ajuste do nosso modelo teórico aos
dados experimentais, como se mostra na Figura (52.a). Considerando a diferença entre o nosso
sistema e o mostrado na Figura (52.a), adotamos 𝑃03 = −0, 29 e 𝑃04 = −𝑃03, dando origem a
𝛾13 > 𝛾13′ e 𝛾13′ < 𝛾14′ . Com esta escolha, a polarização da emissão do éxciton singleto tem o
mesmo sinal com a do feixe de excitação, enquanto que o tripleto tem um sinal oposto. Dos três
estados mostrados na Figura (51.c), para o vale 𝛼, |1⟩ é o estado excitado, |3⟩ e |4⟩ são populados



Capítulo 5. Polarização do éxciton tripleto na hvdW 109

Figura 51 – Dependência do campo de troca da energia: (a) das duas BC mais baixas, (b) do éx-
citon IX𝑆 (linhas vermelhas) e do IX𝑇 (linhas azuis) nos vales 𝛼 (linhas sólidas) e 𝛽
(linhas tracejadas) da heteroestrutura de WS2/MoS2 cultivada em substrato ferromag-
nético. As setas pretas em (a) indicam os estados do spin. A separação de energia do
singleto e do tripleto Δ𝛼(𝛽)

𝑆𝑇 , e a divisão do vale de Zeeman Δ𝐸𝑆𝑆′ (Δ𝐸𝑇 𝑇 ′ ) nos vales
𝛼(𝛽) são indicado por setas bidirecionais verdes. (c) Representação esquemática
dos estados de éxcitons mais baixos (linhas horizontais) e a dispersão de éxcitons
em canais correspondentes nos vales 𝛼 (região azul) e 𝛽 (região laranjas). As linhas
laranja, azul e vermelha correspondem aos estados excitônicos, IX e DX, respecti-
vamente. Os estados |3⟩(|3′⟩) e |4⟩(|4′⟩) correspondem a IX3 (IX3′ ) e IX4 (IX4′ ) no
vale 𝛼(𝛽). As setas verticais sólidas correspondem a transições intra vales: excitação
(para cima), relaxação (para baixo) e recombinação radiativa (setas sombreadas para
baixo), enquanto as setas tracejadas indicam a dispersão dos decaimentos intervales.

pelo mecanismo de relaxamento intravale. Já o vale 𝛽 apresenta apenas dois estados, |3′⟩ e |4′⟩,
ambos populados pelo processo de espalhamento intervale. Assim, as emissões do éxciton IX,
bem como, sua polarização do vale são estudado através de um modelo de seis bandas.

Para identificar a contribuição de cada canal de dispersão, particularmente, para a
dinâmica de espalhamento intercamadas, começamos estudando o vale 𝛼, escolhidos por con-
veniências para os objetivos da nossa pesquisa. Os diferentes tipos possíveis de relaxação e
dispersão intravale, mostrados na Figura (51.c), foram divididos em dois grupos: (I) a geração e a
dispersão dos éxcitons intracamda, representados por 𝑔, 𝛾10 e 𝛾13; (II) as relaxações e a dispersão
dos éxcitons intracamada, indicados por 𝛾30, 𝛾40 𝛾34 e 𝛾43, respectivamente. Aqui 𝛾𝑖,𝑗 representa
a taxa de transição do estado 𝑖 para 𝑗.

Inicialmente, populamos a camada de WS2, no grupo I, com luz circularmente polarizada
𝜎+, ressonante com uma taxa de geração 𝑔. A população criada pode relaxar radiativamente
com uma taxa de recombinação com dependência na temperatura (T) e no campo de troca (J𝑒𝑥),
descrita por 𝛾10 =

(︁
3, 45𝑒( − 𝐵/(6, 29𝑇 )) + 1, 13

)︁−1
ps−1 [28]. Além disso, podem também relaxar de
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forma não radiativa para o estado IX𝑆 com a taxa 𝛾13. No grupo II, não existem apenas relaxações
radiativas de singleto e do tripleto, como indicam as taxas 𝛾30 e 𝛾40, mas também dispersão
não-radiativa entre eles, ou seja, incluindo os processos 𝛾34 e𝛾34. A taxa de relaxamento radiativo
singleto IX𝑆 é descrita por 𝛾30 =

(︁
7.24 × 104𝑒( − 𝐵/(6, 29𝑇 )) + 3.15 × 104

)︁−1
ps−1 [28].

Figura 52 – (a) Dependência da intensidade de PL para os éxcitons singleto IX𝑆 e tripleto
IX𝑇 , para 𝐽𝑒𝑥 = 0, no vale 𝛼 e (b) polarização do vale do singleto e tripleto para
𝐽𝑒𝑥 = 0, 98 meV. As curvas sólidas correspondem à nossa previsão teórica, enquanto
os círculos e triângulos verdes são dados experimentais fornecidos na literatura [21]
para WS2/MoS2, (a), e [22] para MoS2/MoSe2/MoS2, (b), heteroestrutura excitada
por campo laser circularmente polarizado com 𝜎+.

Os valores dos parâmetros foram obtidos ajustando nosso modelo, inicialmente com
dois estados claros, aos dados experimentais fornecidos na literatura. A recombinação do elétron
e do buraco do éxciton IX𝑇 requer um processo de flip do spin, dessa forma, a vida radiativa
dos estados tripleto nas heteroestruturas de DMTs supera a do singleto em mais de uma ordem
de magnitude [22]. Através do ajuste obtivemos 𝛾40 = 𝛾30/110. Por outro lado, a dispersão não
radiativa da IX𝑆 para a IX𝑇 com a taxa 𝛾34 é energeticamente favorável, enquanto o processo
de volta, correspondente, só pode ocorrer com a ajuda da ativação térmica com uma taxa a ser
ponderada pelo fator Boltzmann 𝑢43(𝑇 ) = 𝑒

− Δ𝛼
𝑆𝑇/𝑘𝐵 𝑇 , de modo que 𝛾43 = 𝛾34𝑢43(𝑇 ), onde 𝑘𝐵 é

a constante de Boltzmann.

Ao ajustar os dados experimentais, ver Figura (44).(b), obtemos 𝛾34 = 1/120 ps−1. Por
outro lado, no vale 𝛽, apenas os dois estados intercamada dominantes são considerados. Assim,
existem apenas éxciton IX envolvidos no processos de relaxamento e dispersão, rotulados pelas
taxas 𝛾3′ 0, 𝛾4′ 0, 𝛾3′ 4′ e 𝛾4′ 3′ , respectivamente, como mostra a Figura (51.c). Como o tempo de
vida radiativo tem influência apenas ligeiramente, sobre o efeito Zeeman, assumimos 𝛾3′ 0 = 𝛾30
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e 𝛾4′ 0 = 𝛾40. Embora consideremos diferentes taxas de dispersão termicamente excitada do IX𝑇

para o IX𝑆 nos vales 𝛼 e 𝛽, devido à diferença na separação de energia do singleto e do tripleto,
assumimos que a taxa de dispersão de volta, termicamente excitada, é a mesma em ambos vales,
nomeadas como 𝛾3′ 4′ e 𝛾4′ 3′ = 𝛾3′ 4′𝑢4′ 3′ (𝑇 ). Vale a pena notar que quando J𝑒𝑥 é maior que o
valor crítico J𝑐, os níveis de energia de |3′⟩ e |4′⟩ invertem suas posições. Por conseguinte, estas
expressões têm de ser modificadas em conformidade.

Com o conhecimento da dinâmica de espalhamento intravale, podemos agora nos
concentrar nos espalhamentos intervale. Existem dois mecanismos principais de dispersão
intervales: a interação de troca de elétrons e buracos e a dispersão de fônon assistido. A interação
de troca de elétrons e buracos atua como um campo magnético efetivo no plano, conduzindo
à precessão do pseudospin do vale. A precessão de pseudo spin do vale, juntamente com a
sua reorientação devido à dispersão do momento, constitui uma alteração líquida dos estados
do pseudo spin. É um processo ressonante, que só é efetivo quando os dois estados em vales
diferentes estão próximos em energia. Para o campo de troca zero, a polarização do vale é regida,
principalmente, por este mecanismo. Mesmo um pequeno J𝑒𝑥 irá levantar a degenerescência e
suprimir este mecanismo. Em contraste, a dispersão intervale assitida por fônon torna a separação
das energias de Zeeman significativa entre os dois estados, resultando num desequilíbrio da
população de exciton nos dois vales. Com o aumento de J𝑒𝑥, o processo de relaxamento torna-se
dominante. Este mecanismo depende fortemente da força de acoplamento exciton-fonon 𝛼𝑝ℎ.
Considerando ambos os mecanismos, a taxa de dispersão intervale 𝛾𝑗𝑗′ do estado 𝑗 para estado
𝑗′, tanto para éxcitons singleto como tripleto pode ser descrita por,

𝛾𝑗𝑗′ = 1
𝜏 0

𝑗𝑗′
+ 𝛼𝑝ℎ |Δ𝐸𝑗𝑗′|⃒⃒⃒⃒
⃒𝑒

Δ𝐸𝑗𝑗′
𝑘𝐵𝑇 − 1

⃒⃒⃒⃒
⃒
, (5.3)

onde 𝜏 0
𝑗𝑗′ e 𝛼𝑗 são parâmetros ajustáveis da taxa de dispersão intervale para campo zero e a

força de acoplamento éxciton-fônon, 𝐺𝑎𝑚𝑚𝑎 = 40 × 10−5 eV é a largura do momento que está
relacionada com o relaxamento do exciton. Δ𝐸𝑗𝑗′ = 𝐸𝑗′ − 𝐸𝑗 é a separação das energias dos
excitons no vale com 𝑗 = 3, 4 e 𝑗′ = 3′

, 4′ . Escolhemos os tempos de relaxação 𝜏 0
33′ = 20 ns,

𝜏 0
44′ = 2000 ns, 𝛼𝑆

𝑝ℎ = 3.0 × 104 e 𝛼𝑆
𝑝ℎ = 3.0 × 102 eV−3 ps−1 para os IX𝑆 e IX𝑇 respectiva-

mente. Estes parâmetros foram obtidos a partir de resultados experimentais adequados, como
mostrado na Figura (44.a). O primeiro termo em Eq.(5.3) descreve a contribuição da interação de
troca de buracos e elétrons para a dispersão intervale. O segundo termo é o mecanismo padrão
para a dispersão de spin na rede, induzido diretamente por fônons, o que requer a absorção
(𝐸𝑗′ > 𝐸𝑗) ou emissão (𝐸𝑗′ < 𝐸𝑗) de um fônon. A separação do vale Δ𝐸𝑗𝑗′ é induzido por um
campo de troca.

Os referidos processos de relaxamento e dispersão podem ser adequadamente descritos
pelo seguinte conjunto de equações de taxa acopladas relacionadas com as concentrações de
éxcitons 𝐷𝑋 , 𝑋𝑆 , 𝑋𝑇 , 𝑋 ′

𝑆 e 𝑋 ′
𝑇 :
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𝑑𝑛1

𝑑𝑡
= 𝑔 − 𝐴1𝑛1

𝑑𝑛3

𝑑𝑡
= −𝐴3𝑛3 + 𝛾13𝑛1 + 𝑢43(𝑇 )𝛾43𝑛4 + 𝛾3′ 3𝑛3′

𝑑𝑛3′

𝑑𝑡
= −𝐴3′

+ 𝛾13′𝑛1 + 𝑢4′ 3′ (𝑇 )𝛾4′ 3′𝑛4′ + 𝛾33′𝑛3 (5.4)

𝑑𝑛4

𝑑𝑡
= −𝐴4𝑛4 + 𝛾34𝑛3 + 𝛾4′ 4𝑛4′

𝑑𝑛4′

𝑑𝑡
= −𝐴4′𝑛4′ + 𝛾14′𝑛1 + 𝛾3′ 4′𝑛3′𝑛33 + 𝛾44′𝑛4′ ,

onde

𝐴1 = 𝛾10 + 𝛾13 + 𝛾13′ + 𝛾14′ + 𝛾𝑛𝑟

𝐴3 = 𝛾30 + 𝛾34 + 𝛾33′ + 𝛾𝑛𝑟

𝐴3′ = 𝛾3′ 0 + 𝛾3′ 4′ + 𝛾3′ 3 + 𝛾𝑛𝑟 (5.5)

𝐴4 = 𝛾40 + 𝑢43(𝑇 )𝛾43 + 𝛾44′ + 𝛾𝑛𝑟

𝐴4′ = 𝛾4′ 0 + 𝑢4′ 3′ (𝑇 )𝛾4′ 3′ + 𝛾4′ 4 + 𝛾𝑛𝑟.

Para calcular a intensidade de PL no estado estacionário, resolvemos as equações de taxa
acopladas numericamente com �̇� = 0 ∀ 𝑗. Então a intensidade de PL do estado 𝑗-ésimo
pode ser obtida através de 𝐼𝑗 = 𝛾𝑗0𝑛𝑗 . Para a excitação com luz circularmente polarizada
𝜎+ ressonante com o éxciton A da camada WS2, a polarização do vale (VP) é calculada por
𝑉 𝑃 = (𝐼𝑗 − 𝐼𝑗′ )/(𝐼𝑗 + 𝐼𝑗′ ) com 𝑗 = 3(4) para o singleto (tripleto). Para se ter uma ideia da VP, o
sistema pode ser simplificado, somando apenas os estados de éxciton singleto. Neste caso, a
Eq.(5.5) pode ser resolvida analiticamente para obter a VP da seguinte forma,

𝑉 𝑃 = 𝑃0
𝛾

𝛾 + 𝛾33′ + 𝛾3′ 3
+ 𝛾33′ − 𝛾3′ 3
𝛾 + 𝛾33′ + 𝛾3′ 3

, (5.6)

onde 𝑃0 = (𝛾13 − 𝛾13′ )/(𝛾13 + 𝛾13′ ) e 𝛾 = 𝛾30. O primeiro termo em Eq.(5.6) está relacionado
com a polarização criada opticamente, na qual 𝑃0 é a polarização injetada a partir da excitação
circularmente polarizada. O segundo termo descreve a tendência do sistema para alcançar o
equilíbrio térmico. Na ausência de um campo de troca, 𝛾𝑗𝑗′ = 𝛾𝑗′ 𝑗 . Então o segundo termo
torna-se zero, e a PV reduz-se à expressão bem conhecida para a PL opticamente criada, ou seja,
𝑉 𝑃 = 𝑃0/(1 + 𝜏𝑟/𝜏𝑣), onde 𝜏𝑟 = 1/𝛾 é o tempo de recombinação, enquanto 𝜏𝑣 = 1/(𝛾21 + 𝛾21) é o
tempo de dispersão intervale.

Para validar o nosso modelo de seis bandas, como mostrado na Figura (51.c), reali-
zamos uma comparação entre os resultados obtidos pelas nossas equações de taxa Eq.(5.5) e
os resultados de espectros magneto-PL medidos numa heteroestrutura de MoS2/MoSe2/MoS2,
excitada por luz circularmente polarizada 𝜎+. Na Figura (51.a) mostramos a dependência da
intensidade de PL da temperatura, para a taxa de emissão de singleto para tripleto no vale 𝛼 a
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campo zero, enquanto (b) mostra a dependência da VP destes éxcitons intercamadas em relação
à temperatura, medida em 𝐽𝑒𝑥 = 0, 98 meV. Observamos que há predição teórica na literatura
tanto para a intensidade de PL como para o VP, e o nossos resultados estão em bom acordo com
os dados experimentais disponibilizados em [21].

Figura 53 – A dependência da intensidade de PL do campo de exchange, bem como a polarização
do vale, ambas para IX com 𝑇 = 4, 5 K. A heteroestrutura de WS2/MoS2 foi
excitada com uma luz circularmente polarizada 𝜎+ ressonante com o éxciton A
da monocamada de WS2. No painel (a) mostramos a intensidade das emissões do
singleto (vermelha) e do tripleto (azul) em 𝛼 (linhas sólidas) e no vale 𝛽 (linhas
tracejadas). Os parâmetros de acoplamento éxciton-fônon são 𝛼𝑆 = 3.0 × 104 eV−3

ps−1 e 𝛼𝑆 = 1.0 × 102 eV−3 ps−1. (b) A razão das intensidades de PL do IX𝑆 e do
IX𝑇 nos vales 𝛼 (linha sólida) e 𝛽 (linha tracejada) em função do campo de troca.
(c) VP das emissões do singleto (sólido) e tripleto (tracejado) em função do campo
de troca e da força de acoplamento éxciton-fônon 𝛼𝑇 , onde 𝛼𝑆 = 3.0 × 102𝛼𝑇 .

A Figura (53.a) mostra a intensidade de PL dos éxcitons singleto (vermelho) e tripleto
(azul) nos vales 𝛼 (linhas sólidas) e 𝛽 (linhas tracejadas) da heteroestrutura de WS2/MoS2, em
função do campo de troca em T = 4,5 K. Devido às contribuições opostas de spin, orbital e
peseudospin dos vales 𝛼 e 𝛽, um campo de troca fora do plano baixa os níveis de energia no vale
𝛼, mas aumenta os níveis de energia no vale 𝛽. Simultaneamente, alarga a separação das energia
do singleto-tripleto no vale 𝛼 enquanto a reduz no vale 𝛽, dando origem a VP, como mostra a
Figura (53.c).

A diferença de níveis de energia entre os vales 𝛼 e 𝛽 fomenta a transferência de IX𝑆

do vale 𝛼 para 𝛽, ao mesmo tempo que dificulta o retrocesso, como se vê na Figura (44.a)
Portanto, favorece a ocupação dos IX𝑆 singleto no vale 𝛼, ao mesmo tempo que suprime a sua
ocupação no vale 𝛽. Por outro lado, as transições singleto-tripleto resultam numa redução do
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número de IX𝑆 . Assim, a competição entre a dispersão intervales e a transição singleto-tripleto
dá origem à dependência do campo de troca da intensidade de PL do tripleto. Examinamos
primeiro o comportamento dos IX𝑆 no vale 𝛼, como mostra a Figura (5.6). À medida que o
campo de troca aumenta de zero para um valor moderado (1,45 meV), a transferência de éxciton
intervale aumenta rapidamente, enquanto a taxa de relaxamento de singleto para tripleto apenas
muda ligeiramente. Além disso, para um valor pequeno J𝑒𝑥, o desequilíbrio da ocupação IX em
diferentes vales é pequeno. Assim, a intensidade de PL do IX𝑆 aumenta rapidamente.

Com o aumento de 𝐽𝑒𝑥, enquanto a taxa de dispersão intervale continua aumentando, a
população de éxcitons no vale 𝛽 diminui. Isto leva a uma dependência mais fraca da intensidade
de PL do IXs do J𝑒𝑥, entre 1,45 meV e 2,90 meV. A medida que o campo de troca se aproxima
de 𝐽𝑐, ocorre uma mudança de posição dos níveis de energia |3′⟩ e |4′⟩ no vale 𝛽, e portanto o
número de éxcitons termicamente excitados do estado |4′⟩ para |3′⟩ aumenta dramaticamente.
Como estes éxcitons serão sucessivamente transferidos para o estado |3⟩ no vale 𝛼, a intensidade
PL de IX𝑆 aumenta abruptamente. Assim, depois de ultrapassar o ponto de cruzamento, a
população de éxciton no vale 𝛽 torna-se cada vez menor. Assim, o número de IX𝑆 transferidos
do vale 𝛽 torna-se menor do que o número devido ao relaxamento de IX𝑆 para o estado tripleto,
levando a uma queda abrupta da intensidade de PL do IX𝑆 . Já o IX𝑇 no vale 𝛼, após o aumento
inicial da intensidade de PL, permanece pouco sensível ao aumento adicional do 𝐽𝑒𝑥.

Uma vez que a dispersão intevale assistido por fônon sempre favorece a transferência
de carga a partir do vale 𝛽 para o 𝛼, a intensidade PL dos éxcitons IX𝑆 e IX𝑇 no vale 𝛽 decresce
monotonicamente com o aumento de 𝐽𝑒𝑥, como pode visto na Figura (53.a). Embora a intensidade
PL dos éxcitons IX𝑆 e IX𝑇 exibam um comportamento semelhante na dependência global do
campo de troca, a sua taxa de intensidade de PL diminui com o aumento do 𝐽𝑒𝑥, à exceção de
uma inclinação em torno do ponto crítico, como mostrado na Figura (53.c). Esta inclinação é
atribuída a um aumento da transferência do éxciton do estado singleto para o estado tripleto
devido ao alargamento da separação entre eles. Além disso, a interação competitiva entre a
recombinação radiativa, relaxamento não-radiativo e dispersão intervale mediadas por fônon
assistido leva a um rápido aumento do PV e converge para unidade em campo moderado de 1,45
meV, como se vê na Figura (5.6.c), o que contrasta fortemente com o conceito convencional de
que os fônons são prejudiciais a poçarização do vale.

É importante ressaltar que a aparente descontinuidade apresentada na figura (53 ocorre
porque a medida que o compa magnético aumenta, se aproximando de sua intensidade crítica,
as diferenças das energias intervales dos níveis |3⟩ e |4⟩ são significativamente elevandas pre-
valescendo integralmente a taxa de espalhamento intervale, principalmente no nível |3′⟩, que
além do aumento da população mediada por fônons passa a ter uma grande contribuição por
excitação térmica. Uma consequência direta da alta taxa populacional deste nível no vale 𝛽 é sua
despolarização, polarizando abruptamente o vale 𝛼 caracterizando esse efito não monotônico
que leva a uma intuição de descontinuidade.
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Figura 54 – Intensidade PL e polarização do vale das emissões do singleto (azul) e do tripleto
(vermelho) IX a T= 4,5 K e acoplamento éxciton-fônon 𝛼𝑆 = 3.0 × 104 eV−3

ps−1 e 𝛼𝑆 = 1.0 × 102 eV−3 ps−1. (a-d) intensidade PL das emissões de éxciton
simgleto e tripleto como função de temperatura nos vales 𝛼 (solid) e 𝛽 (tracejado),
respectivamente. (a) e (b) correspondem a 𝐽𝑒𝑥 < 𝐽𝑐 (𝐽𝑒𝑥 = 1,74 meV), enquanto (c)
e (d) para 𝐽𝑒𝑥 > 𝐽𝑐 (𝐽𝑒𝑥 = 5,21 meV). (e) e (f) polarização do vale das emissões de
IX.

A temperaturas finitas, a dispersão intervale envolvem processos termicamente ativos
que dependem fortemente da separação das energias (VS) do singleto e do tripleto. Uma vez que
as separações de energia são funções lineares do campo de troca, como mostrado na Figura 51.(a)
e (b), ocorre uma mudança na ordem dos níveis de energia singleto e tripleto em 𝐽𝑒𝑥 = 𝐽𝑐 no vale
𝛽, assim os processos de dispersão serão fortemente modulados pelo campo de troca, e como
consequência, tanto o espectro PL como o VP irão mudar. Para obter mais informações sobre
estes efeitos, mostamos a PL e VP dependentes da temperatura na Figura (5.6), para 𝐽𝑒𝑥 = 1, 74
meV (<𝑐) e 𝐽𝑒𝑥 = 5, 21 meV (> 𝐽𝑐), respectivamente. Note-se que a intensidade de PL dos
éxcitons singleto exibe um comportamento incomum quando dependente da temperatura: em
todos os casos Figura (5.6(a-d)), a intensidade PL é melhorada com o aumento da temperatura.

A análise detalhada, no entanto, revela que os seus mecanismos são distintos. Na Figura
(54.a), em 𝐽𝑒𝑥 < 𝐽𝑐, a ativação térmica do estado tripleto para singleto em ambos os vales e
a grande taxa de dispersão intervale para singleto, favorece a emissão 𝜎+ do singleto. Assim,
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a sua intensidade PL aumenta abruptamente com o aumento da temperatura e depois quase
satura-se. Na Figura (54.b), o aumento da intensidade de PL em A tensão deriva principalmente
do processo de excitação térmica de o tripleto para singleto no vale 𝛽. Com 𝐽𝑒𝑥 > 𝐽𝑐, embora o
caráter de estado fundamental do éxciton mudeno vale 𝛽, a característica do estado fundamental
para o vale 𝛼 continua a ser a mesma que em (a). Assim, semelhante à Figura (54.a), o aumento
da intensidade de PL do singleto e a redução do tripleto também é atribuído à excitação térmica
do tripleto para singleto no vale 𝛼. Na Figura (54.d) mostra a inversão da transição (a−→c),
que leva o éxciton singleto a se tornar estado fundamental no vale 𝛽. Isso pode induzir uma
concepção ingênua, de que a intensidade da PL diminua com o aumento da temperatura devido à
excitação térmica para o estado tripleto. No entanto, o aumento contra intuitivo de intensidade
da PL percebido na Figura (53.d) ocorre devido aos processos de ativação térmica responsáveis
pelo fomento do retrocesso do espalhamento intervale entre os estados |3⟩ e |3′⟩.

Quanto mais alta for a temperatura, maior será a melhoria do processo de ativação tér-
mica. Então a intensidade PL do singleto no vale 𝛽 aumenta mais rapidamente a uma temperatura
mais elevada. Por outro lado, a ativação térmica favorece o processo de dispersão do singleto
para o tripleto. Assim, o IXT PL também aumenta com o aumento da temperatura. A Figura
(54.e,f) mostram que o VP diminui a alta temperatura, como esperado. Contudo, com 𝐽𝑒𝑥 > 𝐽𝑐 ,
o VP pode atingir até 90% para a emissão tripleto e 85% para a emissão singleto à temperatura
ambiente. É realista obter experimentalmente um tal valor de campo de troca [119], considerando
os grandes fatores g da heteroestrutura em comparação com as DMTs monocamada.

Em resumo, relatamos a dinâmica de vales de éxcitons intercamadas numa heteroes-
trutura de van der Waals com WS2/MoS2 cultivadas num substrato ferromagnético. Para lidar
adequadamente com os efeitos da interação de muitos corpos, a estrutura da banda e os efeitos
excitônicos são tidos em conta na mesma base através da realização de cálculos de primeira
ordem, abordagem k·p em conjunto com a resolução da equação de Bethe-Salpeter. Devido aos
factores 𝑔 (𝑔𝐼𝑋𝑆

= 13, 4 e 𝑔𝐼𝑋𝑇
= 17, 6) que são mais de três vezes maiores do que o fator 𝑔

do éxciton claro da monocamada, tanto os éxiton singleto como tripleto hospedam uma grande
separação das energias de Zeeman nos vales (0,78 - 1,02 meVT−1) e a polarização circular muito
alta, e exibem helicidade opostas no regime de campo de troca baixo.

Registramos que o split do vale aumenta conjuntamente com o campo de troca. A
competição do relaxamento radiativo, o processo de ativação térmica entre estado singleto
e tripleto, e a dispersão intervale assistidas por fônons resulta num aumento significativo da
intensidade do éxciton entre camadas (325% para IX𝑆 e 1075% IX𝑇 ) num vale, levando a uma
redução dramática no outro vale. Consequentemente, a polarização do vale das emissões singleto
e tripleto converge abruptamente para a unidade.
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6 Considerações finais e perspectivas

Na presente pesquisa, investigamos a dinâmica de éxcitons intercamadas numa hetero-
estrutura de van der Waals formada pelos DMTs WS2 e MoS2. O nosso modelo foi construído e,
inicialmente, parametrizado com base nos referenciais indicadores disponíveis na literatura para
a bicamada MoS2/MoS2 e para heteroestrutura MoS2MoSe2, onsiderando as semelhanças entre
esses materiais com aqueles que constituem a nossa amostra, principalmente, quanto a constante
de rede.

Observamos que nossos resultados para a polarização do vale, tanto como função
do campo de troca quanto da temperatura, são estreitamente concordantes com os dados da
literatura. Apesar de cada modelo conter um material gura (nosso: WS2, literatura: MoSe2), os
parâmetros estruturais, como a constante da rede, desses materiais são semelhanças, de modo
que, os resultados para os dois casos não apresentam grandes discrepâncias.

Os nossos resultados para a PL e para a VP mostram que o processo de transferência de
carga inter camadas muda drasticamente a emissão dos excitons IX, bem como a sua polarização
do vale. Por outro lado, o efeito de proximidade magnética (EPM) exercido pelo substrato
ferromagnético, gera uma divisão do vale para campo zero devido ao efeito Zeeman que suprime
a despolarização induzida pela interação de troca do par elétron-buraco. Observa-se, também,
que tanto a PL quanto a VP são sensíveis ao parâmetros de acoplamento éxciton-fônon, para um
campo de troca relativamente baixo.

Notavelmente, ao contrário da habitual dispersão de éxciton-fônon, que desfavorece
a VP, a dispersão assistida por fônon entre dois estados IX separados pelo efeito Zeemann nos
diferentes vales, promove um desequilíbrio populacional de IX nestes estados, dando origem
a um PV gigante. Portanto, uma combinação destas quantidades físicas experimentalmente
sintonizáveis (taxa de transferência de carga entre camadas, intensidade da força do acoplamento
éxciton-fônon) fornece uma ferramenta valiosa para sintonizar as emissões magneto-ópticas
emergentes e, consequentemente, a VP.

Observamos, também, que a polarização do vale e a vida útil dos IX𝑆 são substancial-
mente melhoradas na heteroestrutura estudada, obviamente, em comparação com essas mesmas
quantidades físicas originadas nas monocamadas.

Na segunda etapa da pesquisa adicionamos um canal cujo o nível de energia apresenta
spin proibido, ou seja, forma éxciton do tipo A escuro (dark). Nessa nova configuração renomea-
mos os éxcitons inter camada de singleto (IX𝑆) e tripleto (IX𝑇 ). Para garantir a manutenção da
confiabilidade dos parâmetros, realizamos uma nova comparação dos nosso resultados com a pre-
visão disponibilizada na literatura, deste vez para a PL como função da temperatura. Constatamos
que os nossos resultados permaneciam em concordância com os da literatura.
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Notamos que a medida que o campo de troca aumento, a taxa de dispersão intervale
também aumenta, levando a uma despolarização do vale 𝛽. Percebemos ainda, a existência de
um campo crítico (J𝑐) no qual ocorre uma mudança nas posições do estados singleto e tripleto.
Isso provoca um aumento drástico no número de éxcitons termicamente excitados dos estados
|4′⟩ para o |3′⟩, alkém de mudanças no espectro de fotoluminescência e na polarização do vale.
O número de éxciton singleto que sofrem relaxamento intervale torna-se menor que o número
dessa mesma espécie excitônica espalhado para o vale 𝛼. Mas, após o crescimento inicial da PL,
o éxciton tripleto, mostra-se pouco sensível ao aumento do J𝑒𝑥.

A temperaturas finitas, a dispersão intervale envolve processos termicamente ativos que
dependem fortemente da separação dos níveis de energias (VS) do singleto e do tripleto, de modo
que esse processo é melhorado a medida que a temperatura aumenta. Assim, a intensidade de PL
do tripleto. Além disso, o processo de ativação térmica favorece a dispersão do singleto para o
tripleto, justificando o aumento da PL do IX𝑇 com o aumento da temperatura. Portanto, notamos
que a VP do tripleto para 𝐽𝑒𝑥 > 𝐽𝑐 chega a 90% enquanto para o singleto é de 85%. Ressaltamos
ainda que a dispersão intervale assistida por fônons resulta num aumento significativo da
intensidade de éxcitons intercamadas, atingindo 325% para o singleto e 1075% para o tripleto,
num vale, enquanto no outra ocorre uma drástica despolarização.

Por fim, ressaltamos que nossa pesquisa trás valiosas contribuições para o estudo da
dinâmica de éxcitons em nanoestruturas com base nos DMTs-2H. Primeiro, por apresentar
um modelo teórico que permite reunir monocamadas de diferentes materiais em uma única
estrutura (heteroestrutura), em segundo, por apresentar resultados, para a PL e VP, que ampliam
o entendimento dos mecanismos de espalhamento de éxciton intra e intervale, fortalecendo
o deslumbramento de futuras aplicações tecnológicas do pseudo spin do vele como grau de
liberdade.
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Apêndice A – Simulação de
recozimento para estimativa de

parâmetros do modelo �⃗� · 𝑝

Os parâmetros utilizados para construir o Hamiltonian �⃗� ·𝑝 podem ser obtidos ajustando
a estrutura da banda obtida pelo modelo �⃗� · 𝑝 à do cálculo dos primeiros princípios. Para tal,
realizamos o recozimento simulado (RS) que é uma designação geral para uma classe de métodos
de optmização não linear que empregam uma abordagem estocástica para encontrar o mínimo
global de uma dada função num grande espaço de procura. Em RS, o método Monte Carlos
(MC) é adoptado no qual o equilíbrio de um sistema com muitos graus de liberdade é simulado
através da amostragem dos estados mais significativos do seu espaço de fase, cujas energias
correspondentes são caracterizadas pelo conjunto de parâmetros {𝐹𝑖}, com 𝑖 = 1, · · · , 𝑁𝑝.
A partir de um palpite inicial do conjunto {𝐹𝑖}, são gerados novos conjuntos seguindo uma
cadeia de Markov, com a aceitação de novos valores regidos pelo algoritmo Metrópolis. Para
implementar o algoritmo, deve ser fornecido um mérito do conjunto de parâmetros Γ({𝐹𝑖}).

Para aplicações típicas do método Monte Carlo, a energia Γ({𝐹𝑖}) do sistema foi
escolhida como a função principal. As alterações dos parâmetros que diminuem a função de
principal do sistema são sempre aceites, enquanto que as que aumentam são aceites dentro de
uma dada probabilidade, proporcional ao fator de Boltzmann 𝑒−ΔΓ/𝑘𝐵𝑇 , onde T é a temperatura
(uma temperatura fictícia) e 𝑘𝐵 a constante de Boltzmann.

O papel da temperatura é controlar a aceitação do novo conjunto de parâmetros que au-
mentam a energia do sistema, resultando em ΔΓ > 0: para valores elevados de 𝑘𝐵𝑇 comparados
com ΔΓ todas as alterações aos valores do parâmetro são aceitas. Por outro lado, se o 𝑘𝐵𝑇 for
pequeno em comparação com ΔΓ > 0, o novo conjunto gerado é sempre rejeitado. De acordo
com este procedimento, o sistema evolui de um estado inicial artificial, relacionado com o palpite
inicial de Γ({𝐹𝑖}), para estados de equilíbrio cujos valores energéticos correspondentes têm uma
média bem definida �̄�. Os valores energéticos instantâneos 𝐸𝑖, correspondentes às energias de
todos os conjuntos de parâmetros aceites, flutuam em torno de 𝐸 com amplitude proporcional à
temperatura T do sistema. Como mencionado anteriormente, o método Monte Carlo é utilizado
para procurar o conjunto óptimo de parâmetros para um dado modelo hamiltoniano, através
de execução de ciclos sucessivos de Monte Carlo com temperaturas decrescentes, permitindo
encontrar o mínimo global do problema. Durante uma simulação RS, a variância dos valores
dos parâmetros diminui sistematicamente devido à redução da temperatura até os parâmetros
congelarem nos valores correspondentes à energia mínima. Na presente aplicação do método
RS, a função de mérito (objetivo) adoptada é o quadrado médio de raiz, que contabiliza o desvio
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dos valores teóricos das bandas �⃗� · 𝑝 em relação aos respectivos valores-alvo aqui extraídos dos
cálculos de DFT:

Γ({𝐹𝑖}) =

⎯⎸⎸⎸⎸⎷
𝑁∑︁

𝑛=1

𝑀∑︁
𝑚=1

[︁
𝐸𝑇 ℎ

𝑛,𝑚 − 𝐸𝐷𝐹 𝑇
𝑛,𝑚

]︁2
𝑁𝑀

, (A.1)

onde 𝑛 corre sobre as bandas, 𝑚 sobre os pontos 𝑘 ao longo do caminho escolhido e o índice
𝑖 na equação (A1) etiqueta o conjunto de parâmetros do hamiltoniano �⃗� · 𝑝. Além disso, 𝑇ℎ e
𝐷𝐹𝑇 em A1 denotam, respectivamente, os valores teóricos �⃗� · 𝑝 e os valores da energia alvo,
aqui a estrutura das bandas DFT. A abordagem RS adoptada neste artigo corresponde à proposta
de Vanderbilt [32], adequada para problemas em que os parâmetros da função objectivo são
variáveis contínuas. No procedimento de imização mineira, todas as transições não-zero foram
incluídas na equação (A1) e foi gerado um conjunto aceitável quando Γ < 0, 1 eV. A presente
proposta SA foi apurada com sucesso na determinação dos parâmetros de um hamiltoniano de
Huckel Estendido para semicondutores cristalinos [33; 34].

Parâmetros para fite da monoca de MoS2 e WS2

Considerámos dois tipos de ajuste: optimização total, em que todos os parâmetros podem
variar, e um modelo linear, e todos os parâmetros 𝑔𝑎𝑚𝑚𝑎 são iguais a zera, exceto 𝛾0. Além
disso, para o modelo linear restringimos os parâmetros de spin-orbit aos valores determinados na
optmização total. As tabelas III e IV resumir os parâmetros optmizados calculados.

Tabela 7 – Parâmetros com optimização total.

Parâmetro MoS2 WS2

E𝐹 (eV) -1,7068 -0,8690
Δ (eV) 1,6513 1,7478
𝜆𝑐(eV) 0,0030 -0,0096
𝜆𝑣(eV) 0,0740 0,1890
𝛾0 (eV) 0,9935 1,2001
𝛾1 (eV) 0,0020 0,1495
𝛾2 (eV) 0,0401 0,09885
𝛾3 (eV) 0,1562 0,3042
𝛾4 (eV) -0,0208 -0,2934
𝛾5 (eV) -0,0396 0,0718
𝛾6 (eV) -0,2010 -0,3018
a (Å) 3,6 3,17
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Tabela 8 – Optimized parameters considering only the linear expansion of the hamiltonian �⃗� · 𝑝 .

Parâmetro MoS2 WS2

E𝐹 (eV) -1.7059 -0.8491
Δ (eV) 1.6505 1.7470
𝜆𝑐(eV) 0.0030 -0.0069
𝜆𝑣(eV) 0.0740 0.1890
𝛾0 (eV) 0.8646 0.9827
a (Å) 3.16 3.17

Figura 55 – Comparação entre as estruturas de bandas para o WS2 calculadas com DFT (linhas
sólidas) e com o �⃗� · 𝑝 (pontos).
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Apêndice B – Cálculo do tempo de vida
do éxciton

Após o cálculo da vida útil do exciton intracamadas DX (o par elétro-buraco hospedam
a mesma camda de DCMT), vamos passar a nossa atenção para a do exciton directo e indireto
(singleto IX𝑆) na heteroestruturas vdWs WS2/MoS2. Inicialmente podemos seguir a mesma
metodoogia utilizada no cálculo da vida útil da excitação intracamada. No entanto, para sim-
plificar, avaliamos os tempos de vida dos DX e IX𝑆 nas heteroestruturas de vdWs, utilizando
o modelo da física de baixa energia. Este modelo encontra-se bem fundamentado no literatura,
onde vários grupos de investigação derivaram um modelo�⃗� ·𝑝 efetivo, amplamente adaptado para
monocamadas, nas proximidades dos pontos K e K’ da primeira zona de Brilouin [28-31]. Entre
eles, o modelo de duas bandas proposto por Xiao et al.[28], que pode captar corretamente as
características da estrutura das bandas de energia calculada pela teoria do funcional da densidade,
possibilitando a interpretação física com excelente aproximação [32-36].

Figura 56 – Comparação entre as estruturas de bandas para o WS2 calculadas com DFT (linhas
sólidas) e com o �⃗� · 𝑝 (pontos).

Apesar de suas limitações [37] o modelo é uma boa aproximação na proximidade dos
pontos K e K’ que fornece resultados teóricos em boa conformidade com os obtidos a partir de
configurações experimentais como a absorção e emissão óptica interbandas. Semelhante ao mo-
delo de monocamada, para obter uma visão da física de baixa energia das heteroestruturas vdWs,
um modelo �⃗� · 𝑝 efetivo é também muito exigido. Depois foi proposta uma extensão de �⃗� · 𝑝 da
monocamada para heteroestruturas vdWs, ver o texto principal. Uma vez que as transições entre
bandas só são permitidas entre estados com mesma orientação de spin, formando excitons IX𝑆

com origem em dois estados de spin-up ou spin down, separamos o modelo Hamiltoniano de �⃗� ·𝑝
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em partes de spin-up e spin-down e tratamo-las separadamente. Aqui escolhemos o Hamiltonian
de spin-up �̂�𝑠𝑝(�⃗�) como seu representante. Na base de {||𝑐𝑀 , �⃗�⟩ , ||𝑣𝑀 , �⃗�⟩ , ||𝑐𝑊 , �⃗�⟩ , ||𝑣𝑊 , �⃗�⟩}, a
matriz de �̂�𝑠𝑝(�⃗�) pode ser escrita como,

ℋ𝑖
3 (�⃗�) =

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝
𝜀𝑀

𝐶 𝑞𝑀
− 0 0

𝑞𝑀
+ 𝜀𝑀

𝑉 𝑡

0 0 𝜀𝑊
𝐶 𝑞𝑊

−

0 𝑡 𝑞𝑊
+ 𝜀𝑊

𝑉 ,

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠ (B.1)

onde 𝜀𝐿
𝑛 e |𝑛𝐿, �⃗�⟩ com 𝐿 = 𝑀/𝑊 (M=MoS2, W=WS2) é a n-ésima banda (𝑛 = 𝐶/𝑉 ) energia

e função de onda, respectivamente, para um elétron na camada L. C(V) denota as bandas
de condução e valência, 𝑞𝐿

± = 𝑎𝑡𝐿(𝜏 ± 𝑖𝑞𝑦) sendo 𝑎 e 𝑡𝐿 o parâmetro da rede e a energia
de acomplamento para a camada 𝐿, e 𝜏 = +1 para o vale K e 𝜏 = −1 para o vale K’,
respectivamente. Estes parâmetros são obtidos ajustando a saída k.p com resultados DFT para a
heteroestrutura WS2/MoS2 de van der Walls. OS parâmetros apresentados na tabela II estão de
acordo com a ref erence [? ].

Tabela 9 – Parâmetros obtidos com o modelo �⃗� · 𝑝 para a heteroestrutura de van der Waals
WS2/MoS2.

Parâmetro Valor
E𝑀

𝐶 (eV) 2.3090
E𝑀

𝑉 (eV) 0.4118
E𝑊

𝐶 (eV) 2.5870
E𝑊

𝑉 (eV) 0.9557
a (Å) 3.18

𝑡𝑀 (eV/Å2) 0.0502
𝑡𝑊 (eV/Å2) 1.3849
𝑡(eV/Å2) 0.06

Após resolver o problema de autovalor de uma única partícula, estamos prontos para
derivar a BSE efetiva em torno dos pontos K e K’. Incluindo a interação de Coulomb entre
elétrons fotoexcitados e buracos. Temos, portanto, o seguinte Hamiltonian para um exciton nos
dois vales não equivalentes em K e K’ nos cantos da zona hexagonal Brillouin. A BSE pode ser
escrita na base das monocamadas individuais (desacopladas)como, escrita como,

(𝜀𝑐 − 𝜀𝑣)𝐴𝑣,𝑐,Q +
∑︁
𝑣′,𝑐′

⟨𝑣𝑐|𝑊 |𝑣′𝑐′⟩ = Ω𝑆𝐴
𝑆
𝑣,𝑐,Q (B.2)

onde |Ψ𝑆 (Q)⟩ = ∑︀
𝑣,𝑐,k 𝐴𝑣,𝑐,k |𝑣,k; 𝑐,k + Q⟩ é o autoestado do exciton, Ω𝑆 é a energia do

exciton e K é o centro de interação elétro-buraco de tal forma que as energias de ligação do
exciton podem ser expressas na base de {|𝑐𝑀𝑣𝑊 ⟩ , |𝑐𝑀𝑣𝑊 ⟩ , |𝑐𝑊𝑣𝑊 ⟩ , |𝑐𝑊𝑣𝑀⟩}, a matriz de
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Hamiltonian de um exciton no heteroestrutura MoS2/WS2 com Q = 0 é dada por,

ℋ̂𝑋 =

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝
𝜀𝑀

𝑐 − 𝜀𝑊
𝑣 − 𝜀𝐵,𝐼𝑋 𝑡 0 0
𝑡 𝜀𝑀

𝑐 − 𝜀𝑀
𝑣 − 𝜀𝐵,𝑀 0 0

0 0 𝜀𝑊
𝑐 − 𝜀𝑊

𝑣 − 𝜀𝐵,𝑊 𝑡

0 0 𝑡 𝜀𝑊
𝑐 − 𝜀𝑀

𝑣 − 𝜀𝐵,𝐼𝑋

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠
(B.3)

onde 𝑡 é o acoplamento entre duas bandas de valência localizadas em camadas diferentes, 𝜀𝐵,𝑀 ,
𝜀𝐵,𝑊 e 𝜀𝐵,𝐼𝑋 são as energias de ligação de um exciton em monocamadas MoS2 e WS2 e do
exciton inter camadas, respectivamente. Elas são difinads por,

⟨𝑣𝑊 𝑐𝑊 |𝑊 |𝑣𝑊 𝑐𝑊 ⟩ = −𝜀𝐵,𝑊

⟨𝑣𝑊 𝑐𝑊 |𝑊 |𝑣𝑊 𝑐𝑊 ⟩ = −𝜀𝐵,𝑊 (B.4)

⟨𝑣𝑊 𝑐𝑀 |𝑊 |𝑣𝑊 𝑐𝑀⟩ = ⟨𝑣𝑀𝑐𝑊 |𝑊 |𝑣𝑀𝑐𝑊 ⟩ = −𝜀𝐵,𝑖𝑋

Tabela 10 – Energias de ligação do exciton []

Parâmetro Valor
E𝑀

𝐵 (eV) 0.60
E𝑊

𝐵 (eV) 0.57
E𝐼𝑋

𝐵 (eV) 0.51

O cálcula das energias e funções de onda da partícula simples e do exciton, podemos
calcular os tempos de vida dass espécies excitônicas DX e IX𝑆 com Q=0 na heteroestrutura
WS2/MoS2. Estudamos as recombinações dos excitons brilhantes localizados dentro do cone de
luz próximo do ponto K. Em T = 0K, a vida radiativa de um exciton com Q=0 é determinada por,

𝜏−1
𝑆 (0) = 8𝜋𝛼𝐸𝑆(0)𝜇2

𝑆

𝐴𝑢𝑐~
(B.5)

onde 𝛼 = 𝑒2

4𝜋𝜀0𝑐~ = 1
137 , 𝐴𝑢𝑐 é a área da célula unitária, 𝐸𝑆(0) é a energia de um exciton

no estado fundamental com 𝑄 = 0 e 𝜇𝑆 é o momento de dipolo. À temperatura finita, o tempo
de vida correspondente do exciton é governado pela expressão,

𝜏𝑆 = 𝜏𝑆(0)3
4

(︃
𝐸𝑆(0)2

2𝑀𝑐2

)︃−1

𝑘𝐵𝑇 (B.6)

onde M é a massa do exciton, 𝑘𝐵 é a constante de Bpltzmann e T a temperatura. O termo 𝜇𝑆 é
dado por,

𝜇𝑆 = ~
𝑚𝐸𝑆(0) | ⟨𝐺|𝑃|||Ψ𝑆(0)⟩ |

= 1
𝑁𝑞𝐸𝑆(0)

∑︁
𝑐,𝑣,q

𝐴𝑐,𝑣,q,0 ⟨𝑐,q|𝜕ℋ̂𝑠𝑝

𝜕𝑞||
|𝑣,q⟩ (B.7)
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onde 𝑁𝑞 é o número de vetores q em torno dos pontos K(K’), 𝑝|| é o operador momento numa
direção arbitrária e que foi escolhido ao longo do eixo x. Analisamos a vida do exciton enter
camda, respectivamente. Nós analisamos o tempo de vido do exciton a temperatura zero e
temperaturas finitas, usando as equações (B.5) e (B.6) combinadas com (B.7), como mostram os
resultados listados na tabela abaixo,

Tabela 11 – Tempos de vida radiativos para a heteroestrutura de van der Waals WS2/MoS2.
𝜏0,0𝐾 e 𝜏0,4.5𝐾 são os tempos de vida dos excitons correspondentes a 0 K e 0.45 K,
respectivamente.

Exciton 𝐸𝑆(0)/𝑒𝑉 𝑀𝑆/(𝑚𝑒 +𝑚ℎ)𝑚0 𝜏0,0𝐾/𝑝𝑠 𝜏0,4.5𝐾/𝑝𝑠

DX 1.057 0.37+0.32 0.003 4.27
IX𝑆 0.838 0.64+0.32 0.65 1634
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