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RESUMO

Na literatura dos DCMTs 2H existem dois tipos de modelo de Tight-Binding, um com os termos
de hopping definidos através da teoria de grupos e outro nos quais esses termos são definidos
mediante aproximação de SK, escolhemos o segundo tipo devido à sua versatilidade e simplici-
dade. Com nosso modelo construído e parametrizado, estudamos os efeitos de proximidade nos
DCMTs 2H, com o intuito de quebrar a degenerescência dos vales, tal quebra nos permite um
maior controle do grau de liberdade dos vales, bem como um controle das propriedades ópticas
do material. Como nos DCMTs 2H a interação Coulombiana é relativamente forte, apenas com
uma descrição dos éxcitons podemos explicar experimentalmente a resposta óptica do material,
por isso através do cálculo BSE, obtemos essas quase partículas, bem como calculamos a res-
posta óptica das mesmas mediante os efeitos de proximidade. Quando aplicamos um substrato
magnético nos DCMTs 2H, temos esses efeitos de proximidade, através do controle da direção
da magnetização desses substratos podemos controlar de forma eficiente a atividade óptica dos
éxcitons, podendo gerar estados excitônicos com um maior tempo de vida, o que possibilita a
aplicação dos efeitos multicorpos na valetrônica. Possibilitando a criação de futuros dispositivos
com esses novos materiais.

ABSTRACT

In the 2H TMDC literature, we find two kinds of Tight-Binding models, the first uses group the-
ory to define the hopping parameters, the later prefers to use SK approximation to do the same.
We choose the second kind, due to their simplicity and versatility. With our model developed and
parametrized, we study the proximity effects in the 2H TMDC, with the objective of lift valley de-
generacy, this allow us to control the valley degree of freedom, as permit us to tunning the optical
properties of those materials. As the Coulomb interaction are stronger in the 2H TMDC, only a
description of the excitons quasi-particles can explain theoretically the optical response obtained
through experimental measures. So throught BSE formalism, we will obtain those quasi-particle
energies and calculate their optical response due proximity effect. When we applied a magnectic
substrate in 2H TMDCs, the proximity effect generated, throught the tunning of magnetization
direction, we can control effectively the exciton optical activity, generating excitonic states with a
larger life time. Which allow us to apply the many-body effect in valleytronics. Making possible
the development of future new devices with those materials.
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1 INTRODUÇÃO

Atualmente, a criação de dispositivos eletrônicos, em escala industrial, tem desencadeado
grandes avanços tecnológicos. Assim, a necessidade de, cada vez mais, miniaturizar esses dis-
positivos, buscando-se maior eficiência no consumo energético e maior rapidez, tem incentivado
cientistas e engenheiros a desenvolverem o estudo da nanotecnologia. Este é, atualmente, um
ramo muito promissor, tanto para a física fundamental, quanto para a física aplicada, buscando a
descoberta e criação de novas tecnologias com as mais diversas aplicações em nossa sociedade.

Pesquisas na área de nanotecnologia têm tido um amplo crescimento nas últimas décadas,
tanto em trabalhos teóricos como experimentais. Esse ramo de pesquisa tem tornado possível o
desenvolvimento e a arquitetura de diversos dispositivos eletrônicos, tais como: microprocessa-
dores e componentes nanoscópicos dentro das placas de vídeo, processadores para smartphones
e tablets, além de diversos dispositivos utilizados na indústria do entretenimento (video games
e seus acessórios por exemplo). Dessa forma, a nanotecnologia tem impulsionado, nas últimas
décadas, um importante interesse no estudo de sistemas de baixa dimensionalidade. Isso ocorre
devido as propriedades exóticas oriundas do confinamento espacial dessas nanoestruturas. Sis-
temas como pontos quânticos (confinamento nas três direções espaciais), fios quânticos (possui
apenas um grau de liberdade) e poços quânticos (confinamento em uma direção espacial), com-
postos de materiais semicondutores têm sido objeto de intensa investigação com o intuito de
desenvolver transistores e circuitos eletrônicos para futura aplicação em dispositivos eletrônicos.

Nos últimos anos a comunidade científica tem demonstrado um enorme interesse em produzir
cristais atômicos nanoestruturados bidimensionalmente, os quais podem ser vistos como planos
da espessura de um átomo, provenientes de cristais bulk. Durante várias décadas, havia um con-
senso que esses materiais bidimensionais (2D) não poderiam existir em sua forma livre, pois os
mesmos retornariam a seus cristais tridimensionais (3D). Flutuações térmicas nessas redes crista-
linas conduziriam a deslocamentos atômicos que se tornariam comparáveis às distâncias interatô-
micas em qualquer temperatura finita, tornando a estrutura instável (16). Essa idéia foi refutada
pelo físicos Novoselov e Geim, ambos da Universidade de Manchester, ao conseguirem isolar
uma folha simples de átomos de carbono, material que fora denominada grafeno. Primeiramente
o estudo teórico desse novo material fora realizado por Wallace (17) para descrever a estrutura
do grafite. O grafite é um derivado do carbono composto por camadas de grafeno superpostas e
fracamente ligadas através das ligações de Van der Waals. Apesar do seu amplo estudo teórico,
somente foi possível sua obtenção experimental em 2004 (18), mediante a técnica de esfoliação
mecânica comumente conhecida como "Técnica da Fita Adesiva", representada na Fig 1.1. O seu
descobrimento gerou o aparecimento de um grande número de trabalhos teóricos e experimentais,
sendo atualmente um campo de pesquisa muito estudado.
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Figura 1.1: Representação esquemática da Técnica da Fita Adesiva, utilizada para obtenção do grafeno. Adaptada
de (1)

O grafeno possui propriedades únicas, as quais podem ser utilizadas na próxima geração de
dispositivos eletrônicos. Dentre suas notáveis propriedades podemos citar: alta flexibilidade,
ductibilidade e alta mobilidade eletrônica. Tais propriedades geram diversas possibilidades de
aplicação do material. A contrução de dispositivos baseados em grafeno poderia trazer um forte
impacto na eletrônica, fotônica, spintrônica e optoeletrônica, levando a uma revolução da indús-
tria tecnológica. Essa diversidade de propriedades do grafeno em conjunto com suas possíveis
aplicações motivaram a comunidade científica a buscar outras estruturas bidimensionais similares
ao grafeno. Dentre elas temos os dicalcogenetos com metais de transição (DCMT).

Alguns desses materiais bidimensionais, em contraste com o grafeno, são semicondutores com
um bandgap normalmente na faixa do espectro visível, dentre eles temos o MoS2 como exem-
plo, tornando-os altamente atrativos para aplicações na optoeletrônica(19, 20). As propriedades
semicondutoras que o MoS2 e alguns outros DCMT possuem, os tornam adequados para transis-
tores de baixa potência, os quais podem ser melhores que quaisquer dispositivos conhecidos com
grafeno, porém esses sistemas atualmente são muito desordenados e possuem baixa mobilidade
dos elétrons (21). Vemos que possuímos uma grande família de cristais bidimensionais (2D) com
uma vasta gama de estruturas eletrônicas, as quais podem se manifestar em uma grande variedade
de sistemas eletrônicos.

Monocamadas de DCMTs, os quais possuem a fórmula generalizada MX2, onde M é um metal
de transição dos grupos 4-10 e X é um calcogênio, exibem propriedades químicas versáteis. Isso
oferece oportunidades para pesquisas fundamentais e tecnológicas em uma grande variedade de
campos, incluindo dispositivos eletrônicos como transistores e circuitos lógicos. A exfoliação
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desses materiais em monocamadas ou em algumas poucas camadas preservam suas propriedades
e ainda adicionam algumas características devido ao efeito do confinamento (22, 23). A química
dos componentes do MX2 nos oferece oportunidade de ir além do grafeno e abrir novos caminhos
tecnológicos com o uso de materiais inorgânicos bidimensionais.

Os DCMTs dos grupos 4-7 possuem predominantemente suas estruturas divididas em ca-
madas enquanto os grupos 8-10 comumente não se encontram com esse tipo de divisão. Cada
camada tem a espessura de 6-7 Å, as quais consistem em uma camada de metal de transição
entre duas camadas de calcogênios. O comprimento das ligações do tipo M-M variam de 3.15
Å a 4.03Å, dependendo do tamanho do metal e dos íons do calcogênio. Esses valores são 15
a 25% maiores que o comprimento de ligação encontrado nos sólidos formados por metais de
transição, indicando sobreposição energética e espacial limitada dos orbitais d nos componentes
dos DCMTs. As camadas de DCMTs podem ser encontradas, tanto com estrutura geométrica
trigonal prismática quanto octaédrica (também chamada de trigonal anti-prismática), dependendo
da combinação do metal com o calcogênio, uma das duas estruturas é termodinamicamente mais
estável.

Figura 1.2: (a) Existem por volta de 40 tipos de DCMTs, os metais de transição e os três calcogênios que pre-
dominantemente formam cristais com estruturas em camadas estão demarcados na tabela periódica, os elementos
parcialmente demarcados não formam estruturas em camadas com todos os calcogênios demarcados. (b) Vista de
uma estrutura trigonal prismática (2H) de um DCMT. (c) Vista de uma estrutura octaédrica (1T) de um DCMT (7).
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A estrutura eletrônica dos DCMTs depende fortemente da geometria estrutural da rede do me-
tal de transição e seus elétrons no orbital d, a estrutura octaédrica forma os orbitais degenerados
dz2,x2−y2 e dxy,xz,yz que podem acomodar conjuntamente os elétrons, por outro lado os orbitais
na estrutura trigonal prismática se dividem em três grupos dz2 , dx2−y2,xy e dxz,yz com um gap
(≈ 1 eV ) entre os primeiros dois grupos de orbitais. A escolha da estrutura predominante adotada
pelos DCMTs dependem primeiramente do elétron oriundo do orbital d do metal de transição, no
grupo 4 todos se encontram com estrutura octaédrica (1T), mostrado na figura 1.2(b), já o grupo
5 se encontra tanto com estrutura octaédrica, quanto trigonal prismática (2H), mostrado na figura
1.2(a), o grupo 6 é geralmente encontrado com a estrutura trigonal prismática, o grupo 7 na estru-
tura octaédrica distorcida e o grupo 10 na estrutura octaédrica. Existem diversas técnicas para se
obter esses materiais, tais como métodos de esfoliação liquida (LEM) e deposição química de va-
por (CVD), mais detalhes sobre as propriedades químicas desses materiais podem ser achados em
(24). Os DCMTs estudados nesse trabalho, possuem configuração mais estável do tipo trigonal
prismática (2H), por isso focaremos nosso estudo apenas nessa geometria.

Monocamadas de DCMTs 2H, possuem um "bandgap"entre 1 e 2,5 eV, com dois vales ine-
quivalentes K e K’ degenerados na zona de Brillouin da sua estrutura eletrônica, além de uma
curvatura de Berry não nula (25). A quebra da simetria de inversão da monocamada permite que
os graus de liberdade dos vales sejam acessados seletivamente através da helicidade óptica, tor-
nando possível sondar e manipular os portadores de carga nos dois vales (22). Além disso, a forte
interação spin-órbita em conjunto com o acoplamento do spin e do vale resultam em uma física
de acoplamento do spin com o pseudo-spin do vale. Isso é demonstrado não somente de forma
experimental, na luminescência seletiva do vale (26, 27), geração de coerência óptica no vale (26),
espectroscopia de magneto-fotoluminescência com vale resolvido (28, 29), mas também da forma
teórica (30, 31, 5). Portanto, além das características físicas convencionais, os DCMTs também
exibem um grau robusto de liberdade no vale. Isso torna os DCMTs uma plataforma única e
muito promissora para o processamento de informação quântica baseada tanto no spin do elétron
como no pseudo-spin do vale (32, 33, 34). Um requisito crucial para atingirmos esse objetivo é
acharmos estados em que a degenerescência do vale seja quebrada. Desde que o momento mag-
nético de um estado no vale K e K ′ possuem a mesma magnitude mas sinais opostos (27, 35),
o campo magnético pode quebrar a degenerescência do vale. Conformemente, o requisito para
realizar o processamento de informação quântica envolvendo o pseudo-spin do vale é satisfeito.

O bulk da monocamada dos DCMTs, exibe um forte confinamento de portadores em uma
dimensão, mas preserva a dispersão do tipo bulk no plano bidimensional (36). Diferentemente,
o PQ de DCMT é restrito nas três dimensões, o que o faz apresentar propriedades eletrônicas e
ópticas ajustáveis com o tamanho, além das suas características relacionadas ao grau de liber-
dade do spin e do vale, herdados dos materiais bidimensionais do tipo bulk. Portanto os PQs de
DCMTs tem o potencial de serem promissores blocos de construção de sistemas integrados de in-
formação quântica, além de sistemas optoeletrônicos e spintrônicos. Por outro lado, o emergente
campo de tecnologia da informação quântica, como incondicionalmente a criptografia quântica,
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Figura 1.3: (a) Representação gráfica da seleção do vale, mediante excitação com luz circularmente polarizada. (b)
Luminescência circular para dois tipos diferentes de polarização circular da luz, à temperatura de 10 K. Adaptada de
(2)

comunicação e computação quantum-fotônicas necessitam do desenvolvimento de fontes de fó-
tons individuais (33). Recentemente, emissores de fótons individuais baseados em defeitos em
monocamadas de DCMTs com diferentes tipos de amostras (WSe2 e MoSe2) foram relatados,
porém somente funcionam em temperaturas criogênicas (33).

Nos últimos anos, têm se utilizado muito cálculos de primeiros princípios para a obtenção
da estrutura eletrônica, principalmente a Teoria do Funcional de Densidade (DFT), tais métodos
possuem um elevado custo computacional, tornando o cálculo inviável para grandes estruturas;
para isso podemos utilizar o método de Tight-Binding (MTB).

O MTB tem sido amplamente utilizado para o cálculo de estrutura eletrônica de moléculas e
sólidos, quando comparado com o DFT o MTB possui uma velocidade de 3 a 4 ordens de mag-
nitude mais rápido. Assim sendo ele é particularmente útil para sistemas amplos, com grandes
quantidades de átomos, tais como: pontos quânticos (PQs), com amostras desordenadas e não
homogêneas, sobre aplicação de pressão (strain), nanoestruturas em larga escalas (nanofitas, na-
notubos), materiais com multicamadas torcidas, entre outros. O MTB se destaca em sistemas nos
quais os efeitos da mecânica quântica sejam relevantes e o cálculo de primeiros princípios apre-
sente um custo computacional muito alto. Para os materiais nanoestruturados compostos pelos
DCMTs, a situação se torna ainda mais crítica, pois as bandas eletrônicas dos DCMTs são cons-
tituídas por vários orbitais d, do metal de transição, e os orbitais p, provenientes dos calcogênios
do grupo VI, o que torna a simulação de primeiros princípios muito mais desafiadora.

Como os materiais nanoestruturados são os principais blocos de construção dos dispositivos
optoeletrônicos atuais e potenciais, o MTB é altamente recomendável. Por outro lado, um Ha-
miltoniano construído de forma fisicamente transparente pela escolha de uma base formada pelos
orbitais atômicos nos fornece uma interpretação intuitiva para a estrutura eletrônica de sistemas
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complexos. Consequentemente o cálculo de Tight-Binding pode apresentar resultados com a fí-
sica subjacente de forma mais transparente que o DFT. Outra vantagem do MTB, em comparação
com as simulações de primeiros princípios, é que ele fornece um bom ponto de início para uma
futura inclusão do efeito de multicorpos da interação elétron-elétron, bem como seus efeitos di-
nâmicos.

De acordo com a forma que definimos os parâmetros de salto (hopping), podemos classificar
os modelos existentes de Tight-Binding, para os DCMTs 2H, em dois grandes grupos: um em
que os parâmetros de salto são definidos utilizando a teoria de grupos(4, 5, 9) e outro em que a
aproximação de dois centros de Slater-Koster(SK) (37) é utilizada (8, 6, 7, 38, 39, 40). O primeiro
grupo fornece uma estrutura da banda bem ajustada com os resultados do DFT, porém necessita
de um número maior de parâmetros, além de apresentar uma assimetria dos orbitais (41), o que
faz com que se torne difícil a aplicação desses modelos para estruturas como pontos quânticos,
nanofitas do tipo "armchair"e outros. O segundo grupo nos fornece modelos nos quais a estrutura
da banda não fica tão bem ajustada para os níveis mais distantes do nível de Fermi, porém nos
permite estudar quaisquer estruturas, algumas bandas tem o seu ajuste sacrificado em prol de
melhorarmos os niveis mais próximos ao nível de Fermi.

No final dos anos 90, houve um grande reavivamento de pesquisas interessadas na dinâmica
do spin, dos semicondutores, iniciando através do trabalho experimental de Awschalom e outros
co-autores (42, 43). Um extenso número de trabalhos experimentais e teóricos foram realizados
em diversos aspectos das propriedades de spin. As propriedades do relaxamento e defasamento
do spin no domínio temporal (em sistemas espacialmente uniformes) e no domínio espacial (na
difusão e transporte do spin) foram exploradas em diferentes materiais em diversas condições
(como temperatura, campos externos, dopagem da densidade e do material, além de deformações)
e dimensões (bulk, poços quântico, fios quânticos e PQs). Dentre esses materiais estão inclusos
os semicondutores dos tipos III-V e II-VI de blend de zinco e wurtizita, além do germânio e o
silício como semicondutores magnéticos diluídos. Os mecanismos de relaxação e defasamento
do spin foram revisados e reinvestigados em diferentes condições.

O estudo das propriedades dos materiais relacionadas ao spin teve muito progresso, junto a in-
vestigações que visam facilitar uma melhor compreensão dos fenômenos observados, bem como a
manipulação da coerência do spin. Muitas propriedades relacionadas com o spin, tais como efeito
spin Hall (44, 45, 46, 47, 48, 49, 50), efeito de arrasto spin Coulomb (51, 52, 53), efeito fotogal-
vânico do spin (54, 55) e efeito hélice do spin (56, 57, 58), foram descobertos. Com o intuito de
construir dispositivos spintrônicos, tais como transistores de spin, houve extensas investigações
sobre a injeção e detecção do spin. Houve muito progresso na injeção de spin de materiais ferro-
magnéticos em semicondutores. No entanto, uma realização satisfatória do transistor de spin, que
é crucial para aplicação da spintrônica dos semicondutores, ainda está por vir. Apesar de décadas
de estudos, uma compreensão teórica do relaxamento e do defasamento do spin, que é um dos
pré-requisitos para a realização da spintrônica, tanto em sistemas espacialmente uniformes quanto
não uniformes, ainda não é totalmente alcançada.
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Os dois vales, energeticamente degenerados, são relacionados através da simetria de inversão
temporal e podem ser seletivamente endereçados através da polarização circular da luz. Devido
ao confinamento espacial 2D, blindagem dielétrica reduzida bem como uma grande massa efetiva
dos elétrons e buracos, as monocamadas de DCMTs possuem uma forte interação Coulombiana
(59, 60). Consequentemente, eles possuem éxcitons fortemente ligados, que são fortemente con-
finados no plano da monocamada, com um pequeno raio de Bohr. Suas energias de ligação são
tipicamente duas ordens de magnitude maior do que a dos semicondutores convencionais, o que
torna possível a observação dos éxcitons em temperatura ambiente (61, 62, 63, 64, 65).

De acordo com a configuração dos spins, os éxcitons podem ser divididos em dois tipos nos
DCMTs, os éxcitons ópticamente ativos (bright), que possuem o par elétron-buraco com spins
paralelos, e os éxcitons ópticamente inativos (dark), no qual o par possui spins opostos, a regra de
seleção do spin faz com que os primeiros emitam luz e os segundos não, para os DCMTs 2H com
Mo, o estado fundamental possui os spins paralelos enquanto, nos com W, o estado fundamental
possui os spins antiparalelos (66, 4, 67). O ordenamento dos spins controla o comportamento da
dependência da temperatura na intensidade de fotoluminescência (PL), aumentando a temperatura
de 4 K para 300 K, a intensidade PL dos DCMTs 2H com Mo, diminui uma ordem de magnitude,
enquanto para os DCMTs com W, aumenta uma ordem de magnitude (68). Isto ocorre devido ao
fato da excitação térmica diminuir a população do estado fundamental excitônico bright no caso
dos DCMTs com Mo, enquanto aumenta a população dos estados bright excitados nos DCMTs 2H
com W. Por outro lado, os estados excitônicos dark possuem um maior tempo de vida, o que faz
com que possam servir como um reservatório para polarização do vale (VP), aumentando o grau
de VP nos DCMTs 2H com W em comparação aos com Mo (69). Isso implica que o alinhamento
dos estados excitônicos dark e bright, os quais são definidos principalmente pela separação spin-
órbita na banda de condução (CB), afeta fortemente a VP. É assim desejável, desenvolver uma
forma de controlar tal alinhamento.

Gerar e manipular a VP, é um primeiro passo crítico em direção a aplicações em valetrônica.
A dinâmica da VP nas monocamadas de DCMTs 2H fora alcançada por "optical pumping"ou
efeito Stark óptico, oferecendo um novo paradigma para dispositivos optoeletrônicos. Como a
dinâmica da VP é baseada na excitação óptica, para criar uma distribuição entre os portadores e
os fótons com um equilíbrio não transiente nos dois vales, o tempo de vida extremamente curto,
dos éxcitons bright nas monocamadas de DCMTs 2H, limita severamente a manipulação do grau
de liberdade do vale. Uma rota alternativa para VP é levantar a degenerescência do vale, atra-
vés da aplicação de uma campo magnético fora do plano (28, 70, 71). A separação Zeeman do
vale, entretanto, é muito pequena, com valores típicos de 0.1-0.2 meV por Tesla (29, 72, 73).
Consequentemente, uma separação entre os vales, mediante Zeeman, só pode ser atingida com
campos magnéticos muito fortes (73). Além disso, temos o baixo tempo de vida dos éxcitons
bright, tornando difícil estabelecer um grande desbalanceamento do equilíbrio populacional ape-
sar da presença da separação do vale (74). Conseguir uma VP robusta e estática em temperatura
ambiente é algo ainda mais desafiador, pois a VP nos DCMTs 2H é tipicamente suprimida pelo
aumento da temperatura, devido à distribuição térmica aleatória dos estados eletrônicos excitados
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(75).

Para contornar a dificuldade de gerar uma separação dos vales, sem a necessidade de um
campo magnético grande, temos como opção o efeito de proximidade magnética, o qual é gerado
através do contato entre o DCMT e um substrato com propriedades ferromagnéticas (ou anti-
ferromagnéticas), tais como EuO (10, 76) e EuS (77), os quais podem gerar uma separação no vale
de pelo menos uma ordem de grandeza maior que a aplicação de um campo magnético externo. A
direção de magnetização desses substratos podem ser alteradas através da aplicação de um fraco
campo magnético externo, o qual interfere muito pouco na separação dos vales. Com uma direção
de magnetização do substrato, com uma componente no plano, os spins das bandas de condução
(CBs) se misturam, fazendo com que a regra de seleção óptica seja relativizada, permitindo que
éxcitons inicialmente sem atividade óptica emitam luz, como ponto positivo também temos que
esses éxcitons possuem um tempo de vida, de pelo menos uma ordem de grandeza superior aos
puramente bright, o que possibilita aplicações dos mesmo em valetrônica.

Os fatos citados acima serão estudados mediante o método de Tight-Binding (MTB), através
da adição de um Hamiltoniano efetivo ao MTB para os efeitos de proximidade. Com a função
de onda do MTB calcularemos o acoplamento elétron-buraco, mediante interação Coulombiana,
para obtermos as energias dos éxcitons, através da equação de Bethe-Salpeter (BSE). Também
calcularemos sua atividade óptica através do cálculo da força do oscilador, mediada pela probabi-
lidade de transição entre um estado ocupado para um estado não-ocupado através da interação do
material com a radiação(luz). Com esses dados em mão poderemos calcular a VP e a intensidade
PL através de uma dinâmica dos éxcitons no vale, a qual mostra a evolução das populações dos
éxcitons dark e bright em ambos os vales K e K’, por um conjunto de equações diferenciais de
taxa. Os parâmetros utilizados nessas equações serão fornecidos diretamente do MTB+BSE e de
medidas experimentais. Nesse trabalhos estudaremos 5 DCMTs 2H, do grupo VI, MoS2, MoSe2,
MoTe2, WS2 e WSe2, porém grande parte dos nossos resultados, principalmente da dinâmica dos
éxcitons no vale, serão focados no MoS2, devido a uma maior quantidade de trabalhos teóricos
e experimentais do mesmo na literatura, embora a metodologia aplicada possa ser facilmente
extendida aos demais sistemas.

Este trabalho se encontra dividido em 7 capítulos. Sendo o capítulo 1 correspondente a essa
introdução. No capítulo 2 abordaremos a estrutura cristalina dos DCMTs e faremos uma breve
introdução sobre a Teoria do Funcional de Densidade (DFT), sendo que desse método extraimos
os parâmetros do MTB, no restante do capítulo abordaremos o método de Tight-Binding de uma
forma geral e depois aplicando o mesmo aos DCMTs 2H, mostraremos também o cálculo para
nanofitas de DCMTs nesse capítulo. No capitulo 3 abordaremos os efeitos de proximidade, justi-
ficando a aplicação dos mesmos nos DCMTs 2H, bem como mostrando uma modelagem efetiva
para inclusão de tais efeitos no MTB. O capítulo 4 trata dos éxcitons, mostrando a metodologia
escolhida (MTB+BSE) para o cálculo dos mesmos, além de mostrar como obter o espectro de
absorção para os DCMTs 2H. No capítulo 5 mostraremos como esse espectro é alterado medi-
ante os efeitos de proximidade, mencionados no capítulo 3. No capítulo 6, utilizaremos todos os
resultados obtidos nos capítulos anteriores para calcularmos a dinâmica dos éxcitons no vale, a
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qual recebe parâmetros oriundos dos cálculos realizados nos capítulos anteriores dessa tese, cal-
culando a polarização do vale e a intensidade da emissão de PL, vendo como essas grandezas são
alteradas pelos efeitos de proximidade e temperatura. No capítulo 7 apresentaremos uma breve
conclusão dos resultados apresentados na tese, bem como abordaremos perspectivas para futuros
trabalhos com os DCMTs 2H.
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2 ESTRUTURA ELETRÔNICA DOS DCMTS 2H

Este capítulo tem por objetivo abordar brevemente a estrutura cristalina dos DCMTs na seção
2.1, o método DFT na seção 2.2, para depois introduzir o formalismo do MTB na seção 2.3, na
seção 2.4 mostraremos o o MTB aplicado para os DCMTs (MoS2, MoSe2, MoTe2, WS2 e WSe2)
, sem os termos referentes a interação spin-órbita. Na seção 2.5 estudaremos como introduzir
o efeito do acoplamento spin-órbita nesses materiais. Na seção 2.6 faremos uma comparação
do MTB proposto com os demais apresentados na literatura e para finalizar o capítulo, na seção
2.7 estudaremos a aplicação no MTB nas nanofitas do tipo Armchair e Zig-Zag, estudando sua
estrutura eletrônica e algumas propriedades topológicas.

2.1 ESTRUTURA CRISTALINA DOS DCMTS

Os DCMTs dos grupos IV-VII apresentam estrutura cristalina em camadas, podendo ser es-
foliados até uma única camada, com espessura de poucos átomos. Esses cristais se apresentam
na literatura com três arranjos cristalinos: o arranjo 1T apresenta uma estrutura Octaédrica, os
arranjos 2H e 3R apresentam uma estrutura Trigonal Prismática, conforme mostrado na Fig 2.1.

Os DCMTs do grupo VI, foco desse trabalho, possuem como metal de transição o Mo e o
W, apresentam a estrutura 2H com maior estabilidade termodinâmica, as demais estruturas são
instáveis, por isso estudaremos apenas as estruturas do tipo 2H nesse trabalho.

Os cristais das monocamadas de DCMTs do tipo 2H, possuem uma estrutura hexagonal, for-
mando um arranjo do tipo colméia, devido a translação entre as três redes de Bravais hexagonais,
uma rede do metal de transição e duas redes dos calcogênios.

As posições dos átomos na rede cristalina, das monocamadas dos DCMTs 2H, podem ser
calculadas pela seguinte expressão

~R = l ~R1 +m~R2 + ~Tγ

onde ~R1 = (a, 0, 0) e ~R2 =
(
a
2
,
√

3
2
a, 0
)

, sendo a a constante da rede do cristal, γ = (M,Xt, Xb)

corresponde ao tipo de átomo na célula unitária, sendo M o metal de transição, Xt(b) corresponde
ao calcogênio no plano superior (inferior), ~Tγ corresponde ao vetor de translação do átomo no
interior da célula unitária. l,m são inteiros.

~TM = (0, 0, 0)
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Figura 2.1: Tipos de estruturas cristalinas em que os DCMTs se apresentam.

~TXt =
a√

3cosθ
(0, cosθ, sinθ)

~TXb =
a√

3cosθ
(0, cosθ,−sinθ)

onde θ rad, é o ângulo entre as ligações do metal de transição e o calcogênio e o plano xy.

Os valores experimentais tanto para a constante da rede a e o ângulo θ são fornecidos na tabela
2.1 (78, 79, 80, 81).

MoS2 MoSe2 MoTe2 WS2 WSe2

a(Å) 3.166(81) 3.288(80) 3.519(79) 3.1532(78) 3.282(78)
θ(rad) 0.710 0.710 0.710 0.710 0.710

Tabela 2.1: Constante da rede para os DCMTs e o ângulo θ entre o plano yz e os átomos M e X dos DCMTs.

Os vetores da rede recíproca ~b1 e ~b2, equivalentes a ~R1 e ~R2 da rede real, possuem a seguinte
expressão

~b1 =
4π√
3a

(√
3

2
,−1

2
, 0

)
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Figura 2.2: Primeira zona de Brillouin e seus pontos de alta simetria para os DCMTs do tipo 2H.

e
~b2 =

4π√
3a

(0, 1, 0) . (2.1)

A primeira zona de Brillouin dos DCMTs 2H é hexagonal, os pontos de alta simetria Γ, K e
M são definidos, Γ = (0, 0), K =

(
4π
3a
, 0
)

and M =
(
π
a
,
√

3π
3a

)
, mostrados na Fig 2.2.

2.2 TEORIA DO FUNCIONAL DA DENSIDADE

Ao lidar com sólidos, devemos considerar um sistema com núcleo pesado, e com carga posi-
tiva e elétrons leves e negativamente carregados. A fim de descrever as propriedades do sistema
temos de resolver um problema quântico de multicorpos com NN + Ne partículas interagentes,
onde NN(e) é o número de núcleos (elétrons). O Hamiltoniano do sistema é expresso

Ĥ =

NN∑
i

(
− ~2

2Mi

∇2
~Ri

)
+

Ne∑
i

(
− ~2

2mi

∇2
~ri

)
+
∑
ij

(
− 1

4πε0

e2Zi

| ~Ri − ~rj|

)

+
∑
i 6=j

(
1

8πε0

e2

|~ri − ~rj|

)
+
∑
i 6=j

(
1

8πε0

e2ZiZj

| ~Ri − ~Rj|

)
(2.2)

onde Ri e Rj são as posições dos núcleos, ri e rj são as posições dos elétrons, Mi é a massa
do núcleo, mi é a massa dos elétrons e Zi/j é o número atômico. É impossível resolver esse
problema de forma exata. A utilização da aproximação de Born-Oppenheimer (82), faz com que
seja possível separar a parte eletrônica da parte nuclear, podendo resolver esses problemas de
forma independente, dessa forma para o cálculo apenas da parte eletrônica, desaparecemos com
o primeiro termo da equação (2.2) e o último termo se torna uma constante, para cada conjunto
de valores de ~R, como resultados obtemos:
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Ĥ = T̂ + V̂ + Û (2.3)

onde V̂ é específico de cada sistema e descreve o potencial do cristal, Û é o termo de interação
elétron-elétron e T̂ é o termo de energia cinética.

O sistema, para obter soluções aproximadas, pode ser tratado adicionalmente com as bases dos
teoremas de Hohenberg-Kohn (83). O primeiro dos teoremas dos estados de Hohenberg-Kohn diz
que tanto o potencial externo V (~r) como a energia total do sistema, são um único funcional da
densidade eletrônica n(~r). Portanto o funcional da energia E[n(~r)] pode ser expresso como

E[n(~r)] = 〈Ψ| Ĥ |Ψ〉 =

∫
n(~r)V (~r)d~r + F [n(~r)], (2.4)

onde o funcional universal F [n(~r)] é dado por

F̂ = T̂ + Û . (2.5)

O segundo teorema diz que a densidade eletrônica que minimiza a energia total é a densidade
do estado fundamental e portanto, o estado fundamental pode ser obtido pelo método variacional.
Isso significa que, se somente o funcional F [n(~r)] é conhecido, através da minimização da energia
total, podemos obter a densidade do estado fundamental n(~r) correspondente ao potencial externo
V (~r).

Os funcionais de densidade F [n(~r)] são determinados pelas equações de Kohn-Sham. Na
aproximação de Kohn-Sham nós supomos um sistema de elétrons não interagentes possuindo a
mesma densidade que o sistema físico já estudado. O funcional do estado fundamental F [n(~r)]

pode então ser expresso

F [n] = Ts[n] + UH [n] + EXC [n] (2.6)

onde o funcional Ts[n] é a energia cinética do sistema não interagente e a segunda parte da equa-
ção (2.6) é a energia de Hartree, um termo de interação clássico, correspondente a função de
onda construída como um produto do estado de partículas isoladas. O último termo da expressão
EXC [n] é a relacionado à energia de troca-correlação, o qual leva em conta a repulsão quân-
tica elétron-elétron resultante do princípio da exclusão de Pauli (energia de troca) e a energia de
correlação é o termo que permanece desconhecido dentro do funcional F [n(~r)]
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Ec = F [n]− Ts[n]− UH [n]− EX (2.7)

Nós agora podemos resolver o problema de uma única partícula em um potencial vs(~r), des-
crito pela equação de Kohn-Sham

(
−1

2
∇2 + vs(~r)

)
φi(~r) = Eiφi(~r) (2.8)

onde

vs(~r) = V (~r) +

∫
d3r′

n(~r′)

|~r − ~r′|
+ EXC [n](~r) (2.9)

e

UH [n](~r) =

∫
d3r′

n(~r′)

|~r − ~r′|
(2.10)

É importante notar que a solução da equação (2.8) necessita de um procedimento auto-consistente.
Começamos com um "chute"inicial para a densidade do sistema não interagente, o qual determina
o potencial vs[n]. Então a equação (2.8) pode ser resolvida, e a densidade obtida

∑
i |φi(~r)|2 com-

parada com a do passo anterior, esse passo é repetido reiteradas vezes até que haja uma convergên-
cia entre a densidade vs[n] e a densidade obtida

∑
i |φi(~r)|2, obtida a convegência essa densidade

é definida como a densidade do estado fundamental, minimizando o funcional da energia para o
sistema físico

E[n] = 〈Ψ[n]| T̂ + V̂s |Ψ[n]〉 (2.11)

Existem muitas formas de aproximação para o funcional de troca-correlação, uma delas é a apro-
ximação da densidade local (LDA), que é expressa

ELDA
XC =

∫
d~rf(n(~r)) (2.12)

onde f(n) é uma função de n (densidade do estado fundamental). Algumas outras aproximações
incluem a aproximação generalizada do gradiente (GGA), expressando EXC dependente dos gra-
dientes da densidade n, também temos a aproximação da densidade local do spin (LSDA) , que é
uma generalização com escala de spin da LDA e permite que as equações sejam resolvidas com
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a inclusão do spin.

Figura 2.3: (a) Estrutura da banda do MoS2 no caminho M → Γ → K → M , obtidos através do cálculo DFT (b)
Densidade dos Estados.

Métodos Ab-initio como o DFT, são muito úteis para uma análise inicial das propriedades
de um material, pois necessitam de poucas informações do sistema, tais como tipos de átomos
e geometria do cristal/molécula. Os dados obtidos desses métodos podem ser utilizados na ob-
tenção de parâmetros para se fazer um cálculo de MTB. Os parâmetros de MTB ainda não estão
muito bem definidos na literatura para o MoS2, havendo muita discrepância entre os mesmos em
diferentes artigos (4, 6, 7, 8, 9, 38), motivo pelo qual é importante realizar o ajuste desses parâ-
metros com o cálculo de métodos Ab-initio, visando garantir resultados coerentes na realização
do método de MTB. A Fig (2.3) (a) mostra que a estrutura da banda da monocamada de MoS2.
Vimos que este material é com banda direta nos pontos K e K’. A Fig (2.3) (b) illustra a densidade
dos estados, percebemos um grande gap na banda; esses dados foram obtidos utilizando o pacote
Quantum Espresso (3), o qual utiliza como funções de base as ondas planas, com pseudopotenci-
ais totalmente relativísticos ("full relativistic") sobre a aproximação do funcional de gradiente de
Perdew-Burke-Ernzerhof (PBE) e um grid de 15× 15× 2 ~k.
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2.3 O MÉTODO DE TIGHT-BINDING

Um átomo isoladamente possui níveis eletrônicos próprios os quais variam e dependem de
suas características fundamentais. Quando dois átomos ou mais se aproximam, os estados dos
átomos se acoplam obtendo uma nova estrutura para o sistema como um todo, a aglomeração
periódica de átomos numa única estrutura forma o que se entende por estrutura cristalina. Em
um material isolante, a superposição das funções de onda dos elétrons de valência nos átomos
da rede cristalina é baixa, devido ao fato de estarem bem localizadas junto ao núcleo atômico e
possuirem forte atração eletrostática com o mesmo. Para um material condutor, essa superposi-
ção das funções de onda é grande e os elétrons atingem grande mobilidade através do sólido. Os
materiais semicondutores estão no meio dessa classificação, possuindo uma distribuição eletrô-
nica não muito bem localizada, e com uma baixa superposição entre os elétrons de valência dos
átomos vizinhos. O MTB é útil nesses casos, em que a sobreposição das funções de onda entre
esses dois átomos vizinhos são suficientemente grandes para que sejam exigidas correções nas
funções de onda de átomos isolados, mas não tão grandes a ponto de tornar a descrição atômica
irrelevante. Dessa maneira, assume-se que o Hamiltoniano, Hrede, de toda rede cristalina pode
ser aproximado, na vizinhança de cada ponto da rede, pelo Hamiltoniano, H, do átomo localizado
nesse ponto. Porém, isso traz algumas desvantagens, pois esse método não nos permite incluir
espectros contínuos (não sendo possível a descrição de níveis acima das bandas de condução).
Para se encontrar as bandas de energia num sólido cristalino, temos que resolver a equação de
Schrödinger, independente do tempo:

H |Ψn〉 = En |Ψn〉 , (2.13)

sendo o Hamiltoniano escrito como:

H =
p2

2m
+
∑
~R

V(~r − ~R), (2.14)

onde o primeiro termo é a energia cinética do elétron, o segundo termo caracteriza o potencial
periódico e ~r − ~R é a distância entre o elétron e o núcleo do átomo. A auto-função Ψn(~k, ~r) é
uma função expressa como combinação linear de funções orbitais atômicas de Bloch φn′(~k, ~r)
para cada nível n e centrada em um átomo na origem. Cabe salientar que as funções atômicas de
Bloch só devem ser utilizadas para estruturas periódicas. De forma que:

Ψn(~k, ~r) =

j∑
n′=1

cnn′(~k)φn′(~k, ~r), (2.15)
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em que cnn′(~k) são os coeficientes a serem determinados, φn′(~k, ~r) é escrito como:

φn′(~k, ~r) =
1√
N

N∑
~R

ei
~k. ~Rϕn(~r − ~R); (n = 1, 2...j) (2.16)

ϕn são os orbitais atômicos. O fator de fase ei~k. ~R tem a periodicidade da rede e o número de
funções de onda na célula unitária é dado por j. Portanto, temos j funções de Bloch no sólido
para um dado ~k. As funções de Bloch são invariáveis por translações dos vetores da rede:

φn(~k, ~r + ~a) =
1√
N

N∑
~R

ei
~k. ~Rϕn(~r + ~a− ~R)

= ei
~k.~a 1√

N

N∑
~R

ei
~k. ~Rϕn(~r − (~R− ~a))

= ei
~k.~aφn(~k, ~r). (2.17)

Como a auto-função Φn(~k, ~r) também precisa satisfazer o teorema de Bloch (2.17), o somatório
da equação (2.15) é tomada somente para orbitais de Bloch φn′(~k, ~r) com o mesmo valor de ~k.

O n-ésimo auto estado En(~k), como função de de ~k é dado por:

En(~k) =
〈Ψn|H |Ψn〉
〈Ψn| Ψn〉

=

∫
drΨ∗nHΨn∫
drΨ∗nΨn

(2.18)

Substituindo (2.15) em (2.18) e modificando os índices mudos temos:

Ei(~k) =

∑j
n,n′=1 c

∗
incin′ 〈φn|H |φn′〉∑j

n,n′=1 c
∗
incin′ 〈φn| φn′〉

≡
∑j

n,n′=1 Hnn′(~k)c∗incin′∑j
n,n′=1 Snn′(~k)c∗incin′

. (2.19)

Hnn′(~k) são conhecidos como elementos da integral de transferência (hopping), pois descrevem
a troca dos elétrons entre os diferentes átomos da rede. Snn′(~k) são os elementos da integral da
matriz de sobreposição (overlap) os quais representam a sobreposição dos orbitais, sendo a base
ortoganal quando Snn′(~k) = 0, temos por definição:

Hnn′(~k) = 〈φn|H |φn′〉 (2.20)

Snn′(~k) = 〈φn| φn′〉 (2.21)
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Quando se fixam os valores das matrizes Hnn′(~k) e Snn′(~k) na equação acima para um dado ~k, o
coeficiente c∗in é otimizado minimizando a energia Ei(~k). Vendo que o coeficiente c∗in também é
função de ~k, tomamos a derivada parcial para c∗in, enquanto mantemos c∗in′ ,cin′ e cin constantes,
obtendo assim, o mínimo local para energia.

∂Ei(~k)

∂c∗in
=

∑N
n′=1 Hnn′(~k)cin′∑N
n′=1 Snn′(~k)c∗incin′

−
∑N

n′=1 Hnn′(~k)c∗incin′(∑N
n′=1 Snn′(~k)c∗incin′

)2

N∑
n′=1

Snn′(~k)cin′ = 0 (2.22)

Multiplicando os dois lados da equação(2.22) por
∑N

n′=1 Snn′(~k)c∗incin′ e usando a expressão
(2.18) no segundo termo, obtemos

N∑
n′

Hnn′(~k)cin′ = Ei(~k)
N∑
n′

Snn′(~k)cin′ (2.23)

podemos definir cin′ como um vetor coluna:

ci =



ci1
ci2
.

.

.

ciN


(2.24)

com isso escrevemos

Hci = Ei(~k)Sci. (2.25)

Podemos ainda transpor o lado direito da equação (2.25), obtendo-se

[H− Ei(~k)S]ci = 0. (2.26)

Temos como solução trivial ci = 0, para acharmos as soluções não triviais devemos satisfazer a
condição:

det[H− ES] = 0, (2.27)
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conhecida como equação característica de grau j, a qual nos fornece a solução de todos os j
autovalores de Ei(~k)(i = 1, ..., j) para um dado ~k.

2.4 O MÉTODO DE TIGHT-BINDING APLICADO ÀS MONOCAMADAS DOS DCMTS
2H

As monocamadas de DCMTs 2H são compostas por uma camada interior de um metal de
transição de átomos do tipo M (M=Mo,W) ordenados em uma rede triangular, a qual se encontra
intercalada entre duas camadas de um calcogênio de átomos do tipo X (X=S,Se,Te) que também
formam uma rede triangular, formando um arranjo triangular prismático. As camadas X-M-X são
ligadas através das fracas forças de van der Waals. A vista de cima da monocamada dos DCMTs
2H, que possuem a fórmula MX2 é mostrada na Fig 2.4(a).

As coordenadas dos primeiros vizinhos de um átomo do tipo M é mostrada na Fig 2.4(b), onde
θ é o ângulo entre as ligações do tipo M-X e o plano que contêm a rede dos sítios do tipo M.

Figura 2.4: (a) Vista do topo da rede de uma monocamada de DCMT, com a fórmula MX2. As esferas azuis e
amarelas, representam os átomos dos metais de transição (M) e dos calcogênios (X), respectivamente. Os vetores
~R1 e ~R2 são os vetores da rede. (b) Esquema da estrutura atômica de uma camada de DCMT. Os seis vetores ~A±i

conectam os sítios do tipo M (em azul) aos sítios do tipo X (em amarelo), os quais são os vizinhos mais próximos,
com i = 1, 2, 3, separados pela distância l = a/

√
3cosθ nm. θ é o ângulo entre as ligações M-X e o plano dos sítios

M. (c) Primeira zona de Brillouin e os pontos de alta simetria Γ, K and M dos DCMTs na rede recíproca da rede
triangular e seus vetores primitivos ~b1 and ~b2.

As camadas mais externas dos átomos dos tipos M e X são compostas pelos orbitais d e p
respectivamente. As subbandas próximas ao topo da banda de valência e ao nível inferior da
banda de condução possuem contribuições predominantes dos orbitais dz2 , dxy, dx2−y2 . Mesmo
assim os orbitais dxz, dyz dos sítios do tipo M e os orbitais px, py, pz dos sítios do tipo X, além
de outros orbitais mais internos se encontram presentes nas subbandas de mais alta energia. Isso
significa que a contribuição dos orbitais para as bandas de mais baixa energia são principalmente
dos orbitais dz2 , dxy, dx2−y2 . Logo as interações desses orbitais d possuem um importante papel
nas subbandas de mais baixa energia. Consequentemente, no nosso modelo, em contraste com os
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Figura 2.5: Coordenadas das posições dos sítios de uma monocamada de DCMT MX2. As esferas azuis e amarelas
correspondem ao metais de transição (M) e aos calcogênios (X), respectivamente. As setas verdes e vermelhas
correspondem aos vetores de salto que conectam os primeiros (~Si) e segundos vizinhos ( ~Ci), entre átomos de um
mesmo tipo, respectivamente, onde i = 1, ..., 6. As setas roxas correspondem aos vetores de salto que conectam os
primeiros vizinhos ~Ai entre átomos de diferentes tipos (ligações tipo M-X), com i = 1, ..., 3. Com o propósito de
ilustrar, mostramos apenas os vetores de salto ~Ai, porém na realidade cada um deles é composto por dois vetores
~A±i , com + (−) correspondentes aos átomos X no plano superior(inferior).

outros modelos do tipo SK na literatura, nós adicionamos as interações entre segundos vizinhos
do mesmo tipo, além das interações entre primeiros vizinhos do mesmo tipo e primeiros vizinhos
do tipo M-X, desprezando as possíveis demais interações. Os vetores de salto (hopping) são
mostrados na tabela 2.2, sendo que os vetores ~Ai, com i = 1, ..., 3, responsáveis pelas interações
entre primeiros vizinhos do tipo M-X, os vetores ~Si e ~Ci, com i = 1, ..., 6, responsáveis pelas
interações entre primeiros e segundos vizinhos do tipo M-M(X-X) respectivamente.

Neste trabalho, focamos em estudar os cristais periódicos, das monocamadas, de DCMT 2H,
podendo assim denominar os vetores da rede por ~R = ~RI + ~Rτ , onde I e τ corresponem a célula
unitária e ao tipo de átomo (τ = M, Xt and Xb com t and b indicando as camadas superiores
e inferiores) no interior da célula unitária. As funções de Bloch caracterizadas pelo momento
cristalino ~k, são expandidas da seguinte forma:
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Vetores de Salto Salto Coordenadas
~A±1 (m,n)→ (m,n+1) l (0, cosθ,±sinθ)
~A±2 (m,n)→ (m-1,n-1) l

(
−
√

3
2 cosθ,−1

2 cosθ,±sinθ
)

~A±3 (m,n)→ (m+1,n-1) l
(√

3
2 cosθ,−1

2 cosθ,±sinθ
)

~S1 (m,n)→ (m+2,n) a(1, 0, 0)

~S2 (m,n)→ (m+1,n+2) a
(

1
2 ,
√

3
2 , 0

)
~S3 (m,n)→ (m-1,n+2) a

(
−1

2 ,
√

3
2 , 0

)
~S4 (m,n)→ (m-2,n) a(−1, 0, 0)

~S5 (m,n)→ (m-1,n-2) a
(
−1

2 ,−
√

3
2 , 0

)
~S6 (m,n)→ (m+1,n-2) a

(
1
2 ,−

√
3

2 , 0
)

~C1 (m,n)→ (m+3,n+2) d
(√

3
2 ,

1
2 , 0
)

~C2 (m,n)→ (m,n+4) d (0, 1, 0)

~C3 (m,n)→ (m-3,n+2) d
(
−
√

3
2 ,

1
2 , 0
)

~C4 (m,n)→ (m-3,n-2) d
(
−
√

3
2 ,−

1
2 , 0
)

~C5 (m,n)→ (m,n-4) d (0,−1, 0)

~C6 (m,n)→ (m+3,n-2) d
(√

3
2 ,−

1
2 , 0
)

Tabela 2.2: Vetores de salto considerados no nosso modelo e suas respectivas coordenadas relativas com o sítio
(m,n). ~Ai representa os primeiros vizinhos do tipo M -X com i = 1, ..., 3, ~Si e ~Ci correspondem aos primeiros
e segundos vizinhos do tipo M -M /X-X , respectivamente, onde i = 1, ..., 6. l = a/(

√
3 cosθ), d = a

√
3 e

θ = 0, 710 rad.

|τ, ατ , ~k〉 =
1√
N

∑
~RI

ei
~k·( ~RI+ ~Rτ )φατ (~r − ~RI − ~Rτ ), (2.28)

onde N é o número de células unitárias, e φατ corresponde ao orbital ατ do átomo τ , incluindo
os 5 orbitais d dos sítios M e os seis orbitais p dos dois átomos X na célula unitária : (ptx, pty, p

t
z,

d3z2−r2 , dx2−y2 , dxy, dyz, dzx, pbx, pby, p
b
z). Nesta base a matriz do Hamiltoniano é fornecida

〈τ ′, ατ ′, ~k|H|τ, ατ , ~k〉 =
∑
~RI

ei
~k·( ~RI+ ~Rτ− ~Rτ ′ )tατ ′,ατ ( ~RI + ~Rτ − ~Rτ ′) +εατ ,ατ ′δατ ,ατ ′ .(2.29)

A dimensão da matriz do Hamiltoniano é igual ao número de orbitais por átomo multiplicado
pelo número de átomos na célula unitária, o que nos leva a uma matriz 11 × 11 se não consi-
derarmos o spin, caso o mesmo seja considerado, cada orbital poderá ter dois índices de spin,
relacionados a estados spin up ou spin down, o que transforma a matriz do Hamiltoniano em uma
matriz 22 × 22, o caso do spin será estudado na próxima seção. εατ ,ατ corresponde a energia
do sítio do orbital α do átomo τ , tατ ′,ατ ( ~RI + ~Rτ − ~Rτ ′) corresponde às integrais de salto entre
diferentes orbitais e/ou sítios. As autofunções de Bloch |n,~k〉 são caracterizadas pelo índice n,
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correspondente às bandas de energia e o número de onda de Bloch ~k. Essas funções são expan-
didas em termos das funções de base de Bloch mostradas na equação 2.28 com os coeficientes
Cm(n,~k), conforme a seguir,

|n,~k〉 =
∑
τ,ατ

Cm(n,~k)|τ, ατ , ~k〉, (2.30)

onde m é um índice compacto de (τ , ατ ). A rede cristalida das monocamadas dos DCMTs 2H
possuem uma simetria de inversão de espelho ao redor da camada central (composta por sítios
do tipo M) da forma z → -z. Isso nos permite realizar uma transformação unitária, fazendo com
que os orbitais p das camadas inferior e superior dos átomos do tipo X realizem combinações
simétricas e antissimétricas em respeito ao eixo z. A base de orbitais atômicos transformados,
utilizada em nosso MTB e suas simetrias com relação ao espelhamento do plano xy é mostrada
na tabela 2.3. Dessa forma, o modelo de 11 bandas é desacoplado em um bloco 6 × 6 como
simetria(antissimetria) dos orbitais px e py (pz) com respeito à inversão z→ -z, e um bloco 5 × 5
com a combinação oposta. Com esse arranjo nós podemos ajustar os conjuntos de bandas pares
e ímpares de forma separada, fornecendo parâmetros diferentes para cada conjunto. Portanto,
embora o espaço de Hilbert seja reduzido, tanto a banda de condução e de valência na proximidade
do nível de Fermi são bem ajustadas.

Índice Função de Base M1
1 dz2

2 dxy
3 dx2−y2 Par
4 pez=

1√
2

(
ptz − pbz

)
5 pex= 1√

2

(
ptx + pbx

)
6 pey= 1√

2

(
pty + pby

)
7 dxz
8 dyz
9 poz=

1√
2

(
ptz + pbz

)
Ímpar

10 pox= 1√
2

(
ptx − pbx

)
11 poy= 1√

2

(
pty − pby

)
Tabela 2.3: Orbitais atômicos utilizados em nosso MTB e sua simetria sobre a reflexão no plano xy (M1). Os índices
t e b referem-se aos átomos do tipo X nas camadas superiores e inferiores respectivamente. O índice numérico se
refere à ordem em que as funções de base são arranjadas na construção da matriz do Hamiltoniano. O subíndice e e
o indicam se as funções de base são pares ou ímpares, respectivamente.

Os elementos de matriz, para o Hamiltoniano sem spin para os DCMTs 2H, são dados por

HTB =

(
HE 0

0 HO

)
, (2.31)

onde HE/O se refere à matriz associada ao conjunto de orbitais pares/ímpares, dado por
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HE/O =

(
ME/O +H

E/O
M−M H

E/O
M−X

H
E/O †
M−X XE/O +H

E/O
X−X

)
. (2.32)

As matrizes de energia dos sítios são definidas

ME =

Ee
d0

0 0

0 Ee
d1

0

0 0 Ee
d1

 , (2.33)

MO =

(
Eo
d2

0

0 Eo
d2

)
, (2.34)

XE =

Ee
s2

0 0

0 Ee
s1

0

0 0 Ee
s1

 , (2.35)

XO =

Eo
s2

0 0

0 Eo
s1

0

0 0 Eo
s1

 . (2.36)

As matrizes correspondentes aos termos de salto H
E/O
i com i = M-X, M-M and X-X são

definidas por

H
E/O
M−X =

3∑
i=1

ei
~k· ~AiH

E/O
M−X

(
~Ai

)
, (2.37)

H
E/O
M−M =

6∑
i=1

ei
~~k· ~SiH

E/O
M

(
~Si

)
+

6∑
i=1

ei
~k· ~CiH

E/O
M

(
~Ci

)
, (2.38)

H
E/O
X−X = H

E/O
tb +

6∑
i=1

ei
~k· ~SiH

E/O
X

(
~Si

)
+

6∑
i=1

ei
~k· ~CiH

E/O
X

(
~Ci

)
, (2.39)

onde o índice tb se refere ao termo de salto entre os sítios do tipo X nas camadas inferiores para as
superiores, ou vice-versa. Os vetores de salto ~Ai (i = 1, ..., 3), ~Si (i = 1, ..., 6) e ~Ci (i = 1, ..., 6)

são definidos na tabela 2.2.

As matrizes de salto correspondentes à base com simetria par, são definidas por

HE
M−X

(
~A1

)
=


√

2k2 0 2
√

2k1

0
√

2k3 0

2
√

2k10 0
√

2k8

 , (2.40)
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HE
M−X

(
~A2

)
=


√

2k2

√
2k0 −

√
2k1√

2k6

√
2k4

√
2k5

−
√

2k10

√
2k7

√
2k9

 , (2.41)

HE
M−X

(
~A3

)
=


√

2k2 −
√

2k0 −
√

2k1

−
√

2k6

√
2k4 −

√
2k5

−
√

2k10 −
√

2k7

√
2k9

 , (2.42)

HE
M

(
~S1

)
=

 t0 0 −2t2
0 t3 0

−2t2 0 t6

 = HE
M

(
~S4

)
, (2.43)

HE
M

(
~S2

)
=

 t0 t1 t2

t1 t4 t5

t2 t5 t7

 = HE
M

(
~S5

)
, (2.44)

HE
M

(
~S3

)
=

 t0 −t1 t2
−t1 t4 −t5
t2 −t5 t7

 = HE
M

(
~S6

)
, (2.45)

HE
X

(
~S1

)
=

 pe3 0 0

0 pe0 0

0 0 pe3

 = HE
X

(
~S4

)
, (2.46)

HE
X

(
~S2

)
=

 pe3 0 0

0 pe1 pe2
0 pe2 pe4

 = HE
X

(
~S5

)
, (2.47)

HE
X

(
~S3

)
=

 pe3 0 0

0 pe1 −pe2
0 −pe2 pe4

 = HE
X

(
~S6

)
, (2.48)

HE
M

(
~C1

)
=

 u0 u1 u2

u1 u4 u6

u2 u6 u7

 = HE
M

(
~C4

)
, (2.49)

HE
M

(
~C2

)
=

 u0 0 u3

0 u5 0

u3 0 u8

 = HE
M

(
~C5

)
, (2.50)
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HE
M

(
~C3

)
=

 u0 −u1 u2

−u1 u4 −u6

u2 −u6 u7

 = HE
M

(
~C6

)
, (2.51)

HE
X

(
~C1

)
=

 qe1 0 0

0 qe0 qe2
0 qe2 qe3

 = HE
X

(
~C4

)
, (2.52)

HE
X

(
~C2

)
=

 qe1 0 0

0 qe1 0

0 0 qe4

 = HE
X

(
~C5

)
, (2.53)

HE
X

(
~C3

)
=

 qe1 0 0

0 qe0 −qe2
0 −qe2 qe3

 = HE
X

(
~C6

)
, (2.54)

HE
tb =

 −he2 0 0

0 he1 0

0 0 he1

 . (2.55)

As matrizes de salto correspondentes à base com simetria ímpar, são definidas por

HO
M−X

(
~A1

)
=

(
0

√
2k15 0

−2
√

2k14 0
√

2k12

)
(2.56)

HO
M−X

(
~A2

)
=

(√
2k18

√
2k16

√
2k17√

2k14

√
2k11

√
2k13

)
(2.57)

HO
M−X

(
~A3

)
=

(
−
√

2k18

√
2k16 −

√
2k17√

2k14 −
√

2k11

√
2k13

)
(2.58)

HO
M

(
~S1

)
=

(
t11 0

0 t8

)
= HO

M

(
~S4

)
(2.59)

HO
M

(
~S2

)
=

(
t12 t10

t10 t9

)
= HO

M

(
~S5

)
(2.60)

HO
M

(
~S3

)
=

(
t12 −t10

−t10 t9

)
= HO

M

(
~S6

)
(2.61)
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HO
X

(
~S1

)
=

 po3 0 0

0 po0 0

0 0 po3

 = HO
X

(
~S4

)
(2.62)

HO
X

(
~S2

)
=

 po3 0 0

0 po1 po2
0 po2 po4

 = HO
X

(
~S5

)
(2.63)

HO
X

(
~S3

)
=

 po3 0 0

0 po1 −po2
0 −po2 po4

 = HO
X

(
~S6

)
(2.64)

HO
M

(
~C1

)
=

(
u12 u11

u11 u9

)
= HO

M

(
~C4

)
(2.65)

HO
M

(
~C2

)
=

(
u13 0

0 u10

)
= HO

M

(
~C5

)
(2.66)

HO
M

(
~C3

)
=

(
u12 −u11

−u11 u9

)
= HO

M

(
~C6

)
(2.67)

HO
X

(
~C1

)
=

 qo1 0 0

0 qo0 qo2
0 qo2 qo3

 = HO
X

(
~C4

)
(2.68)

HO
X

(
~C2

)
=

 qo1 0 0

0 qo1 0

0 0 qo4

 = HO
X

(
~C5

)
(2.69)

HO
X

(
~C3

)
=

 qo1 0 0

0 qo0 −qo2
0 −qo2 qo3

 = HO
X

(
~C6

)
(2.70)

HO
tb =

 ho2 0 0

0 −ho1 0

0 0 −ho1

 , (2.71)

onde k, t, p, u, q e h são os parâmetros de salto definidos em termos dos parâmetros de Slater-
Koster (SK) (veja a tabela 1 e a tabela 2). Suas respectivas expressões se encontram nos apêndices
2 e 3.
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Figura 2.6: Estrutura da banda das monocamadas de DCMTs 2H, para spin degenerado, ao longo do caminho M-Γ-
K-M, obtido através do cálculo DFT, através do pacote Quantum Espresso(3), com o funcional de troca-correlação
GGA-PBE, com o pseudopotencial não relativístico, utilizando um Monkhorst pack 15× 15× 2 (pontos vermelhos)
e pelo nosso modelo de Tight-Binding (curvas azuis) para (a) MoS2, (b) MoSe2, (c) MoTe2, (d) WS2 e (e) WSe2,
respectivamente.

Os parâmetros de SK utilizados no modelo foram obtidos através de um ajuste feito em cima
de um cálculo DFT, rodado no pacote Quantum Espresso (3) utilizando o funcional de troca-
correlação GGA-PBE, não-relativístico, em um grid 15 × 15 × 2, na Fig 2.6 podemos ver o
resultado obtido pelo set de parâmetros obtidos comparado com o DFT.

2.5 EFEITO DO ACOPLAMENTO SPIN-ÓRBITA INTRÍNSECO

O acoplamento spin-órbita (SOC) é um fenômeno relativístico, que entra como um termo de
correção das energias na equação de Schrödinger. Esta interação é responsável pela divisão dos
níveis de energia levando à observação de gaps em moléculas e átomos. A interação spin-órbita
acontece devido ao fato de que o elétron sente um campo elétrico devido ao núcleo atômico, que
consequentemente faz que este elétron experimente um campo magnético efetivo, o qual se acopla
ao momento magnético do elétron. Sendo dado por

Hso = ξ(r) ~L.~S (2.72)
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Orbital |s〉 |px〉 |py〉 |pz〉
〈s| 0 0 0 0

〈px| 0 0 −isz isy
〈py| 0 isz 0 −isx
〈pz| 0 −isy isx 0

Tabela 2.4: Resultado do termo ~L.~S para os orbitais atômicos s e p.

Orbital |dxy〉
∣∣dx2−y2

〉
|dxz〉 |dyz〉 |dz2〉

〈dxy| 0 2isz −isx isy 0〈
dx2−y2

∣∣ −2isz 0 isy isx 0

〈dxz| isx −isy 0 −isz i
√

3sy
〈dyz| −isy −isx isz 0 −i

√
3sx

〈dz2 | 0 0 −i
√

3sy i
√

3sx 0

Tabela 2.5: Resultado do termo ~L.~S para os orbitais atômicos d.

onde o termo ξ(r) = 1
2m2c2r

dV
dr

é o parâmetro de acoplamento spin-órbita, m é a massa do elétron,
c é a velocidade da luz, ~L é o momento angular do elétron e ~S é o momento angular do spin. O
potencial de Coulomb é dado por

V (r) =
Ze2

4πε0r
(2.73)

onde Z é o número atômico e ε0 a constante dielétrica, de forma que o parâmetro ξ(r), resulta

ξ(r) = − Ze2

8πε0m2c2

1

r3
(2.74)

podemos definir uma constante de estrutura fina α, da forma

α =
e2

4πε0~c
≈ 1

137
(2.75)

onde α é uma constante adimensional que caracteriza a força da interação eletromagnética, com
isso podemos escrever Hso da seguinte forma

Hso =
Zα~

2m2cr3
~L.~S (2.76)

Com as equações para o modelo sem SOC descritas na subseção anterior, nós estamos prontos
para extender nosso modelo para estudarmos os efeitos do SOC nos DCMTs 2H, o que algumas
vezes é negligenciado em modelos de Tight-Binding mais simples. Isso pode ser feito adicio-
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nando o termo de SOC ao sistema. Nós assumimos que os efeitos relativísticos apenas afetam
os elementos inter-atômicos da matriz do Hamiltoniano, isto é, o SOC acopla apenas estados
inter-atômicos com momento angular diferente de zero. Com o Hamiltoniano expresso na base
escolhida na subseção anterior, divido em parte par HE e parte ímpar HO. O termo de SOC é
inserido no Hamiltoniano, através da seguinte expressão

HSOC =
∑
α

λα
~
~Lα. ~Sα, (2.77)

onde λα é a intensidade do acoplamento spin-órbita intrínseco para um átomo α (do tipo M ou
X), ~Lα é o operador momento angular do respectivo átomo, e ~Sα é o operador eletrônico do spin.
Considerando o grau de liberdade do spin, o número de bases é dobrado, conforme mostrado na
tabela (2.6).

Índice Função de Base Spin M1
1 dz2 ↑
2 dxy ↑
3 dx2−y2 ↑ Par, ↑
4 pez=

1√
2

(
ptz − pbz

)
↑

5 pex= 1√
2

(
ptx + pbx

)
↑

6 pey= 1√
2

(
pty + pby

)
↑

7 dxz ↑
8 dyz ↑
9 poz=

1√
2

(
ptz + pbz

)
↑ Ímpar, ↑

10 pox= 1√
2

(
ptx − pbx

)
↑

11 poy= 1√
2

(
pty − pby

)
↑

12 dz2 ↓
13 dxy ↓
14 dx2−y2 ↓ Par, ↓
15 pez=

1√
2

(
ptz − pbz

)
↓

16 pex= 1√
2

(
ptx + pbx

)
↓

17 pey= 1√
2

(
pty + pby

)
↓

18 dxz ↓
19 dyz ↓
20 poz=

1√
2

(
ptz + pbz

)
↓ Ímpar, ↓

21 pox= 1√
2

(
ptx − pbx

)
↓

22 poy= 1√
2

(
pty − pby

)
↓

Tabela 2.6: Orbitais atômicos utilizados em nosso MTB com SOC e sua simetria sobre a reflexão no plano xy (M1).
Os índices t e b referem-se aos átomos do tipo X nas camadas superiores e inferiores respectivamente. O índice
numérico se refere à ordem em que as funções de base são arranjadas na construção da matriz do Hamiltoniano. O
subíndice e e o indicam se as funções de base são pares ou ímpares, respectivamente.

O Hamiltoniano com SOC para as monocamadas de DCMTs 2H é dado explicitamente por
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HTotal =

(
HTB 0

0 HTB

)
+

(
H↑↑SO H↑↓SO
H↓↑SO H↓↓SO

)
, (2.78)

onde HTB é a matriz do Hamiltoniano obtida na subseção anterior, e

H↑↑SO =

(
H↑↑SO1 0

0 H↑↑SO2

)
, (2.79)

H↑↓SO =

(
0 H↑↓SO1

H↑↓SO2 0

)
, (2.80)

H↓↑SO =

(
0 H↓↑SO1

H↓↑SO2 0

)
, (2.81)

H↓↓SO =

(
H↓↓SO1 0

0 H↓↓SO2

)
, (2.82)

H↑↑SO1 =



0 0 0 0 0 0

0 0 iλM 0 0 0

0 −iλM 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 − i
2
λX

0 0 0 0 i
2
λX 0


, (2.83)

H↑↑SO2 =


0 − i

2
λM 0 0 0 0

i
2
λM 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 − i
2
λX

0 0 0 0 i
2
λX 0

 , (2.84)

H↑↓SO1 =



−
√

3
2
λM i

√
3

2
λM 0 0 0

−iλM
2

λM
2

0 0 0
λM
2

iλM
2

0 0 0

0 0 0 −λX
2

iλX
2

0 0 λX
2

0 0

0 0 −iλX
2

0 0


, (2.85)
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H↑↓SO2 =



√
3

2
λM iλM

2
−λM

2
0 0 0

−i
√

3λM
2

−λM
2
−iλM

2
0 0 0

0 0 0 0 −λX
2

iλX
2

0 0 0 λX
2

0 0

0 0 0 −iλX
2

0 0

 , (2.86)

H↓↑SO1 =



√
3

2
λM i

√
3

2
λM 0 0 0

−iλM
2

−λM
2

0 0 0

−λM
2

iλM
2

0 0 0

0 0 0 λX
2

iλX
2

0 0 −λX
2

0 0

0 0 −iλX
2

0 0


, (2.87)

H↓↑SO2 =


−
√

3
2
λM iλM

2
λM
2

0 0 0

−i
√

3λM
2

λM
2
−iλM

2
0 0 0

0 0 0 0 λX
2

iλX
2

0 0 0 −λX
2

0 0

0 0 0 −iλX
2

0 0

 , (2.88)

H↓↓SO1 =



0 0 0 0 0 0

0 0 −iλM 0 0 0

0 iλM 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 i
2
λX

0 0 0 0 − i
2
λX 0


, (2.89)

H↓↓SO2 =


0 i

2
λM 0 0 0 0

− i
2
λM 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 i
2
λX

0 0 0 0 − i
2
λX 0

 . (2.90)

α Mo W S Se Te
λα -0.0806 0.2754 -0.0536 -0.0820 -0.2470

Tabela 2.7: parametros SOC em eV para os metais de transição (α = Mo,W ) e calcogênios (α = S, Se, Te).

Os parâmetros de SOC listados na tabela 2.7 foram obtidos através de um ajuste feito em
cima de um cálculo DFT, rodado no pacote Quantum Espresso (3) utilizando o funcional de
troca-correlação GGA-PBE, totalmente relativístico, em um grid 15 × 15 × 2; os parâmetros de
SK utilizados foram os mesmos do caso sem SOC. Na Fig 2.7, podemos observar a qualidade dos
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Figura 2.7: Estrutura da banda das monocamadas de DCMTs 2H, com SOC, ao longo do caminho M-Γ-K-M, obtido
através do cálculo DFT, através do pacote Quantum Espresso(3), com o funcional de troca-correlação GGA-PBE,
com o pseudopotencial totalmente relativístico. Utilizando um Monkhorst pack 15 × 15 × 2 (pontos vermelhos) e
pelo nosso modelo de Tight-Binding (curvas azuis) para (a) MoS2, (b) MoSe2, (c) MoTe2, (d) WS2 e (e) WSe2,
respectivamente.

parâmetros de spin-órbita obtidos para esses materiais, quando comparados ao cálculo de DFT.

2.6 COMPARAÇÃO DO MODELO APRESENTADO COM A LITERATURA

Com o intuito de desenvolver um modelo de Tight-Binding aprimorado, nós temos de analisar
as vantagens e desvantagens de cada um dos sete modelos selecionados nesse trabalho, temos:
o modelo de 3 bandas com primeiros vizinhos do tipo M-M do Xiao(4), com um total de 8
parâmetros, o modelo de 3 bandas com terceiros vizinhos do tipo M-M, do mesmo autor (4),
com 19 parâmetros, o modelo de 5 bandas, com terceiros vizinhos do tipo M-M, do Wu (5),
com 28 parâmetros, o modelo de 6 bandas, com primeiros vizinhos do tipo M-X e M-M/X-X,
do Rostami (6), com 11 parâmetros, o modelo de 11 bandas, também com primeiros vizinhos do
tipo M-X e M-M/X-X, da Capellutti (7), com 12 parâmetros, o modelo de 11 bandas, com os
mesmos vizinhos do anterior, da Ridolfi (8), com 12 parâmetros e o modelo de 11 bandas, com
primeiros vizinhos do tipo M-X e M-M/X-X e segundos vizinhos do tipo M-X, do Fang (9), com
36 parâmetros.

Para fazer isso, nós inicialmente realizamos um cálculo de primeiros princípios, utilizando
o pacote de DFT Quantum Espresso (3), com o funcional de troca-correlação GGA-PBE e um
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Figura 2.8: Estrutura da banda da monocamada de MoS2 ao longo do caminho M-Γ-K-M, obtido através do cálculo
de DFT, com funcional de troca-correlação GGA-PBE, com pseudo-potencial não relativístico, com um Monkhorst
pack 15× 15× 2 , utilizando o pacote Quantum Espresso (3) (pontos vermelhos) e pelos diversos modelos de Tight-
Binding (curvas azuis). (a) Modelo de 3 bandas do Xiao, com primeiros vizinhos do tipo M-M, com 8 parâmetros
(4), (b) Modelo de 3 bandas do Xiao, com terceiros vizinhos do tipo M-M, com 19 parâmetros (4), (c) Modelo de 5
bandas do Wu, com 28 parâmetros (5), (d) Modelo de 6 bandas do Rostami, com 11 parâmetros (6), (e) Modelo de 11
bandas da Capellutti, com 12 parâmetros(7), (f) Modelo de 11 bandas da Ridolfi, com 12 parâmetros (8), (g) Modelo
de 11 bandas do Fang, com 36 parâmetros (9) e (h) nosso modelo de 11 bandas com 31 parâmetros. Os índices TG
e SK nas figuras referem-se ao modo como os parâmetros de salto foram definidos, TG através de teoria de grupos e
SK através da aproximação de dois centros de Slater-Koster.

pseudopotencial não relativístico, com um Monkhorst pack 15×15×2, após isso nós cálculamos
a estrutura da banda com esses sete modelos de Tight-Binding, para monocamadas de MoS2, da
literatura. Após isso nós comparamos os resultados, da estrutura da banda desses modelos, com
o apresentado pelo cálculo de DFT, conforme mostrado na Fig 2.8. Nós achamos que os modelos
com menos orbitais atômicos como base, conseguem reproduzir, com fidelidade, apenas alguns
poucos níveis de energia, mais próximos ao nível de Fermi. Dependendo da forma como for
implementado, o modelo de 11 bandas, pode nos dar um estrutura da banda confiável para um
grande número de estados, por isso escolhemos construir um modelo com esse número de bandas.

Na Fig 2.8 (a) e (b) nós vemos o modelo de 3 bandas do Xiao Di (4), com primeiros e terceiros
vizinhos do tipo M-M respectivamente. Esse modelo utiliza apenas os orbitais d (orbitais com
índices 1,2 e 3 mostrados na tabela 2.3) como funções de base atômicas, além disso os parâmetros
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Figura 2.9: Estrutura da Banda, com SOC, ao longo do caminho M-Γ-K-M (figura da esquerda) e sua Densidade
dos Estados (DdE) (figura da direita) para as seguintes monocamadas de DCMTs: (a) MoS2, (b) MoSe2, (c) MoTe2,
(d) WS2 e (e) WSe2.

de salto são definidos através da teoria de grupos. O modelo de primeiros vizinhos, que possui
apenas 8 parâmetros, produz bons resultados nas proximidades dos pontos de alta simetria K,
porém não faz o mesmo para o ponto Γ na banda de condução, diferente do modelo de terceiros
vizinhos, que possui 19 parâmetros e apresenta um ajuste muito melhor das bandas para com o
resultado do DFT. É importante salientar que o modelo de primeiros vizinhos dá origem ao mo-
delo k.p do Xiao Di (35), obtido ao se fazer uma expansão de primeira ordem das exponenciais,
centradas no ponto de alta simetria K(K’), o mesmo possui diversas aplicações para esses materi-
ais (84, 85, 60). Como esse modelo apenas considera diretamente os orbitais d, e indiretamente,
através da escolha do grupo de simetria D3h, os orbitais p, ele não nos permite realizar cálculos
com defeitos de vacância dos átomos do tipo X, sendo essa uma das principais desvantagens do
modelo, além disso a construção por teoria de grupos gera um assimetria dos orbitais (41), o que
impossibilita a construção de alguns tipos de geometria, como as nanofitas do tipo armchair. Na
Fig 2.8(c) nós temos o modelo de 5 bandas do Wu (5), construído da mesma forma que o modelo
do Xiao Di, porém agora com a adição dos outros dois orbitais d (possuindo a base com os or-
bitais de índice 1,2,3,7,8), esse modelo possui um ajuste muito bom das bandas, um total de 28
parâmetros, possuindo as mesmas vantagens e desvantagens apresentadas no modelo do Xiao Di.

Na Fig 2.8 (d) nós temos o modelo do Rostami (6), esse modelo apresenta um total de 6
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bandas (índice 1 a 6), e seus termos de salto são definidos atrávés da aproximação de dois centros
SK, utilizando apenas 11 parâmetros. Uma das maiores desvantagens desse modelo é o fato de
apresentar apenas duas bandas bem ajustadas, a vantagem se encontra na simplicidade do mesmo
e do fato de apresentar uma massa efetiva confiável na proximidade do ponto de alta simetria K.
Este modelo já foi aplicado para alguns cálculos de nanofitas (86).

Na Fig 2.8 (e) nós temos o modelo de 11 bandas da Capellutti (7), esse modelo define os
parâmetros de salto através da aproximação SK e utiliza a mesma base do modelo proposto nesse
trabalho (índice 1 ao 11), esse é um dos poucos modelos que extende os parâmetros para as
geometrias do bulk e multicamadas, entretanto ele não possui um bom ajuste para qualquer geo-
metria. Uma das grandes desvantagens desse modelo é a mesma do modelo anterior, é proposto
um modelo com 11 bandas, porém que apresenta apenas duas bandas confiáveis, esse modelo
apenas pega a massa efetiva correta em torno do ponto K, para a banda de valência, o resultado
da banda de condução não é satisfatório. A grande vantagem desse modelo é que o mesmo utiliza
apenas 12 parâmetros para a monocamada, e assim como o modelo anterior (6) considera apenas
os primeiros vizinhos do tipo M-X e M-M/X-X, a utilização de poucos vizinhos facilita cálculos
de transporte. Na Fig 2.8 (f) nós apresentamos o modelo de 11 bandas, da Ridolfi (8), o qual
possui a mesma base e praticamente as mesmas equações que o modelo anterior (7), a grande
vantagem desse modelo é que o mesmo apresenta 5 bandas bem ajustadas, utilizando apenas 12
parâmetros, isso é uma grande vantagem, porém as demais bandas estão inconsistentes, não tendo
qualquer semelhança ao resultado de primeiros princípios, esse modelo já foi aplicada para trans-
porte na literatura (87). Nesta figura podemos ver que o modelo não captura o mesmo bandgap
do DFT, que utilizamos nesse trabalho; isso ocorre pois esse modelo fora ajustado utilizando o
funcional de troca-correlação HSE06, o qual fornece um bandgap maior, ao invés do GGA-PBE,
esse modelo também não apresenta uma composição dos orbitais confiável, superestimando a
contribuição dos orbitais d e subestimando a composição dos orbitais p na densidade dos estados
(DdE).

Na Fig 2.8 (g) nós temos o modelo de 11 bandas do Fang (9), esse modelo utiliza a mesma
base que o modelo proposto nesse projeto (índice 1 ao 11), ele utiliza teoria de grupos para
definir os 36 parâmetros de salto e considera os primeiros vizinhos do tipo M-X e M-M/X-X,
além dos segundos vizinhos do tipo M-X. Esse modelo apresenta atualmente o melhor ajuste para
as monocamadas de DCMTs, da literatura, entregando 11 bandas confiáveis, muito próximas ao
DFT, entretanto esse modelo peca em pegar a massa efetiva correta na banda de valência nas
proximidades do ponto Γ, ele também apresenta as mesmas dificuldades dos demais modelos
construídos por teoria de grupos, devido a assimetria dos orbitais (41).

Na Fig 2.8 (h) nós temos o modelo de 11 bandas proposto nesse trabalho, esse modelo utiliza
a base mostrada na tabela 2.3, e os 31 parâmetros de SK mostrados nas tabelas 1 e 2 mostradas
no apêndice. Esse modelo considera os primeiros e segundos vizinhos do tipo M-M/X-X e os
primeiros vizinhos do tipo M-X, durante o procedimento de ajuste de parâmetros nós observamos
que os parâmetros correspondentes aos segundos vizinhos do tipo M-X eram muito pequenos
quando comparados aos demais, o que nos permitiu negligenciá-los. As principais interações nos
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DCMTs 2H ocorrem no mesmo plano, isso explica o porque de modelos que consideram apenas
os orbitais d (4, 5) ainda apresentarem uma estrutura da banda bem ajustada. O ajuste para os
demais DCMTs 2H desse modelo com e sem SOC, são apresentados nas Figs 2.7 e 2.6 respec-
tivamente. Com o intuito de apresentar a separação correta, da banda de valência no ponto K,
devido ao SOC, nós tivemos que sacrificar a precisão de 3 bandas, entregando apenas 8 bandas
confiáveis; entretando esse modelo é o que possui o melhor ajuste, se comparado com os demais
modelos do tipo SK, sendo suficientemente confiável para o cálculo de outras geometrias, além
disso esse modelo apresenta uma composição confiável dos orbitais atômicos, entregando uma
DdE compatível ao apresentado pelo cálculo DFT. A DdE dos DCMTs 2H, com SOC, calculada
através desse modelo de Tight-Binding é mostrada na Fig 2.9, esse resultado mostra que o modelo
proposto, além de possuir um boa estrutura da banda, ainda nos fornece, com uma razoável preci-
são, a correta contribuição de cada orbital, isso é muito importante para cálculos que necessitam
do auto-vetor do MTB, tais como cálculos de absorção óptica, curvatura de Berry e transporte.

2.7 O MÉTODO DE TIGHT-BINDING APLICADO ÀS NANOFITAS DAS MONOCA-
MADAS DE DCMTS

Quando a geometria dos DCMTs 2H é alterada interessantes fenômenos e novas propriedades
podem surgir (88). Uma nanofita (NF) é por definição o resultado do confinamento da monoca-
mada em uma das direções do eixo cartesiano, nesse trabalho estudaremos apenas as nanofitas
com os tipos de borda zig-zag e armchair, sendo que nas do tipo zig-zag (NFZZ) o confinamento
é na direção ŷ e nas nanofitas armchair (NFAC) esse mesmo confinamento é na direção x̂; não
havendo confinamento na direção oposta.

Por exemplo, quando a monocamada de MoS2 é transformada em uma NFZZ, ela muda de
um semicondutor para um metal. Adicionalmente, ela também exibe um comportamento fer-
romagnético (86, 89). Porém de forma contrastante, quando a monocamada de MoS2 se torna
uma NFAC, um pequeno gap se forma entre os estados de borda, sendo que eles apresentam um
comportamento não magnético e características semicondutoras. Quando a largura da nanofita
aumenta, o "gap"da banda converge para um valor constante de 0.56 eV. Embora as proprieda-
des físicas das NFs sejam amplamente estudadas, tanto teóricamente quanto experimentalmente,
o conhecimento sobre as NFs dos demais DCMTs 2H ainda é muito pequeno. Como sabemos
o método mais direto para estudarmos essas estruturas é construirmos suas células unitárias no
espaço real e aplicarmos as propriedades de translação, oriundas do teorema de Bloch, na direção
permitida. As simulações de primeiros princípios e o MTB são duas ferramentas muito poderosas
para esse tipo de estudo, entretanto devido a possibilidade da célula unitária possuir um número
elevado de átomos, além dos metais de transição por si só tornarem o cálculo mais pesado, o
MTB se torna ideal para esse tipo de estudo, pois um modelo bem ajustado propicia propriedades
similares ao DFT a um custo computacional muito menor (tanto em tempo de máquina como em
consumo de memória RAM).
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2.7.1 Nanofitas do tipo Zig-Zag

A célula unitária da NFZZ pode ser determinada conforme mostrado na Fig 2.10. Mesmo
assim, agora nossa célula unitária se torna muito maior que a da monocamada, devido a quebra
da simetria de translação na direção ŷ, vide Fig 2.10, onde m = 1, 2 e n = 1, 2, ..., nmax. De
forma que nmax corresponde ao número de sítios na célula unitária.

Figura 2.10: Vista superior da rede cristalina de uma monocamada de MX2. A área sombreada se refere à célula
unitária de uma NFZZ. A posição dos sítios na rede são definidas pelas coordenadas (m,n).

A estrutura da banda do sistema pode ser calculada usando tanto o conjunto completo dos
orbitais, mencionados no modelo de Tight Binding de 11 bandas, como pode ser suficientemente
bem descrito, ao redor do nível de Fermi apenas com o conjunto par das bandas (6, 87). Com
o intuito de reduzirmos ainda mais o custo computacional optaremos pelo uso dos orbitais per-
tencentes ao subespaço par. Adicionalmente ao considerarmos apenas esse subespaço os termos
referentes ao SOC relacionados aos termos cruzados somem, tornado possível calcular o Hamil-
toniano de forma separada para cada tipo de spin, tornando o espaço de Hilbert separado em dois
subespaços que não interagem entre si. O Hamiltoniano da NFZZ pode ser escrito da seguinte
forma:

HZZ(τ) =

(
MZZ(τ) +HZZ

M−M HZZ
M−X

HZZ
X−M XZZ(τ) +HZZ

X−X

)
, (2.91)

onde
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MZZ(τ) =
(
ME + τHSOC

M

)
|m,n〉〈m,n|,

XZZ(τ) =
(
XE +HE

tb + τHSOC
X

)
|m,n〉〈m,n|, (2.92)

com

HSOC
M =

0 0 0

0 0 iλM

0 −iλM 0

 ,

HSOC
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0 0 0

0 0 −iλX
2

0 iλX
2

0

 . (2.93)
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HZZ
X−X = HZZ
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HZZ
M−X = HZZ

MX2|m,n〉〈m− 1, n− 1|
+HZZ

MX2|m,n〉〈m+ 1, n− 1|
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HZZ
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HZZ
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M−X

(
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)
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~A2.x̂ +HE
M−X

(
~A3

)
eikx

~A3.x̂, (2.100)

onde τ é o índice do spin, τ = 1(−1) corresponde aos estados com spin-up (spin-down).

Figura 2.11: Estrutura da banda das NFZZ (a) MoS2, (b) MoSe2, (c) MoTe2, (d) WS2 e (e) WSe2, ao longo de
kx. A largura ao longo do eixo y é determinada por nmax = 200. As curvas azuis e vermelhas correspondem aos
estados com spin-up e -down respectivamente. A,B,C,C’ e D são os pontos de cruzamento da linha pontilhada com
a estrutura da banda das NFZZs. Os dois vales inequivalentes K e K’ estão localizados em Kxa/(2π) = 1/3 e 2/3
respectivamente, sendo a a constante da rede das monocamadas.

A Fig 2.11 mostra a estrutura da banda das NFZZs de MoS2, MoSe2, MoTe2, WS2 e WSe2

com espessura de nmax = 200 ao longo da direção y. Para termos um entendimento mais pro-
fundo da estrutura da banda, vamos focar nossa atenção nos estados localizados nos pontos de
cruzamento da linha tracejada vertical com a estrutura da banda. Por exemplo, os estados rotu-
lados por A,B,C,C’ e D na Fig 2.11(b). Nós observamos que A e D são estados da banda de
condução e valência pertencentes ao "bulk"respectivamente, pois o caráter orbital deles é consis-
tente com os níveis do "bulk"da monocamada. Enquanto os outros três estados, marcados por B,
C e C’ são estados de borda.

Em NFs com muitos átomos, na célula unitária, é simples identificar os estados de borda, pois
esses estados ficam separados dos estados referentes ao "bulk"da monocamada, são estados que
mesmo com o aumento do tamanho da NF eles continuam aparecendo, pois o tamanho da borda
sempre permanece o mesmo, entretanto quando a NF é pequena esses estados são mais difíceis de
se identificar, pois não tem mais o aglomerados de estados de "bulk"para diferenciar os estados de
borda dos demais. Por definição, estados de bordas são estados eletrônicos nos quais os elétrons
estão muito localizados em alguma das bordas do sistema, sendo que tal definição também se
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aplica aos pontos quânticos, enquanto nos estados de "bulk"o elétron se encontra delocalizado
no sistema, tal afirmação é possível de ser verificada analisando os auto vetores oriundos do
Hamiltoniano do sistema, já que eles possuem a contribuição de cada orbital em cada sítio do
sistema, sendo necessário apenas somar todas as contribuições orbitais de cada sítio para se saber
a localização de um estado eletrônico.

Dentre os estados de borda, o estado B possui a maior contribuição dos orbitais d, enquanto C
e C’ possuem contribuição dominante dos orbitais px e py do calcogênio e do orbital d2

z dos átomos
do metal de transição. Além disso os estados C e C’ estão localizados em uma borda da NFZZ,
porém o estado B se encontra na borda oposta. Curiosamente, de forma análoga, a mesma análise
é aplicável às outras NFZZs dos DCMTs 2H, como mostrado na Fig 2.11(d). Consequentemente,
existem três estados de borda com spin separado pelas curvas pontilhadas azuis (spin-up) e ver-
melhas (spin-down), na região de energia do "bandgap"do "bulk". Observe que cones de Dirac
unidimensionais são formados devido ao cruzamento de diferentes estados de borda. Enquanto o
número e a localização desses cones de Dirac unidimensionais para dois spins e vales diferentes
dependem fortemente da composição química do DCMT. Adicionalmente, podemos perceber que
algumas NFZZ, como MoS2, MoTe2 e WS2 possuem comportamento metálico, onde os elétrons
circulam livremente, ou seja, sem a necessidade de qualquer excitação externa, entre os estados
da condução e valência. Mesmo assim, outras NFZZs de DCMTs 2H, como MoSe2 e WSe2, apre-
sentam um pequeno gap entre seus estados de borda. Em outras palavras, nem todas as NFZZs
de DCMTs apresentam comportamento metálico, em vez disso elas podem ser semicondutoras.
Isso está em contradição ao consenso usual relativo às NFZZs de DCMTs 2H serem metálicas
(6, 90, 30).

Os painéis superiores na Fig 2.12 exibem um zoom nos estados de borda ao redor do nível
de Fermi, indicado por uma linha tracejada, nas NFZZs de DCMTs. A,B,C e D são pontos de
cruzamento dos níveis de energia da estrutura da banda com o nível de Fermi. A distribuição
de probabilidade, oriunda da função de onda, desses quatro estados de borda, calculados pelo
MTB, o qual apresenta os resultados esquematicamente nos painéis inferiores da Fig 2.12. Nós
observamos que o número de estados no nível de Fermi, bem como sua localização na célula
unitária, dependem fortemente da composição química do DCMT. Mais especificamente, existem
quatro estados de borda no nível de Fermi do MoS2 para cada componente do spin. Dentre eles, os
estados A e D estão localizados na borda superior da NF, enquanto B e C se encontram na borda
oposta, conforme mostrado na Fig 2.12 (f). Em contraste, apenas dois estados estados de borda,
A e D, são encontrados tanto nas NFZZs de MoSe2 e MoTe2, ambos estados estão localizados na
borda superior das NFs, conforme mostrado na Fig 2.12 (g). Para as NFZZs de WS2, há também
dois estados de borda; mesmo assim, em contraste com o MoSe2 e o MoTe2, eles se encontram na
borda inferior. Para o WSe2 os estados de borda se localizam de forma análoga à NFZZ de MoS2.
Entretanto, o movimento de um elétron tanto para os estados B ou C na Fig 2.12 (i) são ao longo
da direção oposta aos estados correspondentes mostrados na Fig 2.12 (f). Além dessas diferenças,
as distinções mais proeminentes entre essas cinco NFZZs de DCMTs se encontram a seguir. À
primeira vista, a Fig 2.12 (f) parece muito similar à Fig 2.12 (i), porém na realidade, elas exibem
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uma física totalmente diferente. No primeiro caso (NFZZ de MoS2), os quatro estados de borda
são distribuídos em dois vales 1D, de forma que os estados A e B se encontram no vale V1, e C e
D se encontram no vale V2, conforme visto no "inset"da Fig 2.12 (f).

Como será discutido abaixo, o movimento dos elétrons nesses estados nos leva a um efeito
Hall do vale. Entretanto no outro caso (NFZZ de WSe2), nenhum efeito Hall do vale é esperado.
Agora vamos fazer uma análise introspectiva sobre os estados de borda das NFZZ de MoS2, mos-
tradas na Fig 2.12 (f). É intrigante perceber que os estados da borda em vales diferentes circulam
em duas direções opostas, nos levando a uma fraca fase isolante topológica para cada tipo de
spin. Observe também que em cada vale unidimensional (veja V1), ambos os spins circulam na
mesma direção, assim sendo, o sistema se encontra em uma fase de efeito Hall quântico do vale
(para cada spin), protegido pela simetria de inversão temporal. Isto é intimamente análogo ao
efeito spin Hall com elétron de spin polarizado substituídos por portadores de carga com polari-
zação nos vales (26, 35, 91). A física subjacente pode ser entendida da seguinte forma: devido a
quebra da simetria de inversão na estrutura cristalina e ao forte SOC, o MoS2 possui dois vales
degenerados, com uma curvatura de Berry com módulo igual, porém valores opostos. Conse-
quentemente, os elétrons em ambos os vales experimentam campos magnéticos efetivos, os quais
são proporcionais a curvatura de Berry, com igual magnitude porém com sinais opostos (35, 92).
Como resultado, os elétrons de diferentes vales sentem uma força do tipo Lorentz oposta e se
movem em direções perpendiculares opostas à corrente de deriva ("drift current"), resultando em
um efeito Hall quântico do Vale (EHQV). Desde que o EHQV é originado do acoplamento do
pseudospin do vale com a mobilidade orbital dos elétrons, sua existência é determinada pelos
parâmetros físicos dos DCMTs 2H. Notamos também que para um determinado nível de Fermi
(0.875 eV) apenas a NFZZ de MoS2 apresenta EHQV.

2.7.2 Nanofitas do tipo Armchair

Depois de estudarmos as NFZZs, vamos virar nossa atençãos para as nanofitas do tipo arm-
chair (NFAC), nessas nanofitas nós assumimos o confinamento na direção x̂, sendo o sistema
finito nessa direção e infinito na direção ŷ, sendo o tamanho da célula unitária controlado pela
variável mmax, o número de sítios nesse célula unitária corresponde a 2 mmax. A célula unitária
da NFAC é representada esquematicamente na Fig 2.13.

O gap da banda e os níveis de energia dependem da largura da célula unitária, em sua direção
não periódica, como exemplo nesse trabalho, para o cálculo das NFACs utilizamos mmax = 200.
De forma análoga às NFZZ utilizamos os índices (m,n) para localizarmos os sítios no interior
da célula unitária, conforme mostrado na Fig 2.13. A célula unitária é descrita pelo retângulo
sombreado na Fig 2.13, onde o índice m = 1, 2, ...,mmax e o índice n = 1, 2, 3, 4. Da mesma
forma que fizemos na NFZZ, com o intuito de reduzir o custo computacional, utilizamos apenas
o conjunto de orbitais com simetria par, que nos permite calcular o Hamiltoniano com spin-up e
spin-down separadamente. O Hamiltoniano do sistema pode ser escrito da seguinte forma:
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HAC(τ) =
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MAC(τ) +HZZ
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, (2.101)

onde
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M

)
|m,n〉〈m,n|, (2.102)
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)
|m,n〉〈m,n|. (2.103)

HAC
M−M = HAC

M1 |m,n〉〈m,n|+HAC
M2 |m,n〉〈m+ 2, n|

+HAC
M4 (|m,n〉〈m+ 1, n− 2|+ |m,n〉〈m+ 1, n+ 2|)

+HAC
M5 (|m,n〉〈m− 1, n− 2|+ |m,n〉〈m− 1, n+ 2|)

+HAC
M6 (|m,n〉〈m+ 3, n+ 2|+ |m,n〉〈m+ 3, n− 2|)

+HAC
M7 (|m,n〉〈m− 3, n+ 2|+ |m,n〉〈m− 3, n− 2|)

+HAC
M3 |m,n〉〈m− 2, n|, (2.104)

com
HAC
M1 = HE

M

(
~C2

)
eiky

~C2.ŷ +HE
M

(
~C5

)
eiky

~C5.ŷ,

HAC
M2 = HE

M

(
~S1

)
eiky

~S1.ŷ,

HAC
M3 = HE

M

(
~S4

)
eiky

~S4.ŷ,

HAC
M4 =

(
HE
M

(
~S2

)
eiky

~S2.ŷ +HE
M

(
~S6

)
eiky

~S6.ŷ
)
,

HAC
M5 =

(
HE
M

(
~S3

)
eiky

~S3.ŷ +HE
M

(
~S5

)
eiky

~S5.ŷ
)
,

HAC
M6 =

(
HE
M

(
~C1

)
eiky

~C1.ŷ +HE
M

(
~C6

)
eiky

~C6.ŷ
)
,

HAC
M7 =

(
HE
M

(
~C3

)
eiky

~C3.ŷ +HE
M

(
~C4

)
eiky

~C4.ŷ
)
. (2.105)
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HAC
X−X = HAC

X1 |m,n〉〈m,n|+HAC
X2 |m,n〉〈m+ 2, n|

+HAC
X4 (|m,n〉〈m+ 1, n− 2|+ |m,n〉〈m+ 1, n+ 2|)

+HAC
X5 (|m,n〉〈m− 1, n− 2|+ |m,n〉〈m− 1, n+ 2|)

+HAC
X6 (|m,n〉〈m+ 3, n+ 2|+ |m,n〉〈m+ 3, n− 2|)

+HAC
X7 (|m,n〉〈m− 3, n+ 2|+ |m,n〉〈m− 3, n− 2|)

+HAC
X3 |m,n〉〈m− 2, n|, (2.106)
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HAC
X4 = HE

X

(
~S2

)
eiky
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X5 = HE
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(
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)
eiky

~S3.ŷ +HE
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(
~S5

)
eiky

~S5.ŷ,

HAC
X6 = HE

X

(
~C1

)
eiky

~C1.ŷ +HE
X

(
~C6

)
eiky

~C6.ŷ,

HAC
X7 = HE

X

(
~C3

)
eiky

~C3.ŷ +HE
X

(
~C4

)
eiky

~C4.ŷ. (2.107)

HAC
M−X = HAC

MX1|m,n〉〈m,n− 3|
+HAC

MX1|m,n〉〈m,n+ 1|
+HAC

MX2|m,n〉〈m− 1, n− 1|
+HAC

MX3|m,n〉〈m+ 1, n− 1|, (2.108)
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HAC
X−M = H†ACMX1|m,n〉〈m,n+ 3|

+H†ACMX1|m,n〉〈m,n− 1|
+H†ACMX2|m,n〉〈m+ 1, n+ 1|

+H†ACMX3|m,n〉〈m− 1, n+ 1|, (2.109)

com
HAC
MX1 = HE

M−X

(
~A1

)
eiky

~A1.ŷ,

HAC
MX2 = HE

M−X

(
~A2

)
eiky

~A2.ŷ,

HAC
MX3 = HE

M−X

(
~A3

)
eiky

~A3.ŷ. (2.110)

O índice τ e a matriz de SOC são as mesmas apresentadas para as NFZZs.

Na Fig 2.14, nós mostramos a estrutura eletrônica das NFACs dos DCMTs, com uma largura
definida por mmax = 200. Devido a degenerescência do spin, mostramos apenas os estados
com spin-up. Os estados de borda, que ocupam a região do bandgap também são observados.
Sua posição e forma dependem do DCMT que compõe a NFAC. Diferentemente das NFZZs, as
NFACs apresentam um gap nos estados de borda. Isso surge devido a uma combinação de efeitos
gerados pelo termo q2 da massa efetiva no modelo contínuo k.p, além da hibridização entre os
modos unidimensionais nas duas bordas da NF (93, 94, 95). Essa hibridização também pode
ser entendida em termos da mistura dos vales unidimensionais (cones de Dirac 1D) com as duas
bordas da NFAC. Para NFACs largas, a hibridização desses estados em diferentes bordas é fraca,
então o gap dos estados de borda diminuem.
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Figura 2.12: Painéis superiores: zoom nos estados de borda das NFZZs ao longo de Kx e cuja espessura é de-
terminada por nmax = 200 ao longo do eixo y para (a) MoS2, (b) MoSe2, (c) MoTe2, (d) WS2 e (e) WSe2,
respectivamentes mostrados na Fig 2.11. As curvas azuis e vermelhas correspondem aos estados com spin-up e
-down respectivamente. A linha horizontal tracejada corresponde ao nível de Fermi. A,B,C e D são os pontos de
cruzamento entre o nível de Fermi e os níveis de energia das bandas, sendo a a constante da rede das monocamadas.
Painéis inferiores: são esquematizações da localização dos estados de borda A,B,C e D. As setas indicam as direções
das velocidades. As linhas azuis e vermelhas correspondem aos estados com spin-up e -down respectivamente.
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Figura 2.13: Vista superior da rede cristalina de uma monocamada de MX2. A área sombreada se refere à célula
unitária de uma NFAC. A posição dos sítios na rede são definidas pelas coordenadas (m,n).

Figura 2.14: Estrutura da banda das NFAC (a) MoS2, (b) MoSe2, (c) MoTe2, (d) WS2 e (e) WSe2, ao longo de
kx. A espessura ao longo do eixo y é determinada por mmax = 200.Os dois vales inequivalentes K e K’ estão
localizados em Kxa/(2π) = 1/3 e 2/3 respectivamente, sendo a a constante da rede das monocamadas. Devido a
degenerescência do spin nas NFACs, apenas os estados com spin-up foram plotados.
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3 EFEITOS DE PROXIMIDADE

Este capítulo tem por finalidade evidenciar os efeitos de proximidade, gerados nas monoca-
madas de DCMTs através do contato das mesmas com substratos magnéticos. Esses substratos
magnéticos podem ser isolantes ferromagnéticos. Esse efeito quebra a simetria de inversão tem-
poral gerando uma quebra de degenerescência dos spins e dos vales. Isso nos fornece inúmeras
possibilidades de aplicação em dispositivos spintrônicos, devido a polarização do spin e do vale.
Essa polarização pode ser gerada por outros meios além dos efeitos de proximidade, tais como
a aplicação direta de um campo magnético externo ou a dopagem magnética do material, porém
ambas as alternativas nem sempre são viáveis. Na primeira seção abordaremos como os efeitos
de proximidades são vistos nos DCMTs 2H e porque os mesmos são um mecanismo conveniente
para gerar a quebra de degenerescência dos spins e dos vales, bem como explicar como esse efeito
de proximidade é controlado, na segunda seção abordaremos a implementação teórica dos efeitos
de proximidade no MTB através da adição de um Hamiltoniano efetivo que represente esse efeito
nas bandas desses materiais.

3.1 EFEITOS DE PROXIMIDADE NOS DCMTS 2H

Nos DCMTs 2H a energia das bandas condução e das bandas valência nos vales K e K’ são
degeneradas. Isso faz com que ambos os vales absorvam/emitam luz no mesmo comprimento de
onda, com o intuito de utilizar esses materiais em aplicações de spintrônica, é de interesse comum
quebrar a degenerescência dos vales. Tal quebra de degenerescência pode ocorrer de diversar
formas, através da aplicação de um campo magnético externo, dopagem magnética no material e
contato da monocamada com um substrato isolante ferromagnético (antiferromagnético) (10, 11,
96, 76).

A aplicação de um campo magnético externo na monocamada, gera em torno de 0.2 meV/T
(10, 11, 96, 76) de separação do spin nos diferentes vales, o que é um valor muito baixo por Tesla.
Então seria necessário a utilização de campos magnéticos muito fortes para termos uma separação
desejada. Como conhecido campos magnéticos com valor superior a 30 T são difícies de serem
produzidos em laboratório, além de demandarem um alto custo, devido a isso o efeito da simples
aplicação de campos magnéticos nos DCMTs 2H é pouco estudada. O pequeno desdobramento
do vale induzido por um campo magnético externo, justifica o fato de negligenciarmos a fase de
Peirls nas simulações com DCMTs 2H em conjunto com substratos magnéticos e aplicação de
baixos campos magnéticos. A aplicação direta de campo magnético no MTB, se dá através de
dois mecanismos: o efeito Zeeman e a fase de Peirls, sendo que o segundo mecanismo aumenta de
forma significativa o custo computacional do cálculo, devido à quebra da simetria de translação do
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cristal(97). Devido à situação mencionada anteriormente e à baixa quebra de degenerêscencia do
spin e do vale causada pelo campo, a fase de Peirls será negligenciada nesse trabalho. A utilização
de dopagem magnética se torna interessante mas esse procedimento poder causar defeitos e gerar
impurezas nas monocamadas de DCMTs 2H, o que reduz a mobilidade dos dispositivos (76).

Figura 3.1: (a) Vista lateral da monocamada de MoTe2 no substrato de EuO (área azulada), (b) Vista superior da
monocamada de MoTe2 no substrato de EuO. Estrutura da banda do sistema monocamada MoTe2 substrato EuO
com magnetização perpendicular à monocamada, para cima (a) e para baixo (b). Figura adaptada de (10)

Devido às explicações mencionadas acima, nesse trabalho focaremos no uso de substratos
ferromagnéticos (ou antiferromagnéticos) para gerar uma quebra de degenerescência dos vales e
polarização do spin. A polarização do vale é gerada através do aumento da quebra de degene-
rescência dos vales, quebrando a simetria de inversão temporal. Na literatura temos as seguintes
combinações de DCMTs 2H com substratos: MoTe2 com EuO (10, 76) (vide Fig 3.1), WS2 com
MnO (11) (vide Fig 3.2) , WSe2 com EuS, esses substratos foram escolhidos devido a proximi-
dade da constante da rede do substrato com a do DCMT, o elemento Eu foi escolhido como no
substrato devido ao seu grande momento magnético, aumentando assim a intensidade do efeito
de proximidade (96). Foi também observado que uma maior diferença entre as constantes de rede
dos DCMTs 2H e o substrato enfraquece o efeito de proximidade, isso foi observado ao se tentar
realizar a simulação de MoS2 e WS2 com EuO (76).

O efeito de proximidade pode gerar uma quebra de degenerescência do spin e do vale na ordem
de 300 meV para MoTe2 com EuO (10) e de 214 meV para WS2 com MnO (11), esse separação
é equivalente à aplicação de um campo magnético externo na ordem de 1500 T, valor de campo
inalcançável experimentalmente. Cabe salientar que o EuO é um semicondutor ferromagnético,
com um bandgap em torno de 1 eV , já o MnO é um isolante antiferromagnético com um bandgap
em torno de 2.1 eV .

Devido à fraca anisiotropia magnética do EuO, a direção da magnetização do substrato pode
ser alterada através da aplicação de um fraco campo magnético externo (10). A magnitude da
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Figura 3.2: (a) Vista superior da monocamada de WS2 no substrato de MnO, (b) Vista lateral da monocamada de
WS2 no substrato de MnO, (c) primeira zona de Brillouin e seus pontos de alta simetria. Estrutura da banda do
sistema monocamada WS2 substrato MnO com magnetização perpendicular à monocamada, para cima (d) e para
baixo (e). Figura adaptada de (11)

separação dos vales, ou seja do efeito de proximidade, também denominado na literatura como
campo de "exchange", podendo ser controlada através da aplicação de uma pressão externa ou de-
formação ("strain"). Esse efeito é mediado pela hibridização dos orbitais via interface, sendo que
a separação dos vales tem forte dependência da distância entre as interfaces DCMTs 2H/substrato
(11, 76); a aplicação de uma deformação ("tensile strain") aumenta o bandgap do EuO e diminui
o bandgap do MoTe2 além de aumentar a separação entre os vales.

Com relação à estrutura da banda mostrada nas Figs 3.1 e 3.2, cabe salientar que existe uma
mistura das bandas do substrato em conjunto com as bandas da monocamada, o que faz apresentar
um gap indireto, porém a parte dessas bandas que originam o gap indireto pertencem diretamente
ao substrato (isso pode ser observado na Fig 3.1). Transições em que o elétron se encontra na
monocamada e o buraco no substrato possuem uma probabilidade baixa de ocorrer, devido ao
fraco acoplamento do sistema. Isso torna possível a descrição do efeito de um substrato nas pro-
priedades ópticas dos DCMTs 2H através de um Hamiltoniano efetivo do tipo Zeeman, conforme
abordado na próxima seção.
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3.2 MODELAGEM TEÓRICA PARA OS EFEITOS DE PROXIMIDADE MAGNÉTICA

O efeito de proximidade magnética corresponde à interface das interações de exchange entre o
substrato magnético e a monocamada de DCMT 2H adjacente. Foi observado que o acoplamento
de exchange entre a monocamada de DCMT 2H e o substrato é do tipo de exchange indireto
mediado por um calcogênio não magnético (77), isso quebra a simetria de inversão temporal e
levanta a degenerescência do vale, a qual se manifesta como uma larga separação entre os vales.
Nesse trabalho consideramos tanto a contribuição do spin quanto do momento do orbital atômico,
a segunda contribuição é justificada devido a separação de spin diferente nas bandas de condução
e valência, a razão entre os dois tipos de contribuição (spin e orbital) é dada por gL/gs ≈ 0.5. A
diferença entre os distintos orbitais considerados no MTB, nos leva a uma interação magnética
efetiva distinta nas bandas de condução e valência (98). O Hamiltoniano efetivo, de Tight Binding,
que descreve o efeito magnético de proximidade, em segunda quantização é dado pela expressão

Hex = Js
∑

~R,µ,µ′,s,s′

[
m̂ · ~Ss,s′

]
a†~R,s,µa~R,s′,µ′ δµ,µ

′ + JL
∑

~R,µ,µ′,s,s′

[
m̂ · ~Lµ,µ′

]
a†~R,s,µa~R,s′,µ′ δs,s

′ (3.1)

onde Js é a intensidade da interação efetiva de exchange, podendo ser alterada experimental-
mente de diversas formas, essas citadas na seção anterior, JL = Js(gL/gs); gs = 2 e gL = 1

são os fatores g tanto do spin como do momento orbital, respectivamente. m̂ é um vetor unitário
que corresponde à direção da magnetização do material, essa direção, de forma experimental,
é controlada mediante a aplicação de um campo magnético externo (de baixa intensidade), em
um material ferromagnético a direção de magnetização é a mesma desse campo, em um material
anti-ferromagnético ela é oposta ao campo. ~S = (Sx, Sy, Sz) e ~L = (Lx, Ly, Lz) são as matrizes
de spin de Pauli e o operador de momento angular. Finalmente a†~R,s,µ(a~R,s,µ) são os operadores de
criação (aniquilação) de um estado eletronico com spin s e momento angular µ na célula unitária
~R. O primeiro e segundo termos na equação 3.1 descrevem as interações entre o spin do elétron
e o momento angular orbital com o campo de exchange, respectivamente.

O Hamiltoniano de Exchange, pode ser escrito, na base utilizada no MTB, em forma matricial
da seguinte maneira

Hex =

(
H↑↑ex H↑↓ex
H↓↑ex H↓↓ex

)
, (3.2)

onde
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H↑↑ex =



Ju 0 0 0 0 0 J3†
y J3

x 0 0 0

0 Ju J1†
z 0 0 0 J2†

x Jy 0 0 0

0 J1
z Ju 0 0 0 Jy J2

x 0 0 0

0 0 0 Ju 0 0 0 0 0 Jy Jx
0 0 0 0 Ju Jz 0 0 −Jy 0 0

0 0 0 0 Jz Ju 0 0 −Jx 0 0

J3
y J2

x −Jy 0 0 0 Ju J2
z 0 0 0

J3†
x −Jy J2†

x 0 0 0 J2†
z Ju 0 0 0

0 0 0 0 Jy Jx 0 0 Ju 0 0

0 0 0 −Jy 0 0 0 0 0 Ju Jz
0 0 0 −Jx 0 0 0 0 0 −Jz Ju



, (3.3)

onde Ju = Jsmz, Jα = iJLmα, J1
z =

√
2(−1 + i)JLmz, J1†

z =
√

2(−1 − i)JLmz, J2
α =(

1−i√
2

)
JLmα, J2†

α =
(

1+i√
2

)
JLmα, J3

x =
√

3
(
−1+i√

2

)
JLmx, J3†

x =
√

3
(
−1−i√

2

)
JLmx, J3

y =

i
√

3JLmy, J3†
y = −i

√
3JLmy

H↑↓ex =



J− 0 0 0 0 0 0 0 0 0 0

0 J− 0 0 0 0 0 0 0 0 0

0 0 J− 0 0 0 0 0 0 0 0

0 0 0 J− 0 0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 J− 0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 J− 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0 J− 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0 0 J− 0 0 0

0 0 0 0 0 0 0 0 J− 0 0

0 0 0 0 0 0 0 0 0 J− 0

0 0 0 0 0 0 0 0 0 0 J−



, (3.4)

onde J− = Js(mx − imy)
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H↓↑ex =



J+ 0 0 0 0 0 0 0 0 0 0

0 J+ 0 0 0 0 0 0 0 0 0

0 0 J+ 0 0 0 0 0 0 0 0

0 0 0 J+ 0 0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 J+ 0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 J+ 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0 J+ 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0 0 J+ 0 0 0

0 0 0 0 0 0 0 0 J+ 0 0

0 0 0 0 0 0 0 0 0 J+ 0

0 0 0 0 0 0 0 0 0 0 J+



, (3.5)

onde J+ = Js(mx + imy)

H↓↓ex =



Jd 0 0 0 0 0 J3†
y J3

x 0 0 0

0 Jd J1†
z 0 0 0 J2†

x Jy 0 0 0

0 J1
z Jd 0 0 0 Jy J2

x 0 0 0

0 0 0 Jd 0 0 0 0 0 Jy Jx
0 0 0 0 Jd Jz 0 0 −Jy 0 0

0 0 0 0 Jz Jd 0 0 −Jx 0 0

J3
y J2

x −Jy 0 0 0 Jd J2
z 0 0 0

J3†
x −Jy J2†

x 0 0 0 J2†
z Jd 0 0 0

0 0 0 0 Jy Jx 0 0 Jd 0 0

0 0 0 −Jy 0 0 0 0 0 Jd Jz
0 0 0 −Jx 0 0 0 0 0 −Jz Jd



, (3.6)

onde Jd = −Jsmz

Figura 3.3: Representação esquemática de uma monocamada de DCMT 2H sobre um substrato de isolante ferro-
magnético, o qual gera um campo efetivo de exchange ~m, com uma componente fora do plano m⊥ e no plano m‖, o
ângulo θ é o ângulo entre m⊥ e m‖.
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3.3 EFEITOS DE PROXIMIDADE NA ESTRUTURA DA BANDA DAS MONOCA-
MADAS DE DCMTS 2H

Figura 3.4: Estrutura da banda para diferentes monocamadas de DCMTs 2H. O código de cores representa o valor
médio da componente Sz do spin, (a) MoS2, (b) MoSe2, (c) MoTe2, (d) WS2 e (e) WSe2.

Na Fig 3.3 temos uma representação esquemática do sistema monocamada de DCMT com
o substrato magnético, onde ~m representa o vetor da direção da magnetização do substrato, θ
representa o ângulo entre a componente m⊥ e o vetor da direção de magnetização, m‖ representa
a componente no plano da magnetização, não aparece nenhum ângulo correspondente à direção
da magnetização no plano, pois devido a simetria, no plano xy, da monocamada, os resultados
independem desse ângulo. Na Fig 3.4 temos a estrutura da banda das monocamadas, no caminho
Γ − K − K ′ − Γ com o código de cores representando o valor médio da componente 〈Sz〉 do
spin, desse resultado podemos observar claramente a diferença dos DCMTs 2H compostos com
Mo para os com W, nos DCMTs 2H com Mo o topo da banda de valência no vale K possui
um estado com spin-up e o estado mais baixo da banda de condução no mesmo vale possui
um estado com mesmo spin, no vale K’ acontece algo similar, porém com spin-down, já nos
compostos com W o topo da valência em K possui um estado com spin-down e o nível inferior da
condução possui um estado com spin-up, no vale K’ acontece algo similar, porém com os spins
invertidos. Essa distribuição diferente dos spins, nos vales, faz com que os DCMTs 2H com Mo
apresentem propriedades ópticas diferente dos compostos com W, tal diferença pode ser utilizada
na construção de dispositos spintrônicos. Na Fig 3.5 temos o análogo à Fig 3.4, porém agora o
código de cores nos mostra o valor médio da componente 〈Lz〉 do momento angular, diferente do
spin o momento angular se distribui de maneira similar, na zona de Brillouin, nesses DCMTs 2H,
sendo que nos estados inferiores da banda de condução, em ambos os vales, temos 〈Lz〉 ≈ 0, já
na banda de valência temos no vale K 〈Lz〉 ≈ 1.5 e no vale K’ 〈Lz〉 ≈ −1.5. Essa distruibuição
diferente, ao longo da zona de Brillouin, de 〈Sz〉 e 〈Lz〉 ajudam a explicar a separação diferente,

54



Figura 3.5: Estrutura da banda para diferentes monocamadas de DCMTs 2H. O código de cores representa o valor
médio da componente Lz do momento angular, (a) MoS2, (b) MoSe2, (c) MoTe2, (d) WS2 e (e) WSe2.

entre estados de spin opostos, nas bandas de condução e valência, sendo tal separação modelada
anteriormente na literatura através do modelo k.p (10, 98).

Na Fig 3.6 mostramos a física essencial do campo de exchange perpendicular à monocamada,
nessa figura temos a estrutura da banda de uma monocamada de MoS2, sujeita à diferentes in-
tensidades do campo de exchange. Observe que o acoplamento spin-órbita em conjunto com a
quebra da simetria de inversão temporal nos leva à uma estrutura da banda com os spins bloque-
ados nos vales. Enquanto isso, a simetria de inversão temporal requer que a separação gerada
pelo acoplamento spin-órbita tenha valores iguais nos vales K e K’, conforme mostrado na Fig
3.6(a). Sob um campo de exchange provido através de um substrato magnético, a separação dos
spins na banda de condução (CB) e banda de valência (VB) da monocamada experimentam um
deslocamento Zeeman, ∆Zeeman = Js (gs〈Sz〉+ gL〈Lz〉), dependendo do momento angular total
das bandas (spin mais momento angular orbital). Esses deslocamentos são opostos nos vales K
e K’, devido ao bloqueio do spin e momento angular. Como a interação de exchange (oriunda
de um substrato com propriedades magnéticas) sempre diminui a energia dos estados com spin-
down, enquanto aumenta a energia dos estados com spin-up, isso diminui a separação dos spins
no vale K enquanto aumenta a mesma no vale K’, levando os vales a um comportamento contras-
tante. Embora similar, ao efeito Zeeman, gerado por um campo magnético externo, a magnitude
do campo de exchange pode ser muito grande, excedendo centenas de Tesla, conforme mencio-
nado anteriormente no texto. Vamos focar no comportamento da separação do spin, nas bandas
inferiores da condução, em função da intensidade do campo de exchange Js. Isso pode ser visto
claramente, nas inserções da Fig 3.6, onde as linhas vermelhas representam estados com com
spin-up e as azuis com spin-down. Para Js = 0, a CB inferior é spin-up e a próxima é spin-down
no vale K. A energia de separação entre as duas é devido ao SOC, ∆c

SOC ≈ 20 meV. A sime-
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Figura 3.6: Efeito do exchange, na direção fora do plano (ẑ) na estrutura da banda de uma monocamada de MoS2.
As linhas vermelhas e azuis se referem aos estados com spin-up e -down respectivamente. As inserções nas figuras
mostram um zoom nas bandas de condução ao redor dos vales K e K’. (a) Js = 0: a simetria de inversão temporal é
retida para os vales K e K’. (b) Js = 10 meV: a separação devido ao acoplamento spin-órbita na banda de condução
é fechado pela energia de Zeeman no vale K, dando origem a estados com spin-up e -down quase degenerados;
enquanto no vale K’ a separação da energia entre as bandas aumenta. (c) Js = 20 meV: o estado de energia mais
baixo da banda de condução, no vale K, fora mudado de spin-down para -up; contrastantemente no vale K’ acontece
o mesmo que no caso anterior.

tria de inversão temporal garante uma separação dos spins, de mesma magnitude, porém oposta,
no vale K’. O campo de exchange acopla o grau de liberdade do spin (〈Lz〉 ≈ 0 nas CBs, as
quais são compostas principalmente pelo orbital dz2) e abaixa a energia dos estados da bandas
com spin-down, enquanto aumenta a energia das com spin-up. Portanto no vale K, a separação
da energia na CB diminui, enquanto no vale K’, que possui spin oposto, a energia da separação
aumenta. Assim sendo, para um valor crítico do campo de exchange J cs = 10 meV, o gap de SOC
na CB fecha, no vale K, conforme mostrado na Fig 3.6(b), por outro lado, no vale K’, a separação
aumenta. Para valores maiores de Js (20 meV), a ordem dos spins dos estados de menor energia,
no vale K, inverte, enquanto em K’ a separação aumenta mais ainda, conforme visto na Fig 3.6(c).
O deslocamento Zeeman, ocorre na VB de forma similar, dependendo do momento angular total,
sendo que na VB os vales possuem momento angular não nulo e com sinal oposto. Entretanto, o
SOC na VB é algumas ordens de grandeza maior que na CB, sendo bem maior que o campo de
exchange aplicado, o que justifica a não alteração da ordem dos spins na VB.

Resumidamente, na ausência do efeito de proximidade magnética, a monocamada de MoS2

apresenta um gap direto da banda, em torno de 1.71 eV, nos vales inequivalentes, porém dege-
nerados, K e K’. O spin é um bom número quântico, sendo muito bem definido em quase toda
a primeira zona de Brillouin, na CB a separação SOC é ∆c

SOC = 21 meV, enquanto na VB a
separação é ∆v

SOC = 158 meV. A Fig 3.7 (a)-(c) mostra a estrutura da banda de uma monoca-
mada de MoS2 sob um substrato magnético com direção de magnetização perpendicular à folha
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(θ = 0). Nós analizamos de forma separada, o efeito do exchange do spin (SEF) e o efeito do
exchange do orbital (OEF), além da combinação de ambos. Nosso resultado revela que, sob uma
magnetização perpendicular, o spin permanece um bom número quântico, na quase totalidade
da primeira zona de Brillouin, conforme mostrado pelo código de cores nas Figs 3.7 (a)-(c). O
número quântico do spin é crucial para para definir o alinhamento das transições ópticas per-
mitidas e proibidas pelo spin, em torno de cada vale. Os resultados no painel (a) da A Fig 3.7
foram obtidos com Js = 0.1 eV e JL = 0 eV. Nós observamos que o SEF desloca as subbandas
com spin-up (spin-down) para estados de maior (menor energia), isso produz um deslocamento
Zeeman em cada banda dado por ∆S

z = Js〈Sz〉. A comparação desses resultados com as Figs
3.4 (a) e 3.5 (a) revela um cruzamento na CB no vale K e na VB no vale K’. O cruzamento das
bandas depende fortemente da força do deslocamento ∆S

z comparado com a separação oriunda
do SOC nas CB e VB. No vale K, a CB inferior possui spin-up, sendo deslocada para cima, en-
quanto a CB logo acima, que possui spin-down, é deslocada para baixo. O deslocamento total
induzido pelo SEF supera amplamente ∆c

SOC , dando origem ao cruzamento. As VBs no mesmo
vale mostram um alinhamento inverso do spin, então as subbandas se afastam cada vez mais, ao
invés de se cruzarem, devido ao deslocamento Zeeman. O comportamento oposto é observado
no vale K’, havendo um cruzamento nas VBs e uma separação nas CBs. Além disso, embora
o band gap das bandas seja modificado, a separação entre estados com mesmo spin permanece
inalterada, pois as bandas com mesmo spin sofrem o mesmo deslocamento. O acoplamento entre
a interação efetiva de exchange com o momento angular orbital, nos leva a um deslocamento das
bandas dado por ∆L

z = JL〈Lz〉. Os resultados na Fig 3.7(b), obtidos com Js = 0 eV e JL = 0.05

eV, demonstram que o OEF dificilmente desloca os estados das CBs, pois 〈Lz〉 ≈ 0. As VBs,
por outro lado, são deslocadas para estados com maior (menor) energia nos vales K (K’), pois
〈Lz〉 ≈ 1.5 em K e 〈Lz〉 ≈ −1.5 em K’. Este processo não aproxima nem separa as subbandas
do spin, pois o deslocamento depende apenas do momento angular orbital dos vales, ao invés do
spin dos mesmos. Entretanto, devido a diferença do momento angular orbital nos vales K e K’,
nós observamos uma quebra de degenerescência do vale, magneticamente induzida, para JL 6= 0,
os gaps nos vales K e K’ agora são 1.62 eV e 1.79 eV respectivamente, o que corresponde a uma
separação do vale de 170 meV. Finalmente, no painel (c) da Fig 3.7, vemos a estrutura da banda
com os efeitos combinados OEF e SEF (Js = 0.1 eV e JL = 0.05 eV). Uma comparação entre os
painéis (a), (b) e (c) mostra que o deslocamento das CBs é determinado principalmente pelo SEF,
enquanto o deslocamento das VBs depende tanto do OEF quanto do SEF. Além da dependência
da estrutura da banda com relação à combinação de Js e JL, ela também depende da direção da
magnetização m̂. Os painéis (g) a (i) da Fig 3.7 mostram gráficos similares aos dos painéis (a)
a (c), porém agora com um campo de exchange efetivo no plano da monocamada. Em todos os
painéis, o código de cores representa o valor médio da componente 〈Sz〉 do spin, nós separamos
o acoplamento do campo de exchange com o spin (painel (g), Js = 0.1 eV e JL = 0 eV), com
o momento angular orbital (painel (h), Js = 0 eV e JL = 0.05 eV), e tanto spin como momento
angular (painel (i), Js = 0.1 eV e JL = 0.05 eV). O efeito mais importante do SEF no plano é
que agora o spin não é mais um bom número quântico para descrever os estados eletrônicos da
estrutura da banda. De fato, o efeito do exchange na direção paralela é "inclinar"o spin de cada
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auto estado. Em conjunto com a inclinação dos spins, nós observamos uma renormalização das
energias das bandas, com uma separação substancial entre dois ramos da CB. Como resultado
dessa inclinação dos spins, agora as transições que eram proibidas entre estados de spin opostos
podem ocorrer, pois o fato de o spin agora ser uma combinação linear entre estados com spin-up
e -down, flexibiliza a regra de transição. É importante salientar, que apesar da renormalização
dos spins e da energia, a componente no plano do exchange não quebra a simetria de inversão
temporal, logo ela não levanta a degenerescência dos vales. Interessantemente, uma comparação
entre a Fig 3.7(h) e as Figs 3.4 (a) e 3.5 (a) mostra que o OEF praticamente não altera a estrutura
da banda. A simetria plana dos orbitais atômicos garantem que o termo angular do Hamiltoniano
de Exchange com m̂ = 1/

√
2(1, 1, 0) não altere os números quânticos, nem renormalize a energia

das bandas. Como consequência, para esse caso o SEF domina, sendo o OEF um termo que não
trás nenhuma alteração na estrutura da banda para esse caso. Dada a descrição do campo de ex-
change no plano e perpendicular ao plano, é interessante agora estudarmos o caso intermediário,
no qual temos o efeito de um subtrato com uma direção de magnetização inclinada (θ = π/4), a
qual combina tanto as componentes paralelas como perpendiculares da magnetização. A estrutura
da banda, para as monocamadas de MoS2, neste caso, são mostradas nos painéis (d) a (f) da Fig
3.7. Nós observamos que a interação entre as componentes paralela e perpendicular do SEF nos
leva a uma rica física (observe o painel (d) da Fig 3.7). Como descrito acima, o exchange fora do
plano separa as subbandas do spin de forma que elas de aproximam na VB no vale K’. Quanto
mais próximos os dois estados, maior é a mistura dos spins devido à componente no plano. Por
essa razão, o número quântico do spin nessa região específica da zona de Brillouin é próximo a
zero (observe as linhas verdes na Fig 3.7(d)). Além disso, conforme discutiremos abaixo, apenas
a componente fora do plano do OEF, possui um papel significativo na renormalização da estrutura
da banda. Por essa razão, os resultados apresentados na Fig 3.7(e) são similares aos observados
na Fig 3.7(b). Finalmente, o efeito combinado do OEF e SEF é mostrado no painel (f) da Fig 3.7.

Com o intuito de analisarmos mais profundamente o efeito de um substrato magnético, na
estrutura da banda, em função da amplitude do termo de exchange Js (JL = Js/2) e do ângulo
da direção de magnetização θ, nós mostramos na Fig 3.8, a energia de dois estados separados da
CB, nos pontos de mínimo da zona de Brillouin (vales K e K’). O código de cores representa
o valor médio da componente 〈Sz〉 do spin. No vale K (painel (a) da Fig 3.8 ), a subbanda
inferior da condução possui spin-up, enquanto a superior possui spin-down, conforme descrito
anteriormente. Por essa razão, o acoplamento entre o spin eletrônico e o campo de exchange
fora do plano (θ = 0), nos leva a um cruzamento entre os dois ramos do spin. O ponto de
cruzamento é obtido quando o deslocamento Zeeman ultrapassa o SOC, de forma que, 2∆s

z =

∆c
SOC → Js = 21/2 meV (observe que nós analisamos um intervalo pequeno para a interação

de exchange, Js ∈ [0 meV - 0.015 meV], para claramente pegarmos o cruzamento da CB, um
valor muito maior do exchange é necessário para vermos um cruzamento na VB, pois ∆v

SOC �
∆c
SOC). Interessantemente, o cruzamento da CB, não é mais observado para θ 6= 0. Nesse caso, a

componente não nula do campo de exchange, no plano, inclina o spin do estado eletrônico, logo
as subbandas apresentam um comportamente de anti cruzamento. O alinhamento oposto de spin,
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no vale K’ (painel (b) da Fig 3.8) nos mostra as subbandas separando-se mais ainda, ao invés de
cruzarem.

Na Fig 3.9 (a)-(d) temos um gráfico de calor, representando o valor esperado de 〈Sz〉 dos elé-
trons da CB, a CB1 possui inicialmente spin-down em K e -up em K’, já a CB2 possui valores
opostos à banda anterior. Os eixos horizontais e verticais são J‖ e J⊥ respectivamente, represen-
tam as componentes no plano e fora do plano do campo de exchange, o grau de mistura do spin,
dado por 〈Sz〉 é representado pela escala de cores. Nós iremos focar em CB1 [Fig 3.9 (a)-(b)],
pois o comportamento de CB2 é similar, porém com polarização de spin oposta. Na falta do ex-
change, a energia de separação entre CB1 e CB2 é dada pelo SOC (≈ 20 meV). Aplicando um
exchange fora do plano J⊥, o nível de energia de CB1 aumenta e de CB2 diminui, no vale K, di-
minuindo o gap. Conforme aumentamos J⊥ para 10 meV, o deslocamento do Zeeman ultrapassa
o SOC. Um cruzamento entre CB1 e CB2 ocorre.

A aplicação de J‖, por outro lado, nos leva a uma mistura entre os spins dos estados, sendo a
efetividade dessa mistura dependende da separação de energia entre esses dois estados vizinhos,
a qual pode ser regulado por J⊥. O gap entre CB1 e CB2 é proporcional a |J⊥ − 10| meV, isto
é, aumenta quando se diminui J⊥ para J⊥ < 10 meV e aumenta com J⊥ > 10 meV. A mistura
mais eficiente dos spins ocorre no cruzamento, quando CB1 e CB2 são degenerados, e um valor
arbitrariamente pequeno de J‖ pode causar uma mistura máxima dos spins, isto é 〈Sz〉 ≈ 0. Com
o aumento de J⊥, misturar o spin se torna mais difícil, com isso resultando em um maior J‖ para
se obter o mesmo nível de mistura dos spins. Mais especificamente, nossos resultados revelam
que as curvas, para valores fixos de 〈Sz〉 no plano (J⊥,J‖) são dadas por J⊥ = aJ‖ + b, onde a
inclinação depende apenas de 〈Sz〉, e |b| = ∆c/2 ≈ 10 meV, com b positivo no vale K e negativo
em K’. Isso é retratado pelas linhas tracejadas com 〈Sz〉 idêntico variando de -1 a 1, com um passo
de 0.25, uma forma de leque é observada. O alinhamento do spin é oposto no vale K’, devido a
simetria de inversão temporal.

Aumentar J⊥ aumenta o gap de forma monotônica, com isso a mistura dos spins se torna
mais difícil. Apenas com valores baixos de J⊥ e valores bem largos de J‖, temos uma inclinação
moderada do spin, conforme mostrado na Fig 3.9(b) e (d). Desde que as linhas com 〈Sz〉 fixo
cruzem o eixo J⊥ com valores negativos (b < 0), isso pode apenas alcançar o primeiro quadrante
do plano (J⊥,J‖) para valores grandes de J‖.

A influência de J⊥ e J‖ na energia das bandas e na mistura dos spin é investigado na Fig 3.9
(e)-(h), as quais mostram as energias de CB1 e CB2 em função de J‖ para J⊥ = 4 [(e) e (f)] e 15

meV [(g) e (h)], no vale K à esquerda e K’ à direita. 〈Sz〉 é representado pela escala de cores, e
também demarcado pelas setas dos spins, para uma melhor vista. Os dois ramos do spin são mais
próximos na energia no vale K que em K’, entretanto uma maior mistura do spin é vista no vale
K. Os dois valores de J⊥ foram escolhidos de forma que um fosse menor que 10 meV e o outro
maior. Sendo 10 meV o valor necessário para haver um cruzamento entre as CBs em K. Nós
também mostramos as energias do topo da VB com os mesmos códigos de cores e setas. Uma
comparação entre os spins da VB e das duas CB com J‖ = 0 mostra que a primeira transição
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óptica é sempre permitida pelo spin (para as monocamadas de DCMTs 2H com Mo), isso muda
para transições proibidas pelo spin, no vale K, para J⊥ ≈ 10 meV.

Com o incremento de J‖, dois efeitos são observados: (I) Existe uma inclinação progressiva
do spin, isto é, mistura do spin nos dois ramos da CB, (II) existem pequenos deslocamentos das
bandas de energia com o incremento de J‖, enquanto a energia de CB1 diminui e CB2 aumenta
com o aumento de J‖, a energia do topo da VB aumenta com o incremento de J‖. A tendência
é a mesma para ambos os vales e independente da orientação dos spins. A mudança de energia
é aproximadamente uma ordem de magnitude menor, se comparada ao deslocamento Zeeman,
devido à J⊥, e isso é atribuído a uma pequena renormalização das energias da banda de condução,
análogo ao efeito do campo magnético no plano. A mudança de energia devido à J‖ modifica o
gap entre as CBs, a qual é uma contribuição adicional à mistura dos spins. A inclinação dos spins
pode permitir transições ópticas entre a VB e os dois ramos da CB.

60



Figura 3.7: Estrutura da banda de uma monocamada de MoS2 sob efeito de um substrato magnético, que nos leva
a um campo efetivo de exchange ,(a)-(c) θ = 0 (perpendicular) , (d)-(f) θ = π/4 e (g)-(i) θ = π/2 (totalmente
no plano da monocamada). Nós consideramos que o campo de exchange acopla somente com o spin (SEF-"spin
exchange field") Js = 0.1 eV e JL = 0 em (a,d,g), que o campo de exchange acopla somente com o momento
angular orbital (OEF-"orbital exchange field") Js = 0 e JL = 0.05 eV em (b,e,h) e acoplamento do exchange tanto
com spin quanto com momento angular orbital (SEF+OEF) Js = 0.1 e JL = 0.05 eV em (c,f,i). O código de cores
se refere ao valor da componente 〈Sz〉 do spin.
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Figura 3.8: Energias da banda de condução nos vales (a) K e (b) K’ da monocamada de MoS2, em função de Js,
variando a direção da magnetização, em função de θ. As setas indicam o auemnto do ângulo θ, sendo que o mesmo
varia de θ = 0 a θ = π/2, com passos de π/12. O código de cores corresponde ao valor médio da componente Sz

do spin.

Figura 3.9: Separação do spin nas bandas de condução dos vales K e K’. (a)-(d) mapa de cores do valor médio da
componente 〈Sz〉 do spin para as banda de conduçãos mais baixa CB1, e a próxima CB2, em função da componente
fora do plano do exchange (J⊥) e da componente no plano (J‖). As linhas tracejadas indicam linhas equipotenciais
com valores fixos de 〈Sz〉. (e)-(h) As duas bandas correspondentes da condução em função de J‖ para J⊥ = 4 e 15
meV, nós também mostramos a energia do topo da banda de valência. Os painéis a esquerda (e) e (g) correspondem ao
vale K, enquanto os da direita (f) e (h) correspondem ao vale K’. Em todos os painéis o código de cores corresponde
ao valor médio de 〈Sz〉.
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4 ÉXCITONS E PROPRIEDADES ÓPTICAS DAS
MONOCAMADAS DE DCMTS 2H

Neste capítulo iremos estudar o cálculo das quase-partículas oriundas do acoplamento entre
um elétron e um buraco chamadas éxcitons, nos DCMTs 2H esse cálculo se torna relevante de-
vido à energia de ligação dos éxcitons serem entre 0.1 à 1 eV, fazendo com que o efeito das
quase-partículas altere o espectro de absorção do material. Dessa forma, para obtermos resulta-
dos, similares aos dados experimentais o cálculo dos éxcitons se torna de extrema importância
nesse sistema. Na seção 4.1 iremos abordar o formalismo da Equação de Bethe-Salpeter (BSE)
para o cálculo das quase-partículas, sendo esse um formalismo que se encaixa muito bem com o
MTB, o que justifica a sua escolha. Na seção 4.2 abordaremos como descrever o Hamiltoniano de
interação entre a radiação (luz) e a matéria, para assim explicarmos a metodologia para o cálculo
das propriedades ópticas desses materiais, o operador de interação radiação matéria, em conjunto
com a função de onda do éxciton em conjunto com a dos elétrons e buracos, nos permite obter
o espectro de absorção das monocamadas de DCMTs 2H. Na seção 4.3 apresentaremos os resul-
tados obtidos através da metodologia mencionada acima, bem como faremos uma interpretação
dos mesmos.

4.1 FORMALISMO BETHE-SALPETER PARA O CÁLCULO DOS ÉXCITONS

O éxciton pode ser definido como um excitação neutra, em uma rede cristalina, causada pela
absorção da luz, formando um par elétron-buraco, interagentes através de um potencial Coulom-
biano. A teoria dos éxcitons em um cristal, fora desenvolvida com base em dois pontos de vista,
o primeiro aproxima a localização do par elétron-buraco à de um átomo ou molécula, sendo esse
primeiro tipo denominado éxcitons de Frenkel, os quais se localizam na mesma célula unitária da
rede cristalina, apresentando uma forte interação Coulombiana, já o segundo considera o par espa-
lhado por todo o cristal, sendo esse segundo tipo denominado éxcitons de Wannier-Mott, os quais
possuem um raio de Bohr, superior à constante da rede do cristal, consequentemente apresen-
tam uma interação Coulombiana mais fraca (99). O cálculo de éxcitons para as monocamadas de
DCMTs 2H, fora feito por diversas metodologias na literatura, utilizando-se modelo k.p (100, 84),
modelo de massa efetiva (15, 101) e equação de Bethe-Salpeter (BSE) (102, 5, 13, 103), 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 (104) ou Berkeley GW
(105). Para esse trabalho, devido à compatibilidade com a metodologia utilizada para o cálculo
da estrutura eletrônica (MTB), escolhemos por adotar o método BSE para o cálculo das quase-
partículas, tal método descreve o espectro excitônico por completo, englobando ambos os tipos
de éxcitons (106), tal metodologia demanda um alto custo computacional, se comparada com as
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demais citadas acima, porém apesar disso à escolhemos, pois ela nos permite calcular informa-
ções dos estados excitônicos ao redor de toda a primeira zona de Brillouin, e a obter um espectro
completo dessas quase-partículas.

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

Hexc = He +Hh + V~R. (4.1)

Levando em consideração a espessura finita da monocamada de DCMT 2H e a não homogenei-
dade da blindagem dielétrica do ambiente, nós adotamos um potencial de interação Coulombiana
do tipo Keldysh (107, 108, 15, 5, 13)

V~R = − e2

8ε0εdr0

[
H0

(
|~R|
r0

)
− Y0

(
|~R|
r0

)]
, (4.2)

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 Fig 4.1. Além disso, r0 representa
o comprimento característico da blindagem, sendo descrito em função da polarizabilidade 2D
do material χ2D, onde r0 = 2πχ2D/εd. Na ausência da polarizabilidade 2D do material χ2D,
podemos estimar r0 através da seguinte expressão (13)

r0 = d

[
2ε22 − (ε21 + ε23)

2ε2(ε1 + ε3)

]
(4.3)

onde ε2 é a constante dielétrica da monocamada de DCMT 2H, conforme representado na Fig 4.1,
d é a espessura em Å da monocamada de DCMT. Os valores de χ2D para as diversas monocama-
das de DCMTs 2H podem ser encontrados na tabela 4.1

MoS2 MoSe2 MoTe2 WS2 WSe2

χ2D (Å) 6.60 8.23 11.715 6.03 7.18

Tabela 4.1: Polarizabilidade 2D efetiva para as monocamadas de DCMTs 2H (15).

Figura 4.1: Monocamada de DCMT, entre dois meios dielétricos. Adaptada de (12)
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No espaço recíproco o potencial de Keldysh adquire a seguinte forma (109, 110)

V ~G = − e2

2ε0εd|~G|(1 + r0|~G|)
, (4.4)

Os estados excitônicos com momento de centro de massa ~Q, podem ser expandidos em termos
do produto das funções de onda dos estados dos elétrons e dos buracos, da forma

Ψn
ex( ~Q) =

∑
c,v,~k

An
c,v,~k, ~Q

(
|c,~k + ~Q〉 ⊗ |v,~k〉

)
, (4.5)

onde os índices c e v se referem aos estados da CB e VB, com o momento ~k + ~Q e ~k 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+ ~Q − Ev,~k

)
An
c,v,~k, ~Q

+
1

S

∑
k′,v′,c′

W(~k,v,c),(~k′,v′,c′), ~Q A
n
c′,v′,~k′, ~Q

= En
~Q
An
c,v,~k, ~Q

. (4.6)

onde En
~Q

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

cor-
responde à função de onda do éxciton, ambos são obtidos com a solução da equação (4.6).
S = ScN

2
k , é a área total do cristal, Sc =

√
3a2/2, é a área da célula unitária, a é a constante

da rede, N2
k é o número de pontos considerados na zona de Brillouin discretizada, Ec,~k+ ~Q − Ev,~k

corresponde à diferença de energia entre um estado c da CB com momento ~k + ~Q e um estado
v da VB com momento ~k, W(~k,v,c),(~k′,v′,c′), ~Q é o elemento de matriz da interação Coulombiana
multicorpos. Nós podemos dividir o potencial Coulombiano em duas partes, direta W d e de troca
W x

W(~k,v,c),(~k′,v′,c′), ~Q = W d
(~k,v,c),(~k′,v′,c′), ~Q

+W x
(~k,v,c),(~k′,v′,c′), ~Q

(4.7)

onde

W d
(~k,v,c),(~k′,v′,c′), ~Q

= 〈c,~k + ~Q, v′, ~k′|U |c′, ~k′ + ~Q, v,~k〉

=

∫
d~r1

∫
d~r2 ψ

∗
c,~k+ ~Q

(~r1)ψ∗
v′,~k′

(~r2)U(|~r1 − ~r2|)ψc′,~k′+ ~Q(~r1)ψv,~k(~r2)

e

W x
(~k,v,c),(~k′,v′,c′), ~Q

= −〈c,~k + ~Q, v′, ~k′|U |v,~k, c′, ~k′ + ~Q〉

= −
∫
d~r1

∫
d~r2 ψ

∗
c,~k+ ~Q

(~r1)ψ∗
v′,~k′

(~r2)U(|~r1 − ~r2|)ψv,~k(~r1)ψc′,~k′+ ~Q(~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
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ψn,~k(~r) =
1√
S
ei
~k.~run,~k(~r) (4.8)

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

W d
(~k,v,c),(~k′,v′,c′), ~Q

=
1

S2
cN

2
c

∫
d~r1

∫
d~r2 u

∗
c,~k+ ~Q

(~r1)u∗
v′,~k′

(~r2)U(|~r1−~r2|)uc′,~k′+ ~Q(~r1)uv,~k(~r2) e−i(
~k−~k′).(~r1−~r2)

(4.9)

W x
(~k,v,c),(~k′,v′,c′), ~Q

= − 1

S2
cN

2
c

∫
d~r1

∫
d~r2 u

∗
c,~k+ ~Q

(~r1)u∗
v′,~k′

(~r2)U(|~r1−~r2|)uv,~k(~r1)uc′,~k′+ ~Q(~r2) e−i
~Q.(~r1−~r2)

(4.10)

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 :

ri → r′i +Ri (4.11)

onde ri corresponde a posição do elétron i em todo o espaço real do sistema, r′i corresponde 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(|~r′1− ~r′2 + ~R3|)
onde ~R3 = ~R1− ~R2, com isso podemos escrever

∫
B
f(~r)d~r = Nc

∑
~R

∫
Sc
f(~r+ ~R)d~r. Depois de

algumas manipulações algébricas, as equações(4.9) and (4.10) se tornam

W d
(~k,v,c),(~k′,v′,c′), ~Q

=
1

S2
cNc

∑
~R3

∫
Sc

d~r′1e
−i(~k−~k′). ~r′1u∗

c,~k+ ~Q
(~r′1)uc′,~k′+ ~Q(~r′1)

∫
Sc

d~r′2e
i(~k−~k′). ~r′2u∗

v′,~k′
(~r′2)uv,~k(

~r′2)U(|~r′1 − ~r′2 + ~R3|)e−i(
~k−~k′). ~R3 (4.12)

e

W x
(~k,v,c),(~k′,v′,c′), ~Q

= − 1

S2
cNc

∑
~R3

∫
Sc

d~r′1e
−i ~Q. ~r′1u∗

c,~k+ ~Q
(~r′1)uv,~k(

~r′1)

∫
Sc

d~r′2e
i ~Q. ~r′2u∗

v′,~k′
(~r′2)uc′,~k′+ ~Q(~r′2)U(|~r′1 − ~r′2 + ~R3|)e−i

~Q. ~R3 . (4.13)

Considerando que o potencial Coulombiano, varia muito pouco no interior da célula unitária,

66



em comparação com as funções de Bloch, nós aproximamos U(|~r′1 − ~r′2 + ~R3|) ≈ U(| ~R3|) e
obtemos as seguintes expressões

W d
(~k,v,c),(~k′,v′,c′), ~Q

=
1

Nc

∑
~R3

U(| ~R3|)e−i(
~k−~k′). ~R3

[
1

Sc

∫
Sc

d~r′1e
−i(~k−~k′). ~r′1u∗

c,~k+ ~Q
(~r′1)uc′,~k′+ ~Q(~r′1)

]
[

1

Sc

∫
Sc

d~r′2e
i(~k−~k′). ~r′2u∗

v′,~k′
(~r′2)uv,~k(

~r′2)

]
e

W x
(~k,v,c),(~k′,v′,c′), ~Q

= − 1

Nc

∑
~R3

U(| ~R3|)e−i
~Q. ~R3

[
1

Sc

∫
Sc

d~r′1e
−i ~Q. ~r′1u∗

c,~k+ ~Q
(~r′1)uv,~k(

~r′1)

]
[

1

Sc

∫
Sc

d~r′2e
i ~Q. ~r′2u∗

v′,~k′
(~r2)uc′,~k′+ ~Q(~r′2)

]
.

Apesar dessa aproximação negligenciar o caráter orbital da interação Coulombiana, esta ainda
é uma boa aproximação, provendo bons resultados para os DCMTs 2H (13, 103). Podemos
reescrever as funções de Bloch, como combinação linear dos orbitais atômicos

ψn,~k(~r) =
1√
S
ei
~k.~run,~k(~r)

=
1√
Nc

∑
~R

∑
α,s,µ

an
α,s,µ,~k

ei
~k. ~Rφα,s,µ(~r − ~R) (4.14)

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 e
s corresponde ao spin. ~R descreve a posição da célula unitária e φα,s,µ(~r − ~R) corresponde ao
orbital atômico localizado na célula unitária definida por ~R. Desde que Sc

∑
~R f(~R) =

∫
d~rf(~r)

em conjunto com a equação 4.14, podemos reescrever os elementos de matriz da interação Cou-
lombiana com uma simples notação:

W d
(~k,v,c),(~k′,v′,c′), ~Q

= V~k−~k′ 〈c,~k + ~Q|c′, ~k′ + ~Q〉 〈v′, ~k′|v,~k〉 (4.15)

e
W x

(~k,v,c),(~k′,v′,c′), ~Q
= −V ~Q 〈c,~k + ~Q|v,~k〉 〈v′, ~k′|c′, ~k′ + ~Q〉, (4.16)

onde
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〈c,~k + ~Q|c′, ~k′ + ~Q〉 =
1

Sc

∫
Sc

d~r′1e
−i(~k−~k′). ~r′1u∗

c,~k+ ~Q
(~r′1)uc′,~k′+ ~Q(~r′1) =

∑
j,µ,s

a∗c
j,s,µ,~k+ ~Q

ac
′

j,s,µ,~k′+ ~Q
,

(4.17)

〈v′, ~k′|v,~k〉 =
1

Sc

∫
Sc

d~r′2e
i(~k−~k′). ~r′2u∗

v′,~k′
(~r′2)uv,~k(

~r′2) =
∑
j,µ,s

a∗v
′

j,s,µ,~k′
av
j,s,µ,~k

, (4.18)

〈c,~k + ~Q|v,~k〉 =
1

Sc

∫
Sc

d~r′1e
−i ~Q. ~r′1u∗

c,~k+ ~Q
(~r′1)uv,~k(

~r′1) =
∑
j,µ,s

a∗c
j,s,µ,~k+ ~Q

av
j,s,µ,~k

, (4.19)

〈v′, ~k′|c′, ~k′ + ~Q〉 =
1

Sc

∫
Sc

d~r′2e
i ~Q. ~r′2u∗

v′,~k′
(~r′2)uc′,~k′+ ~Q(~r′2) =

∑
j,µ,s

a∗v
′

j,s,µ,~k′
ac
′

j,s,µ,~k′+ ~Q
, (4.20)

e

V ~G =
1

ScNc

∫
d ~R3 U(| ~R3|)e−i

~G. ~R3 = − e2

2ε0εd|~G|(1 + r0|~G|)
; (4.21)

Ao realizarmos o cálculo numérico, nós geramos uma amostra uniforme, da zona de Brillouin,
de Nk pontos ao longo dos seguintes vetores recíprocos da rede ~b1 = (2π/a, 2π/a

√
3) e ~b2 =

(2π/a,−2π/a
√

3). Essa escolha de uma zona de Brillouin equivalente, faz com que os pontos
Γ fiquem na origem da coordenadas, deixando os pontos de alta simetria K e K’ ao centro do
domínio, conforme exemplificado na Fig 4.2, isso se justifica pelo fato da função de onda dos
estados excitônicos de energia mais baixa terem sua função de onda localizada em torno desses
pontos de alta simetria (13).

Além disso, com o intuito de evitar a singularidade do potencial Coulombiano, nós utilizamos
a aproximação de Ridolfi (13), na qual o potencial em torno de |~G| ≈ 0 é dado por

V| ~G|≈0 ≈
−e2aNk

4πε0εd

[
α1 + α2∆ + α3∆2

]
, (4.22)

onde ∆ = 2πr0/aNk, e α1, α2, e α3 são parâmetros arbitrários. Baseado em um trabalho anterior
(13), nós escolhemos α1 = 1.76, α2 = 1, and α3 = 0. Esse conjunto de parâmetros nos 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.

A Fig 4.3 mostra a estrutura da banda dos éxcitons, em função do momento do éxciton ~Q.
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Figura 4.2: Zona de Brillouin equivalente utilizada no cálculo BSE. Adaptada de (13)

Escolhemos variar o momento do éxciton no caminho Γ-K-K’-Γ, o mesmo percorrido para mos-
tramos a estrutura da banda do elétron, escolhemos esse caminho pois o mesmo para pelos pontos
mínimos de energia da banda de condução e pelos pontos máximos de energia da banda de va-
lência. Os níveis de energia do éxciton foram calculados pela combinação do MTB e BSE. Nós
observamos que para os DCMTs 2H o mínimo das energias excitônicas estão localizados em
torno dos pontos Γ, K e K’, de acordo com os resultados prévios (5). Os éxcitons no ponto Γ

são estados opticamente ativos, além de facilmente observados experimentalmente, sendo cha-
mados de éxcitons diretos, já os éxcitons com momento ~Q 6= 0, chamados de éxcitons indiretos,
precisam ser ativados mediante fônons ou algum outro mecanismo.

4.2 INTERAÇÃO RADIAÇÃO-MATÉRIA

Nesta seção estudaremos a interação radiação-matéria, o Hamiltoniano referente à esse tipo
de interação nos permite saber a taxa de probabilidade de um estado em uma dada VB poder
ser excitado para uma dada CB (mantendo o mesmo momento ~k ), com isso podemos cálcular o
espectro de absorção do material, além de fazer o mesmo com os éxcitons, de forma a sabermos
quais estados excitônicos são ópticamente ativos (Bright) e quais são inativos (Dark), além de
podermos observar a seleção do vale mediante polarização circular da luz.

Utilizaremos uma aproximação semi-clássica para derivar a interação entre um campo eletro-
magnético externo (luz por exemplo) e os elétrons de um material. Nessa aproximação trataremos
o campo eletromagnético de forma clássica, enquanto os elétrons serão descritos pelas funções
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Figura 4.3: Energia do éxciton, obtida através do cálculo BSE em conjunto com o MTB, em função do momento
do centro de massa ~Q, variando o mesmo no caminho Γ-K-K’-Γ, o qual pega os pontos da alta simetria (e pontos
de mínima energia da estrutura da banda eletrônica) da zona de Brillouin, para as monocamadas de DCMTs 2H:
(a) MoS2, (b) MoSe2,(c) MoTe2,(d) WS2,(e) WSe2. Para esse cálculo utilizamos εd = 2.5, o que corresponde à
monocamada entre um substrato de SiO2 embaixo e ar acima.

de onda da mecânica quântica, através de MTB. Embora essa aproximação não seja suficiente-
mente rigorosa quanto um tratamento puramente quântico, no qual as ondas eletromagnéticas são
quantizadas em fótons, ela ainda nos fornece resultados bons o suficiente para compararmos com
dados experimentais. Tal aproximação tem a vantagem de possuir um entendimento mais simples,
gerando resultados qualitativamente similares a um cálculo puramente quântico.

Começaremos pelo Hamiltoniano não perturbado de um elétron, introduzido pela equação

H0 =
p2

2m
+ V (~r) (4.23)

Para descrevermos o campo eletromagnético, consideramos um potencial vetor ~A(~r, t) e um
potencial escalar Φ(~r, t). Devido ao princípio de invariância de calibre, a escolha desses potenci-
ais não é única, por conveniência escolheremos o calibre de Coulomb.
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Φ = 0

∇ ~A = 0 (4.24)

Sendo os campos elétrico e magnético dados pelas seguintes expressões

~E =
∂ ~A

∂t
~B = ∇× ~A (4.25)

onde m é a massa efetiva do elétron.

Para adicionarmos o efeito do campo eletromagnético no Hamiltoniano eletrônico, basta fa-
zermos a substituição de Peirls, obtendo o Hamiltoniano com a seguinte expressão

H =
1

2m

[
~p+ e ~A

]2

+ V (~r) (4.26)

onde e é a carga elementar do elétron. O termo 1
2m

[
~p+ e ~A

]2

, pode ser expandido

1

2m

[
~p+ e ~A

]2

=
p2

2m
+

e

2m
~A.~p+

e

2m
~p. ~A+

e2A2

2m
(4.27)

Usando a definição de ~p como um operador −i~∇, podemos expressar o termo ~p. ~A como

(
~p. ~A
)
f(r) = ~A. (−i~∇f) +

(
−i~∇. ~A

)
.f (4.28)

Juntando a equação (4.24) com a equação (4.28), observamos que ~p. ~A = ~A.~p, considerando
a intensidade da luz fraca, ou seja | ~A| � 0, podemos desprezar o termo e2A2

2m
. Partindo desse

pressuposto temos

H = H0 +
e

m
~A.~p (4.29)

O termo extra adicionado a H0 descreve a interação entre a radiação eletromagnética e o
elétron, dessa forma o Hamiltoniano de interação luz-matéria, pode ser expresso

HLM =
e

m
~A.~p = e ~A.~v (4.30)

Observe que HLM depende da escolha de calibre, outra forma, comumente utilizada na litera-
tura para descrever essa interação (mais conveniente para cálculos no espaço real) é
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HLM = −e~r. ~E (4.31)

A equação(4.31) é equivalente à equação(4.30) no limite em que o vetor de onda ~k da onda
eletromagnética é pequeno, a equação(4.31) corresponde à aproximação do dipolo elétrico, sendo
a equação(4.30) mais geral, entretanto ambas desprezam o termo quadrático e2A2

2m
.

Visando simplificar os cálculos, assumiremos | ~A| � 1, de forma a podermos aplicar uma
teoria de perturbação dependente do tempo, através da regra de ouro de Fermi, para calcular a
probabilidade de transição, por unidade de volume (área no caso de um material 2D), para um
elétron na VB |v,~k〉 (com energia Ev e vetor de onda ~k) para a CB |c,~k〉 (com energia Ec e vetor
de onda ~k), note que os vetores de onda de ambos os estados são os mesmos, para transições com
diferentes ~k entre os estados, necessitamos considerar a absorção ou emissão de um fônon, com
momento igual à diferença entre os estados da VB e CB. Agora iremos avaliar a taxa de transição
entre as diferentes bandas |〈c,~k|HLM |v,~k〉|2:

|〈c,~k|HLM |v,~k〉|2 = (e/m)2|〈c,~k| ~A.~p|v,~k〉|2 (4.32)

Podemos escrever ~A da seguinte forma

~A = A0~α
(
ei(

~k.~r−ωt) + e−i(
~k.~r−ωt)

)
(4.33)

onde ~α é o vetor unitário que indica a direção de polarização da luz e ω à frequência do fóton.
Consideraremos ~k.~r � 1. O cálculo de 〈c| ~A.~p|v〉 envolve uma integração sobre o termo depen-
dente do tempo e±iωt, a qual em conjunto com os fatores nas funções dos elétrons de Bloch levam
formalmente a

∫
eiEct/~e±iωte−iEvt/~dt = δ

(
Ec(~k)− Ev(~k)± ~ω

)
(4.34)

sendo a função δ, denominada delta de Dirac, oriunda da regra de ouro de Fermi. Tal resultado
significa que um elétron na VB(CB) absorve(emite) um fóton e é então excitado(decaído) para a
CB(VB). O termo e−iωt descreve um processo de absorção, enquanto eiωt descreve um processo
de emissão. Nesse trabalho focaremos no estudo da absorção, pois no processo de emissão podem
ocorrer alguns outros processos de espalhamento, os quais serão tratados no dinâmica do éxciton.

Considerando ~p = ~~k e ~v = 1
~∇~kHTB, onde HTB é o Hamiltoniano oriundo do MTB, o

operador de interação luz matéria HLM pode ser escrito de uma maneira mais conveniente para
nosso cálculo

HLM(~α,~k) =
e

~
A0~α ·

(
∇~kHTB(~k)

)
(4.35)

Como a intensidade de absorção é proporcional à taxa de transição entre os estados envolvidos,
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dada pela expressão (9, 13, 84)

I(~α, ω) =
π

ωS

∑
~k,c,v

|〈c,~k|HLM(~α,~k)|v,~k〉|2δ
(
~ω − (Ec(~k)− Ev(~k))

)
(4.36)

Definiremos os vetores de polarização da luz ~α, da seguinte maneira, polarização linear
~α = (1, 0, 0), polarização circular no sentido horário, conhecida como σ+, ~α = (1, i, 0), po-
larização circular no sentido anti-horário, conhecida como σ−, ~α = (1,−i, 0). Para calcularmos
a intensidade de absorção de um estado excitônico, como a função de onda do éxciton é uma com-
binação linear dos pares elétron-buraco, a absorção do éxciton também é obtida de forma análoga,
sendo a intensidade calculada pela força do oscilador de cada par elétron-buraco multiplicado pela
sua contribuição na função de onda do éxciton, dado pela seguinte expressão

Iexc(~α, ω) =
π

ωS

∑
M

Os(~α,M)δ
(
~ω − EM

0

)
(4.37)

onde EM
0 é a energia do M-ésimo estado do éxciton com ~Q = 0 e Os(~α,M) é a força do oscila-

dorm definida por

Os(~α,M) =

∣∣∣∣∣∣
∑
~k,c,v

AM
c,v,~k,0

〈c,~k|HLM(~α,~k)|v,~k〉

∣∣∣∣∣∣
2

(4.38)

O valor de Os(~α,M) é dado pela regra de seleção óptica, consequentemente, definindo se o
estado é opticamente ativo(bright) ou inativo(dark), nesse trabalho definimos os estados com
Os(~α,M) ≥ 10−8 como opticamente ativos(bright), os demais são considerados inativos(dark).

Na Fig 4.4 vemos a força do oscilador, entre a VB com maior energia e a CB com menor
energia, ao redor de toda a primeira zona de Brillouin, para o MoS2, para diferentes polarizações
da luz. Nessa figura podemos claramente observar, olhando os painéis (b) e (c) a seleção do vale
mediante uma luz com polarização circular, observe também que grande parte da atividade óptica
entre essas bandas ocorre nos vales K e K’, o que por si só justifica a acurácia dos modelos k.p no
cálculo dessas propriedades ópticas, o resultado é similar para os demais DCMTs 2H. Podemos
observar também que a polarização σ+ faz com que apenas o vale K possa absorver luz, enquanto
a polarização σ− faz com que apenas o vale K’ absorva, para a polarização linear ambos os vales
absorvem luz, além de outros pontos na zona de Brillouin.

Para obtermos um espectro, que possa ser diretamente comparado ao obtido experimental-
mente, optamos por substituir a função δ de Dirac, por uma Lorentziana, da seguinte forma

δ (~ω − E) ≈ γ2

π
(
[~ω − E]2 + γ2

) (4.39)

onde γ é a largura da Lorentziana, correspondendo à largura do pico, no limite γ ≈ 0 a Lorentzi-
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Figura 4.4: Força do oscilador, calculada por
∣∣∣〈c,~k|HLM (~α,~k)|v,~k〉

∣∣∣2 considerando apenas o topo da banda de
valência e a banda de condução inferior , em um monocamada de MoS2, ao redor da primeira zona de Brillouin,
utilizando as polarizações da luz (a) linear, (b) σ+ e (c) σ− , o código de cores representa a força do oscilador, sendo
utilizada a mesma escala para os painéis (b) e (c), nesse cálculo utilizou a VB de maior energia e CB de menor
energia.

ana é igual à função δ de Dirac. Nos espectros de absorção mostrados nesse trabalho, utilizamos
γ = 0.02eV . Para conseguirmos resultados, no espectro de absorção, similares aos obtidos ex-
perimentalmente, para luz circularmente polarizada, tivemos de adicionar ao Hamiltoniano do
MTB, esse termo extra é igual ao termo de exchange com direção de magnetização no plano, com
intensidade Js ≈ O(10−16eV ), essa correção faz com que a função de onda seja corrigida, para
o caso sem exchange, e nos dê um espectro com polarização σ+ idêntico ao obtido com σ−, o
que vai de encontro às medidas experimentais. A ausência dessa correção nos demais MTB da
literatura (13, 5, 103) pode ser a justificativa para os mesmos não terem apresentado espectros
com polarização circular.

4.3 PROPRIEDADES ÓPTICAS DAS MONOCAMADAS DE DCMTS 2H

Nessa seção analisaremos a resposta óptica do espectro de absorção dos DCMTs 2H mediante
diversas condições, inicialmente mostraremos o efeito do substrato no espectro, depois anali-
saremos o efeito de um substrato magnético na resposta óptica do material, inicialmente com
magnetização perpendicular ao plano, o que gera a quebra de degenerescência dos vales. Após
essa análise, por último, iremos observar o ativamento dos estados ópticamente inativos (Dark)
mediante a mudança da direção da magnetização aplicada pelo substrato, o que faz com que novos
picos apareçam no espectro.

Na Fig 4.5, vemos diversos espectros de DCMTs 2H, (a) MoS2, (b) MoSe2, (c) MoTe2, (d)
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Figura 4.5: Espectro de Absorção dos DCMTs 2H para diferentes constantes de substrado εd. (a) MoS2, (b) MoSe2,
(c) MoTe2, (d) WS2 e (e) WSe2.

WS2 e (e) WSe2, com diferentes valores da constante dielétrica devido ao substrato εd. O valor
εd = 1 corresponde ao material sem nenhum subtrato, havendo apenas ar acima e abaixo da
monocamada, o valor εd = 2.5 corresponde ao material crescer em cima de um substrato de
SiO2 e ter ar acima da monocamada, os demais valores são apenas escolhas teóricas arbitrárias, o
subtrato magnético seria colocado abaixo desse primeiro substrato. Podemos claramente observar
que conforme a constante dielétrica efetiva do substrato εd aumenta, observamos um aumento da
energia do éxciton, ou seja a energia de ligação diminui conforme aumenta a constante dielétrica
efetiva, isso não ocorre de forma linear. É interessante observar também que o aumento dessa
constante εd diminui a intensidade da absorção, com isso podemos inferir que alguns substratos
específicos seriam melhores para observar as propriedades ópticas do material, cabe salientar
que a curva azul se refere a polarização da luz σ+ e a curva tracejada vermelha se refere à σ−.
Podemos observar que a constante do substrato não diferencia o espectro mediante diferentes
polarizações circulares. Nos demais resultados apresentados nesse trabalho utilizaremos apenas
o substrato de SiO2, εd = 2.5, o qual é o mais comum utilizado nas medidas experimentais dessa
material, para que assim o cálculo possa ser comparado com outros resultados na literatura.

Na Fig 4.6 vemos a estrutura da banda do éxciton, obtida através do MTB+BSE, em função
do momento do éxciton ~Q, para as monocamadas de MoS2. Nós observamos que os estados
excitônicos de menor energia se encontram em torno dos pontos de alta simetria Γ, K e K’, o
que vai de acordo com resultados anteriores (5). Éxcitons no ponto Γ, são estados opticamente
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Figura 4.6: Estrutura da banda do éxciton, em função centro de massa do éxciton ~Q para uma monocamada de
MoS2, com εd = 2.5, obtido pelo MTB com BSE. As inserções na figura mostram os éxcitons ativos A e B, e seus
respectivos éxcitons inativos no ponto Γ( ~Q=0) e suas respectivas configurações.

ativos (bright), normalmente observados experimentalmente. As transições com momento não
nulo (éxcitons indiretos), por outro lado, podem ser ativadas mediante fônons. Geralmente, a
função de onda do éxciton Ψn

ex( ~Q) pode acoplar diversos estados das CBs e VBs. Os estados
de energia mais baixo em Γ, entretanto podem ser propriamente identificados como éxcitons A
e B (111). Tais estados são formados pelo gap direto (pontos K e K’ da estrutura da banda da
monocamada) com elétrons e buracos com a CB e VB bem definidos. A configuração dos estados
excitônicos A e B bright (BE) e dark (DE) são mostrados na inserção da Fig 4.6.
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5 PROPRIEDADES ÓPTICAS DAS MONOCAMADAS
DOS DCMTS 2H SOB O EFEITO DE UM SUBSTRATO

MAGNÉTICO

Neste capítulo mostraremos o efeito de proximidade magnética, induzido por um substrato
ferromagnético, no espectro de absorção dos estados excitônicos, analisando o efeito do exchange
do spin Js 6= 0, JL = 0 e o efeito combinado do exchange do spin com o momento angular
Js 6= 0, JL = Js/2. Mostraremos também o efeito da direção de magnetização m̂ do substrato na
absorção, separando nosso resultados, basicamente, em dois casos, o primeiro com magnetização
perpendicular ao plano da monocamada θ = 0 e o segundo com componentes da magnetização
no plano da monocamada θ 6= 0.

Figura 5.1: Energia do éxciton e espectro de absorção de uma monocamada de MoS2 em um substrato magnético.
(a) Energia dos estados excitônicos nos vales K (azul) e K’ (laranja), dos estados Bright Xb (opticamente ativos)
(linhas sólidas) e dos estados Dark Xd (opticamente inativos) (linhas tracejadas) em função da intensidade do campo
de exchange Js; o índice ’ corresponde aos estados no vale K’. A linha vertical preta tracejada marca a transição do
estado fundamental de Bright para Dark no vale K, em Js ≈ 5meV . As flechas verdes indicam a separação dos vales
para os éxcitons Dark e Bright. (b) Espectro de absorção, contendo apenas os éxcitons do tipo A Bright. As linhas
azul e laranja correspondem a polarização σ+ (absorção no vale K) e σ− (absorção no vale K’) respectivamente. O
pico correspondente ao estado A Bright exibe uma separação entre os vales linear à Js.

A dependência das energias do éxcitons bright (linhas sólidas) e dark (linhas tracejadas) nos
vales K (curvas azuis) e K’ (curvas laranjas) da monocamada de MoS2 para um campo de ex-
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change Js é mostrado na Fig 5.1(a). Conforme Js aumenta, a separação entre os vales, tanto para
os éxcitons bright e dark (indicada pelas flechas verdes) aumenta de forma monotônica. Entre-
tanto a separação dos estados dark é bem superior à dos estados bright. Contrastantemente, a
separação entre os éxcitons dark-bright intra-vale em K, apresenta um comportamente diferente
de K’. No primeiro caso, os níveis de energia bright e dark cruzam em Js = 5 meV, enquanto
no outro caso eles se separam cada vez mais. A Fig 5.1(b) mostra o espectro de absorção dos
éxcitons A bright nos vales K (curvas azuis) e K’ (curvas laranjas) de uma monocamada de MoS2

em um substrato magnético. Para Js = 0 nós observamos uma coincidência na absorção com
duas helicidades opostas (azul para polarização σ+ e laranja para σ−). Esse resultado indica a
mesma intensidade de absorção e energia para ambos os vales K e K’. Entretanto, o campo de
exchange nos leva a uma quebra de degenerescência do vale; nós observamos um desvio para o
vermelho em σ+ e um desvio para o azul em σ− no espectro de absorção.

Figura 5.2: Figura esquemática mostrando inicialmente uma monocamada de DCMT 2H em um substrato não
magnético (a) com seus estados ativos (Bright) e inativos (Dark), em (b) temos a mesma monocamada agora sob
efeito de um substrato magnético, com componente da direção de magnetização no plano, isso permite que pares
elétron-buraco com spins inicialmente opostos (caso (a)) agora possam apresentar atividade óptica, tal fenômeno é
conhecido como ativamente óptico dos estados Dark (Brightening of Dark Excitons - BDE).

Na Fig 5.2, temos a monocamada de DCMT 2H sob a ação de um substrato sem propriedades
magnéticas em (a), nela vemos os estados bright com spins alinhados e os estados dark com os
spins desalinhados, quando colocamos a monocamada sob um substrato magnético, com uma
componente da direção da magnetização no plano, temos uma leve rotação do spin, fazendo com
o que o spin não seja mais um bom número quântico, essa leve rotação dos spins faz com que o
spin do elétron(buraco) agora tenha componentes tanto -up como -down, sendo uma combinação
linear de ambos os estados (up-down), isso faz com que as transições, inicialmente proibidas,
devido ao spin (caso (a)), agora possam acontecer (embora com intensidade de absorção menor),
a esse fenômeno damos o nome de clareamento dos éxcitons do tipo dark (brightening of dark
excitons - BDE), o qual torna opticamente ativo estados inicialmente sem atividade óptica.

A energia de ligação do éxciton, pode ser calculada através da subtração do autovalor do
éxciton com a energia dos estados do elétron e do buraco, próximos ao gap direto, EM

b =
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Figura 5.3: Estados excitônicos de uma monocamada de MoS2, sob efeito da proximidade magnética induzida por
um substrato magnético, com magnetização perpendicular ao plano (θ = 0), o que nos leva a um acoplamento entre
o campo de exchange Js e o grau de liberdade do spin. (a) energia do éxciton em função de Js(JL=0). Os pontos
laranjas e pretos representam os estados excitônicos bright e dark respectivamente. (b) Espectro de Absorção com
luz circularmente polarizada. As linhas azuis se referem à polarização σ+ e as linhas vermelhas à σ−.

(
Ec,~k − Ev,~k

)
− EM

~Q=0
(98). Além disso, quando o spin é um bom número quântico, os esta-

dos excitônicos podem também ser identificados pela configuração do spin, o que nos permite
identificar os estados excitônicos bright com spins paralelos, e os estados dark com spins anti-
paralelos. A dependência da energia do éxciton, relacionada a um campo efetivo de exchange é
mostrada nas Figs 5.3 a 5.6, onde podemos identificar claramente os estados excitônicos A e B.
Nas Figs 5.3 e 5.5 consideramos apenas o termo de exchange relacionado ao spin, negligenciando
o termo do momento angular (JL = 0), nas Figs 5.4 e 5.6 consideramos o termo de exchange
completo com JL = Js/2, isso foi feito para tornarmos evidente o efeito do exchange do mo-
mento angular no espectro de absorção da monocamada de MoS2. Vamos começar nosso estudo
pelo caso da magnetização perpendicular ao plano, ou seja θ = 0. No primeiro teste considera-
mos que o substrato apenas hibridiza o grau de liberdade do spin (Fig 5.3), de forma que Js 6= 0

e JL = 0. No espectro de absorção, com polarização circular, mostrado na Fig 5.3(b), os picos
de menor energia podem ser identificados como os éxcitons A e B, com energia 1.42 eV e 1.57
eV respectivamente, nós podemos observar uma quase perfeita coincidência entre a absorção para
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duas helicidades diferentes (azul para σ+ e vermelho para σ−), independente da intensidade de
Js. Esse resultado indica a mesma intensidade de absorção e energia para ambos os vales K e
K’. A estabilidade de degenerescência do vale, na presença de um SEF, pode ser entendido da se-
guinte forma. Os estados excitônicos de menor energia, são quase em sua totalidade, compostos
por uma CB e VB muito bem definidas, com número quântico de spin bem definido. Particular-
mente, os éxcitons opticamente ativos (bright) pertencem a VBs e CBs com o mesmo spin, sendo
que essas bandas são igualmente deslocadas pelo SEF, isso explica o observado na Fig 5.3 onde
a energia do éxciton permanece a mesma, independente do valor de Js. Entretando, os éxcitons
dark (representados pelos pontos escuros), compostos por CBs e VBs com spin anti-paralelos,
são deslocados mediante Js, enquanto os estados bright (representados pelos pontos laranja), não
sofrem qualquer alteração, em ambos os vales.

Figura 5.4: Estados excitônicos de uma monocamada de MoS2, sob efeito da proximidade magnética induzida por
um substrato magnético, com magnetização fora do plano (θ = 0), o que nos leva a um acoplamento entre o campo
de exchange Js e o grau de liberdade do spin. (a) energia do éxciton em função de Js(JL = Js/2). Os pontos
laranjas e pretos representam os estados excitônicos bright e dark respectivamente. (b) Espectro de Absorção com
luz circularmente polarizada. As linhas azuis se referem à polarização σ+ e as linhas vermelhas à σ−.

Como um segundo teste, vamos considerar que o substrato hibridiza tanto com o grau de liber-
dade eletrônico do spin, quanto do momento angular (JL = Js/2). Nesse caso nós observamos na
Fig 5.4(b) uma expressiva diferença entre as posições dos picos com helicidades opostas, isto é
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deslocamento para o vermelho para σ− e deslocamento para o azul para σ+. Essa separação tipo
Zeeman, ocorre principalmente devido ao acoplamento do substrato magnético com o momento
angular orbital da VB, que é oposto em cada vale: 〈Lz〉 = 1.5 no vale K e 〈Lz〉 = −1.5 no
vale K’, isso é melhor demostrado no capítulo anterior, na Fig 3.5. De fato, nas Fig 5.4(a) e Fig
5.4(b) nós observamos que tanto os éxcitons bright quanto os dark são deslocados no caso em que
Js 6= 0 e JL 6= 0.

Figura 5.5: Estados excitônicos de uma monocamada de MoS2, sob efeito da proximidade magnética induzida por
um substrato magnético, com magnetização no plano (θ = π/2), o que nos leva a um acoplamento entre o campo de
exchange Js e o grau de liberdade do spin. (a) energia do éxciton em função de Js(JL=0). Os pontos laranjas e pretos
representam os estados excitônicos bright e dark respectivamente. (b) Espectro de Absorção com luz circularmente
polarizada. As linhas azuis se referem à polarização σ+ e as linhas vermelhas à σ−.

O efeito da proximidade magnética pode ter a direção de magnetização alterada, conforme ex-
plicado no capítulo anterior. Na Fig 5.5, nós observamos o efeito de uma magnetização aplicada
no plano da monocamada (θ = π/2), considerando apenas o efeito do acoplamento do spin com
o substrato (JL=0), mostrando seu efeito na energias dos éxcitons e no espectro de absorção. O
espectro de absorção mostrado na Fig 5.5(b) é bem diferente dos mostrados nas figuras anteriores,
as quais mostram a magnetização perpendicular. Primeiramente, o campo de exchange no plano,
não quebra a degenerescência no vale, o que nos leva a um espectro similar para as duas helici-
dades opostas σ+ e σ−. Segundamente, nossos resultados mostram o surgimento de picos extras
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no espectro, próximo às baixas energias. Esse aparecimento decorre do clareamento dos estados
excitônicos, inicialmente sem atividade óptica, conhecido na literatura como "brightening of dark
excitons"(BDE) (98, 112, 113), conforme descrito a seguir. A componente do plano do campo de
exchange inclina a componente do spin de cada um dos ramos da CB, conforme mostrado na Fig
3.7(g). Conforme a componente do spin muda, o spin deixa de ser um bom número quântico e
estados excitônicos dark anteriormente proibidos, devido ao spin, ganham alguma atividade óp-
tica, conforme observado recentemente em experimentos de magneto-fotoluminescência (114).
Uma comparação entre as cores dos pontos nas Fig 5.3(a)-(b) e Fig 5.5(a)-(b) nos mostra uma
quantidade maior de pontos laranja na segunda, o que indica um incremento na atividade óptica,
de estados excitônicos previamente rotulados como dark, devido à presença de uma magnetização
no plano. Finalmente, nós enfatizamos que, a energia dos éxcitons e o espectro de absorção são
insensíveis ao OEF no plano; isto é, os resultados para as monocamadas sob componentes parale-
las de Js 6= 0 e JL 6= 0, são equivalentes aos mostrados na Fig 5.5, obtidos com Js 6= 0 e JL = 0.
Isso é uma consequência do fato que uma componente paralela de JL, não altera a estrutura da
banda, conforme observado na Fig 3.7(h).

Figura 5.6: Estados excitônicos de uma monocamada de MoS2, sob efeito da proximidade magnética induzida por
um substrato magnético, com magnetização no plano (θ = π/4), o que nos leva a um acoplamento entre o campo
de exchange Js e o grau de liberdade do spin. (a) energia do éxciton em função de Js(JL = Js/2). Os pontos
laranjas e pretos representam os estados excitônicos bright e dark respectivamente. (b) Espectro de Absorção com
luz circularmente polarizada. As linhas azuis se referem à polarização σ+ e as linhas vermelhas à σ−.
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Para completar nosso estudo, mostramos a Fig 5.6, na qual temos as energias do éxciton e o
espectro de absorção das monocamadas de MoS2 para uma direção de magnetização inclinada
(θ = π/4), consideramos tanto os efeitos SEF como OEF. Interessantemente, embora o sistema
esteja sob componentes paralelas e perpendiculares do campo de exchange, o espectro não pode
ser simplesmente interpretado como uma combinação linear dos casos θ = 0 e θ = π/2. De um
lado, a componente paralela nos leva a um efeito de clareamento ("brightening effect") devido
à inclinação do spin do elétron e do buraco, gerando novos picos no espectro de absorção. Esse
efeito depende apenas do SEF e é observado em θ = π/2. Por outro lado, devido à essa inclinação
do spin, a componente perpendicular do SEF e OEF acopla de forma diferente com cada uma das
CBs e VBs, nos levando a uma diferente separação das bandas em cada vale e portanto quebrando
a degenerescência do vale.

Figura 5.7: Energia do éxciton em função de Js (JL = Js/2) para uma monocamada de MoS2 sujeita a OEF e SEF
fora do plano. (a) éxciton bright A (linha verde), éxciton bright B (linha laranja) e éxciton A dark (linha cinza), nos
vales K e K’. (b) Energias de ligação do éxciton

Em uma primeira aproximação, estudos teóricos tem considerado que a energia de ligação
do éxciton é essencialmente independente do exchange (98, 115). Nós mostramos, entretanto,
que isso não ocorre exatamente para a monocamada de MoS2 sujeita a um SEF e OEF fora do
plano. Na Fig 5.7 nós mostramos as energias dos éxcitons A e B, obtidos pelo MTB+BSE, em
ambos os vales, além das suas energias de ligação (EA

b e EB
b ), em função de Js(JL = Js/2). Nós

observamos que a energia de ligação aumenta linearmente com a força do campo de exchange,
tanto para os éxcitons bright A e B, o éxciton dark A tem sua energia de ligação diminuindo de
forma linear. Esse resultado se assemelha aos relatos anteriores sobre a dependência linear da
energia de ligação para diferentes monocamadas de DCMTs 2H, em função do campo magnético
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perpendicular aplicado (113). Apesar de pequena variação da energia de ligação com o campo de
exchange, nós mostramos que o efeito de proximidade magnética nas propriedades excitônicas,
pode ser qualitativamente compreendido à luz dos efeitos causados na estrutura da banda. Por
último, mas não menos importante, nós observamos que, na ausência do campo de exchange (Js =

JL = 0), nosso espectro de absorção do éxciton nas Figs 5.3 a 5.6 mostram uma coincidência
na absorção para as helicidades σ+ e σ−, isso é uma consequência da degenerescência do vale
protegida pela simetria de inversão temporal.
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6 DINÂMICA DOS ÉXCITONS NO VALE

Neste capítulo estudaremos a Dinâmica do Éxcitons nos vales K e K’, de forma conjunta;
através de um modelo fenomênológico, baseado nas evolução temporal das populações dos éxci-
tons bright e dark em ambos os vales. Os parâmetros desse modelo vem diretamente do cálculo
MTB+BSE e de medidas experimentais, nosso cálculo irá focar principalmente nos estados es-
tacionários e apenas nas monocamadas de MoS2. Dessa dinâmica iremos calcular a intensidade
da emissão de fotoluminescência (PL) e a polarização do vale, sabendo assim qual vale possui
maior contribuição para aquela emissão. Na seção 5.1 falaremos da modelagem fenomenológica
de forma geral, mostrando as equações de taxa das populações e falando de forma simplificada
sobre os canais de espalhamento. Na seção 5.2 trataremos da adaptação desse modelo, para o
material estudado, sob a ação de um substrato ferromagnético, com direção de magnetização per-
pendicular à monocamada. Na seção 5.3 adaptaremos essa modelagem para o estudo do material
sob a ação do mesmo tipo de substrato, porém tendo uma componente da magnetização no plano
da monocamada, o que gera o clareamento dos estados excitônicos dark, como nesse caso os
niveis excitônicos possuem uma contribuição dark e outra bright a modelagem fora adaptada.

6.1 MODELO DAS EQUAÇÕES DE TAXA DAS POPULAÇÕES

Através de uma metodologia fenomenológica, a qual acopla um conjunto de equações dife-
renciais, dependentes do tempo, podemos calcular a dinâmica das populações dos éxcitons em
pontos específicos da zona de Brillouin. No nosso caso os pontos de interesse são os vales K
e K’ das monocamadas de DCMTs 2H. Através desses equações calculamos a variação da taxa
populacional nos níveis de energia estudados, quando temos a informação do tempo de vida des-
sas populações em cada nível, No nosso trabalho a primeira informação é retirada do cálculo
MTB+BSE e a segunda de resultados experimentais. Precisamos também definir os processos
de espalhamentos que determinam essa troca entre os estados, a quantidade de processos de es-
palhamento varia conforme o sistema a ser estudado, podendo ser escolhido de forma arbitrária
conforme a propriedade de interesse a ser analisada.

Na Fig 6.1 temos o esquema de um sistema de dois níveis excitados e o estado fundamental,
inicialmente o estado fundamental sofre uma excitação por um pulso de luz g, indo do estado
fundamental para o primeiro nível |1〉, de maior energia, dessa forma o laser criou uma densidade
populacional n1 nesse estado. Entretanto considerando que os níveis |1〉 e |2〉 se encontram
inicialmente fora do equilíbrio, eles se comunicam e trocam informações, através da troca de
populações entre ambos, até atingir o equilíbrio em um estado estacionário. Esse processo pode
ser caracterizado como de primeira ordem, com uma taxa constante Γ, a qual é inversamente
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Figura 6.1: Sistema de dois níveis representando a transferência de carga entre os estados 1 e 2. Γ12 indica a taxa de
perda de população em 1 para 2, e Γ21 a taxa em 2 para 1. Retirado de (14).

proporcional ao tempo de vida dessa população τ do determinado nível (Γ = 1/τ ). Podemos
definir taxa da perda de população do estado |1〉 para o |2〉 como Γ12n1, e a de |2〉 para |1〉
como Γ21n2. Ainda temos o fato, de que as populações desses dois estados podem se recombinar
radiativamente para o estado fundamental |0〉 com uma taxa Γ1 e Γ2. Com isso podemos escrever,
de uma forma simples, as equações de taxa para a evolução temporal das populações dos estados
|1〉 e |2〉

dn1

dt
= g − Γ1n1 − Γ12n1 + Γ21n2

dn2

dt
= −Γ2n2 − Γ21n2 + Γ12n1 (6.1)

A partir dessa idéia, podemos modelar a dinâmica do vale de diversos estados excitônicos,
para incrementar o modelo podemos acoplar mais equações através da consideração de mais
estados, bem como considerar outros canais de espalhamento, como o espalhamento causado
por fônons, que acopla éxcitons em diferentes vales, podemos também colocar uma dependência
com a temperatura, para alguns desses processos de espalhamento. Ao resolvermos o sistema
com a condição dni

dt
= 0, sendo i os diversos estados considerados no cálculo, iremos obter

as populações ni de cada estado quando o sistema atinge o estado estacionário, onde não há
mais evolução temporal. Conhecendo a população de cada estado, a intensidade da emissão de
fotoluminescência (PL) Ii pode ser estimada com a taxa de decaimento radiativo (Γi) do estado i
(116), dada pela expressão
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Ii = Γini (6.2)

6.2 DINÂMICA COM SUBSTRATO MAGNÉTICO

Agora vamos virar nossa atenção à dinâmica do éxciton nos vales K e K’ das monocamadas
de MoS2, nesse trabalho restringiremos nossa discussão apenas às propriedades dos éxcitons A,
os quais são formados pela VB de maior energia, e as duas CB com menor energia. A escolha
apenas dos éxcitons A, ocorre devido ao fato de ser mais fácil identificar sua evolução, tanto dos
estados dark como bright, com relação à intensidade do exchange Js, de forma que os estados tipo
A não se misturam com os demais, isso pode ser melhor observado nas Figs 5.4. Nesse cálculo
consideramos JL = Js/2.

Usando um valor crítico de exchange Jexcc , a separação bright-dark intra-vale dos éxcitons e
a separação de energia entre dois éxcitons bright em um vale diferente, são obtidas através do
cálculo MTB+BSE, nós podemos explorar a dinâmica do éxciton no vale, incluindo a recombina-
ção dos éxcitons, o espalhamento intra-vale entre éxcitons bright-dark e o intervale entre éxciton
bright-bright, através da solução de um sistema acoplado de equações diferenciais. Disso, nós po-
demos obter a intensidade da emissão PL e a polarização do vale (VP). Nesse caso dois regimes de
espalhamento são considerados. Para Js < Jexcc , o estado fundamental é opticamente ativo (éxci-
ton bright) em ambos os vales K e K’, logo a taxa de espalhamento intra-vale entre um estado dark
(excitado) e um estado bright (fundamental) é dada por Γbd = 1.0 ps−1, enquanto a excitação tér-
mica de um estado bright para dark é descrita por Γbdu(T, Js), onde u(T, Js) = e−|∆E

K(′)
bd (Js)|/kBT

é a distribuição de Boltzmann, a qual balanceia a população excitônica entre os estados bright
e dark devido a separação entre os éxcitons bright e dark ∆E

K(′)
bd (Js) = E

K(′)
b (Js) − EK(′)

d (Js)

em um mesmo vale, kB é a constante de Boltzmann. Contrastantemente, o estado fundamental
se torna opticamente inativo (dark) no vale K, e apenas nele, para Js > Jexcc , então a excitação
térmica favorece uma transferência de carga dos estados dark para bright, o que é invertido com
respeito ao caso anterior (69).

A dependência do espalhamento inter-vale, com relação à temperatura e à intensidade do ex-
change Js, é incorporada ao modelo através da taxa de espalhamento inter-vale, mediado através
dos fônons, dado por

Γ±s =
α∆E3

vs(Js)

|e±∆Evs(Js)/kBT − 1|
(6.3)

onde Γ
+(−)
s é a taxa de espalhamento envolvendo a absorção(emissão) de um fônon (117). A força

do acoplamento éxciton-fônon, independente de Js, α = 105 ps−1 eV−3, a dependência de α com
a VP é mostrada na Fig 6.7. A taxa de espalhamento inter-vale também depende da separação
entre os vales ∆Evs(Js) = EK

b (Js) − EK′

b (Js), sendo EK(′)
b (Js) a energia do éxciton bright no
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Figura 6.2: Diagrama esquemático das transições e espalhamentos entre o estado fundamental |0〉, bright |Xb〉(|X ′b〉)
e dark |Xd〉(|X ′d〉) do éxciton no vale K(K’) da monocamada de MoS2. g e g′ correspondem à taxa de geração de éxci-
tons bright, nos vales K e K’ respectivamente, Γbd é a taxa de espalhamento bright-dark. O fator e(−|∆Ebd|/kBT ) des-
creve a distribuição de Boltzmann balanceando as populações de éxcitons entre estados bright e dark, com ∆E(′)bd
sendo a separação entre a energia dos éxcitons bright-dark no vale K(K’). Os espalhamentos inter-vale entre éxcitons
bright, com a taxa de espalhamento descrita por Γ+

s e Γ−s , também estão inclusas.

vale K(K’). Apesar de existirem mecanismos que possam causar espalhamentos inter-vale entre
os éxcitons dark, resultados experimentais revelam que a taxa de espalhamento inter-vale entre
os estados bright é uma ordem de grandeza maior que o dos estados dark (118), motivo pelo qual
desprezamos esse canal de espalhamento entre estados dark. De forma análoga ao caso geral,
temos na Fig 6.2, representado de forma esquemática, os canais de espalhamento considerados
nesse caso, podendo ser comparado à Fig 6.1. Com isso a dinâmica dos éxcitons nos vales, pode
ser descrita pelas seguintes equações de taxa acopladas

dnb
dt

= g −
(
Γb + Γ−s + ΓbdΘ(Jexcc − Js)

)
nb + ΓbdΘ(Js − Jexcc )nd + Γ+

s n
′
b

dn′b
dt

= g′ −
(
Γb + Γ+

s + Γbdu(T, Js)
)
n′b + Γbdn

′
d + Γ−s nb

dnd
dt

= − (Γd + ΓbdΘ(Js − Jexcc ))nd + ΓbdΘ(Jexcc − Js)nb
dn′d
dt

= − (Γd + Γbd)n
′
d + Γbdu(T, Js)n

′
b (6.4)

onde a função degrau modificada Θ(J ′ − J ′′) é definida por

Θ(J ′ − J ′′) =

{
u(T, J) se J ′ > J ′′;

1 se J ′ < J ′′.
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Nas equações acima n(′)b(d) corresponde a população de éxcitons bright(dark) no vale K(K’),
g(g′) corresponde a taxa de criação de éxcitons bright no vale K(K’), Γb = 0.1ps−1 e Γd =

0.01ps−1 são as taxas de recombinação dos estados bright e dark respectivamente (119, 120).
Nesse trabalho consideramos a monocamada de MoS2 excitada por uma luz linearmente polari-
zada contínua, de forma que g = g′ = P (5.35 10−6s−1cm−2), onde P é densidade da potência do
laser, nesse cálculo usamos P = 1.0 KW/cm2. Resolvendo as equações para o estado estacionário
(dni
dt

= 0) para todos os estados excitônicos, nós conseguimos obter a dependência da emissão PL
com relação ao exchange e à temperatura, sendo a intendidade de PL definida I(′)

b = Γbn(′)b para
os bright éxcitons no vale K(K’), a polarização do vale VP pode ser definida como

V P =
(Ib − I ′b)
(Ib + I ′b)

(6.5)

Para o caso estacionário podemos obter uma expressão analítica para as populações de éxcitons
dark e bright para os vales K e K’, através das seguintes expressões

nb =
gβ2 + g′Γ+

s

β1β2 − Γ+
s Γ−s

n′b =
g′β1 + gΓ−s
β1β2 − Γ+

s Γ−s

nd =

(
ΓbdΘ(Jexcc − Js)

Γd + ΓbdΘ(Js − Jexcc )

)
nb

n′d =

(
Γbdu(T, Js)

Γd + Γbd

)
n′b (6.6)

onde

β1 = Γb + Γ−s +
Θ(Jexcc − Js)ΓbdΓd

Θ(Js − Jexcc )Γbd + Γd

β2 = Γb + Γ+
s +

ΓbdΓdu(T, Js)

Γbd + Γd
(6.7)

A polarização do vale VP para os estados bright é dada pela expressão

V P = 1− 2 (g′β1 + gΓ−s )

g (β2 + Γ−s ) + g′ (β1 + Γ+
s )

(6.8)

Observando a equação (6.8) vemos que, para o caso g = g′ 6= 0 a polarização do vale V P
independe de g, já na equação (6.6) observamos que g é apenas um fator constante que multiplica
as populações, desde que o mesmo não seja nulo, não veremos nenhuma alteração física oriunda
da alteração desse valor, isso apenas serve para justificar o motivo de não fazermos nenhuma
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análise do resultado com relação ao valor de g.

Figura 6.3: Energia da CB e dos éxcitons de uma monocamada de MoS2 em um substrato ferromagnético, em
função do campo de exchange Js. Painel esquerdo: energia do estado mais baixo com spin-up (vermelho) e spin-
down (azul) da CB, em (a) K e (b) K’. As linhas vermelhar e azuis correspondem às subbandas dos estados com
spin-up e -down respectivamente. Um cruzamento entra as subbandas ocorre em Js = Jsp

c ≈ 10 meV no vale K. No
painel à direita: (c) separação dos éxcitons no vale ∆Evs definido pela diferença de energia entre estados excitônicos
correspondentes nos vales K e K’. As linhas sólidas e tracejadas representam a separação do vale para os estados
bright e dark respectivamente. (d) Separação entre os éxcitons dark e bright ∆Ebd nos vales K(azul) e K’(amarelo).
Em Jexc

c ≈ 5 meV, a diferença de energia no vale K muda de sinal, isso indica a mudança do caráter do estado
fundamental de bright para dark. O efeito multicorpos se manifesta na diferença dos valores de Jsp

c e Jexc
c .

Conforme mostrado na Fig 6.3(a) e (b), podemos observar que com o aumento de Js, a energia
das CBs com spin-up(down) cresce(diminui) linearmente no vale K. Chegando ao valor crítico
de exchange Jspc ≈ 10 meV, um cruzamento entre as bandas ocorre, e o estado com spin-down
passa a ser o de energia mínima. No vale K’, por outro lado, o desvio do Zeeman faz com que
os dois estados de spin diferentes se separem cada vez mais, conforme Js aumenta. A Fig 6.3(c)
mostra a separação do vale do éxciton ∆Evs em função de Js, que é, a diferença entre os estados
correspondentes (bright ou dark) nos vales K e K’. As bandas para os éxcitons dark e bright no
mesmo vale possuem orbitais idênticos mas número de spin opostos, portanto a separação Zeeman
dos éxcitons dark é maior que a dos estados bright. Especificamente, éxcitons ópticamente ativos,
são compostos por elétrons na CB e VB com mesmo spin, portanto a separação do vale para os
éxcitons bright é principalmente devido ao acoplamento do campo de exchange com o momento
angular (JL) na VB. Em contraste, os éxcitons dark são compostos por CBs e VBs com spin
oposto, e portanto tanto o spin como o momento orbital contribuem para a separação total do vale.
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Como resultado, a separação do vale dos éxcitons dark é quase 4 vezes maior que a apresentado
pelos éxcitons bright, chegando a 110 meV com Js = 20 meV. A separação de energia intra-
vale entre éxcitons dark e bright, ∆E

K(′)
bd , mostra na Fig6.3(d) um comportamento constrastante

entre os vales. Enquanto inicialmente ∆E
K(′)
bd é idêntico para ambos os vales em Js = 0, ∆EK

bd

diminui, enquanto ∆EK′

bd aumenta, conforme Js cresce. A diminuição de ∆EK
bd com o aumento

de Js nos leva a um cruzamento entre os estados excitônicos bright e dark em Js = Jexcc = 5 meV,
isto significa a mudança do estado fundamental de bright para dark. Tal comportamento é similar
à troca do estado fundamental na CB no vale K (vide Fig 6.3(a)). Entretanto, uma diferença
significativa no valor crítico do exchange para o cruzamento é observada, sendo o Jexcc < Jspc .
Isto ocorre devido ao efeito multicorpos, já que o valor crítico do exchange Jexcc é afetado pelas
energias de ligação do éxciton. A diferente configuração do spin entre os éxcitons bright e dark,
com massas efetivas diferentes nos dois ramos da CB, produzem uma grande diferença entre
as energias de ligação dos éxcitons dark (305 meV) e bright (295 meV) (os valores dependem
levemente do campo de exchange). Para Js = 0, a separação entre os dois ramos da CB é
∆c
SOC ≈ 20meV , enquanto a separação entre os éxcitons dark e bright é dada por ∆E

K(′)
bd =

∆c
SOC− (305−295) meV≈ 10 meV. Portanto, um pequeno campo de exchange Jexcc é suficiente

para superar a diferença de energia entre os éxcitons bright e dark, nos levando a uma troca do
estado fundamental do éxciton no vale K.

Tanto a separação dos éxcitons intra- e inter-vale, possuem um papel importante na dinâmica
do vale dos éxcitons, já que a população dos éxcitons e o espalhamento inter- e intra-vale depen-
dem fortemente dessa separação entre as energias. A influência do espalhamento dos éxcitons
inter- e intra-vale na dinâmica dos vales é incorporada através do conjunto de equações diferenci-
ais acopladas (6.4). Nós usamos os parâmetros calculados pelo MTB+BSE como input (energia
de separação entre estados bright-dark e entre os vales) e levamos também em consideração a
relaxação radiativa e não radiativa dos éxcitons, a relaxação/termalização de estados dark para
bright, além do espalhamento inter-vale mediado por fônons. Um representação esquemática en-
tre os principais canais considerados na dinâmica, em diferentes campos de exchange, é mostrada
na Fig 6.4. Esse esquema é utilizado para explicar a dependência da polarização da PL e VP com
relação ao exchange e à temperatura (Figs 6.5 e 6.6). Uma amostra mais completa dos canais de
espalhamento, pode ser vista na Fig 6.2.

A Fig 6.5 mostra os resultados da intensidade PL e VP, em função de Js a baixas (10 K) e altas
(300 K) temperaturas. A baixas temperaturas (painéis (a) e (c)), para o vale K, a intensidade PL
inicialmente aumenta, chegando a um pico em Js logo abaixo de Jexcc . Isso rapidamente diminui
conforme continuamos a aumentar Js, chegando a zero com um Js um pouco maior que Jexcc .
Para o vale K’, por outro lado, a intensidade PL mostra um decrescimento mais gradual, porém
monotônico, conforme aumentamos Js. As duas curvas se cruzam em Js = Jexcc , indicando uma
mudança do sinal da VP. Conforme mostrado na Fig 6.5(c), a VP inicialmente aumenta com Js,
chegando a um valor positivo de 25% logo antes de Jexcc . Então isso decresce, acentuadamente,
até valores negativos, chegando a um pico de −90% para Js logo após Jexcc . Após isso, temos
uma diminuição constante da magnitude com mais aumento de Js. O comportamento a baixas
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Figura 6.4: Representação esquemática dos níveis de energia do éxciton nos vales K e K’, e dos principais espa-
lhamentos inter e intra-vale na monocamada de MoS2, incluindo a emissão de éxcitons bright após a excitação por
uma luz linearmente polarizada, para três regimes diferentes. (a) e (d) Js < Jexc

c , (b) e (e) Js > Jexc
c e (c) e (f)

Js � Jexc
c , sendo os painéis superiores com temperatura baixa (10 K) e os inferiores com temperatura ambiente

(300 K). Aqui Jexc
c é o valor crítico do campo de exchange o qual muda a natureza do estado fundamental de bright

para dark. As curvas laranjas e pretas representam os níveis de energia dos éxcitons bright e dark respectivamente.
As setas indicam os canais de espalhamento e recombinação mais prováveis. Dentre eles, as setas vermelhas indicam
a recombinação do éxciton radioativo, as setas verdes representam a excitação intra-vale devido a relaxação/tempe-
ratura, as roxas correspondem ao espalhamento inter-vale mediado por fônons.

temperaturas, pode ser explicado da seguinte forma: os vales K e K’ são inicialmente degenerados
e os estados fundamentais dos éxcitons são ambos bright. Consequentemente, a intensidade PL é
alta e a VP é zero. No regime para Js baixo, a energia do éxciton no vale K decresce, enquanto
no vale K’ cresce. A separação do vale aumenta junto com Js, o que aumenta o espalhamento
inter-vale de K’ para K (Fig 6.4(a)). Isso, por sua vez, aumenta a população de éxcitons no
vale K as custas da população em K’. Como resultado, a intensidade PL aumenta no vale K
enquanto diminui em K’, aumentando a VP. Com mais aumento de Js, chegando próximo a
Jexcc (linha pontilhada na Fig 6.5), contudo, os estados bright e dark estão quase alinhados no
vale K, e a intensidade PL cai acentuadamente devido à ocupação do estado dark. Conforme
Js ultrapassa Jexcc , o estado fundamental do éxciton muda de bright para dark, no vale K (Fig
6.4(b)), e a intensidade PL vai a quase zero. Para o vale K’, contudo, o estado fundamental
sempre permanece bright. A intensidade PL diminui gradualmente com o aumento de Js, devido
ao aumento da separação do vale e o espalhamento inter-vale entre K e K’ (seta roxa na Fig
6.4(b)). A 10 K, a população do estado excitado é pequena, devido à pouca excitação térmica, e o
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Figura 6.5: Intensidade de fotoluminescência nos vales K e K’ (painéis à esquerda) e polarização do vale (painéis à
direita) dos éxcitons bright em uma monocamada de MoS2, sob efeito de um substrato ferromagnético e excitado com
uma luz linearmente polarizada, em função do campo de exchange. Os painéis superiores representam os resultados
com temperatura 10 K e os inferiores com 300 K. A linha tracejada vertical corresponde a Js = Jexc

c e serve como
guia.

espalhamento inter-vale é forte devido à grande separação dos vales, logo a intensidade PL para
ambos os vales é próxima a zero quando Js é grande. Nesse caso, o estado fundamental dark, no
vale K, serve como um reservatório para extinguir a população de éxcitons em ambos os vales
(Fig 6.4(c)). A altas temperaturas (300 K) (Figs 6.5(b) e (d)), a excitação térmica na população
dos estados excitados é mais eficiente. A intensidade PL em função de Js é qualitativamente
similar à de baixas temperaturas: no vale K, PL primeiramente aumenta junto com Js, chegando
a uma amplitude máxima, e então decrescendo com o aumento de Js, já no vale K’, em contraste,
a intensidade PL decresce mônotonicamente com o aumento de Js. Para todos os valores de
Js, contudo, a intensidade PL no vale K é sempre maior que em K’. A VP permanece positiva e
aumenta mônotonicamente com Js. O pico da PL no vale K é principalmente devido à mudança do
estado fundamental do éxciton. Contudo, a intensidade PL permanece significativa em Js > Jexcc ,
devido à excitação térmica da população dos estados bright excitados (Fig 6.4(d)). O positivo e
crescente valor da VP com o aumento de Js é dominado pelo aumento da separação dos vales, o
qual aumenta a taxa de transferências de éxcitons de K’ para K (observe as setas roxas nas Figs
6.4(e) e (f)). É importante ressaltar que o comportamento da VP em função de Js e da temperatura
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depende fortemente da competição entre os espalhamentos inter- e intra-vale.

Figura 6.6: Intensidade de fotoluminescência nos vales K e K’ (painéis à esquerda) e polarização do vale (painéis
à direita) dos éxcitons bright em uma monocamada de MoS2, sob efeito de um substrato ferromagnético e excitado
com uma luz linearmente polarizada, em função do campo de exchange. Nós consideramos três valores diferentes
para o campo de exchange (a) e (b) Js = 4 meV, (c) e (d) Js = 7 meV e (e) e (f) Js = 20 meV.

Finalmente, nós mostraremos resultados para dinâmica do vale, em função da temperatura,
para diferentes valores de Js. A Fig 6.6 mostra a intensidade PL nos vales K e K’ e a VP em
função da temperatura, com três valores diferentes para o campo de exchange. Com campo de
exchange baixo, Js = 4 meV < Jexcc (painéis (a) e (b)), o estado fundamental é bright em ambos
os vales, conforme mostrado na Fig 6.4(a). A intensidade PL é forte em ambos os vales, e maior
no vale K que em K’, devido à separação do vale e o espalhamento inter-vale, nos levando a uma
VP positiva. Como nos semicondutores convencionais, a intensidade PL decresce com o aumento
da temperatura em ambos os vales. Tal comportamento é tipicamente visto em semicondutores,
devido à ativação térmica de canais não-radiativos, nesse caso devido à excitação térmica dos
estados dark. Contudo, a excitação térmica é mais eficiente no vale K, devido à baixa separação
entre os estados bright-dark (6 meV). Por essa razão, a intensidade PL diminui mais rapidamente
no vale K. Portanto a VP decresce com o aumento da temperatura, o que é tipicamente observado
nos DCMTs 2H. Devemos notar que, embora a separação de vale de 6 meV seja significante,
equivalente a um campo externo de 30 T, a VP é moderada, mudando de 21.5% a 10 K para 5%
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a temperatura ambiente. Isto é primariamente devido ao curto tempo de vida do éxciton bright,
o qual torna o sistema incapaz de estabelecer um ponto de equilíbrio térmico no desequilíbrio
populacional.

Conforme Js aumenta para 7 meV (Js > Jexcc ), a dependência da PL com relação à tempe-
ratura, para as monocamadas de MoS2, nos vales K e K’, mostra um comportamente dramatica-
mente diferente do caso com Js < Jexcc . No vale K, temos inicialmente um acentuado crescimento
na intensidade PL com o aumento da temperatura, conforme mostrado em Fig 6.6(c). Esse au-
mento, não usual, da PL com a temperatura, é resultado direto da mudança seletiva do vale no
estado fundamental do éxciton. Com Js = 7 meV, o estado fundamental passa de bright para
dark. Contudo, o estado bright excitado, é localizado a meros 4 meV acima do estado funda-
mental. Devido à essa pequena separação entre os estados dark-bright, em comparação com a
separação dos vales (≈ 10 meV), a excitação térmica é forte mesmo no regime de baixas tempe-
raturas. Como resultado, a intensidade PL aumenta rapidamente com o aumento da temperatura, e
alcança um máximo por volta de 100 K. Com um aumento superior da temperatura, a intensidade
PL começa a diminuir lentamente. Nesse caso, a perda da população devido à ativação térmica
do retroespalhamento do vale K para o K’ supera o aumento populacional devido à excitação
térmica do estado fundamental dark. A intensidade de PL no vale K’mostra uma dependência
da temperatura mais fraca, e aumenta monotônicamente com o aumento da temperatura. Isto é
primariamente devido ao fato da população dos éxcitons, aumentada pela excitação térmica, no
vale K, também aumenta o retroespalhamento do vale K para o K’. Esse comportamento con-
trastante da PL nos vales, permitem a observação da dependência da VP com a temperatura. Em
forte contraste ao decréscimo monotônico da VP com o aumento da temperatura em DCMTs 2H
com Js pequeno aplicado (Fig 6.6(b)), VP mostra uma dependência altamente não usual com a
temperatura para Js > Jexcc , nomeadamente como uma melhoria térmica acompanhada de uma
troca de sinal. Conforme pode ser visto na Fig 6.6(d), para Js = 7 meV, a VP é grande e negativa
a baixas temperaturas, com valor de≈ −80% a 10 K. Isso aumenta rapidamente, cruzando o zero
a 24 K, e atinge o pico positivo em 30% a ≈50 K. Com um maior incremento da temperatura,
a VP diminui ligeiramente. Aqui a grande separação do vale e a inversão excitônica dos estados
bright-dark, trabalham sinergéticamente para aumentar a VP: quando a separação do vale é a força
motriz para VP, o desbalanceamento da população é sustentado pela excitação térmica do estado
fundamental dark, com tempo de vida de ordens de magnitude maior. Nosso modelo sugere que
se o tempo de vida para os estados dark e bright forem comparáveis a VP seria reduzida em mais
de 50% (veja a Fig 6.8).

O aumento da VP, mediante excitação térmica, é consistente com o comportamento contras-
tante do vale na PL: a baixas temperaturas, como o estado fundamental em K’ é bright e em K é
dark, grande parte da emissão vem do vale K’ (Fig 6.4(b)), o que nos leva a uma VP altamente
negativa. A magnitude da VP decresce e então se torna positiva, devido ao rápido aumento da
intensidade da PL no vale K, com o aumento da temperatura, resultando no aumento da população
de estados bright, excitados térmicamente (Fig 6.4(e)). A ligeira diminuição da VP é devido ao
decréscimo(acréscimo) da intensidade de PL no vale K(K’), devido à ativação térmica dos canais
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de retroespalhamento a altas temperaturas.

Com um aumento de Js até 20 meV (6.6(e) e (f)), tanto a dependência da PL e da VP com
a temperatura permanecem similar, qualitativamente, ao caso com Js = 7 meV. O início do
aumento da intensidade de PL no vale K, contudo, é atrasada para temperaturas > 50 K. Isto
ocorre, pois com o aumento de Js tanto a separação de energia dark-bright dos éxcitons intra-
vale e a separação do vale aumentam (6.4(e) e (f)). Com ∆E

K(′)
bd � kBT para T < 50 K, a

excitação térmica é quase desligada. Existe um grande espalhamento do vale K’ para o K, e o
retroespalhamento é improvável devido à grande separação do vale (≈ 50 meV). A população
dos éxcitons em ambos os vales, são drenadas através do estado fundamental dark no vale K
(6.4(c)), levando a um pequeno desaparecimento da intensidade PL em ambos os vales. A uma
temperatura maior que 50 K, a população do estado fundamental, no vale K, pode ser transferida
de maneira mais efetiva para o estado excitado bright (6.4(f)), fazendo com que a intensidade PL
supere a do vale K’, fazendo com que a VP se torne positiva. A VP alcança um pico de 75% a
120 K, e decresce vagarosamente com o aumento da temperatura a uma taxa de 0.15%/K. A 300
K, a VP mantém um impressionante valor de 50%.

Figura 6.7: Dinâmica do éxciton em uma monocamada de MoS2 em um substrato magnético. O código de cores
representa a polarização do vale de um éxciton bright em função da temperatura, intensidade do exchange Js e força
do acoplamento elétron-fônon α.

Nossos resultados revelam que a dinâmica do éxciton depende fortemente da força do aco-
plamento éxciton-fônon α. A Fig 6.7 mostra o grau de polarização do vale (código de cores) em
função da temperatura, exchange Js e α. Para um espalhamento fraco inter-vale (α pequeno), o
espalhamento intra-vale domina a dinâmica do éxciton. Neste caso, para Js > Jexcc = 5 meV, a
emissão do vale K é menos intensa que a do vale K’, pois o estado fundamental é dark em K e
bright em K’, dando origem a uma VP negativa. Para um valor maior de α, contudo, o espalha-
mento inter-vale se torna um processo dominante. Tal processo aumenta o espalhamento de K’
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para K, sendo que o último tem uma energia menor para Js > 0. Nesse cenário nós observamos
um robusta polarização positiva, mesmo a temperatura ambiente.

Figura 6.8: Polarização do vale, calculada a temperatura ambiente, em função do tempo de vida de um éxciton dark
(τd), normalizado pelo tempo de recombinação de um éxciton bright (τb = 10 ps). Nós consideramos a força do
acoplamento elétron-fônon α = 105 ps−2 eV−3, e dois campos diferentes de exchange, Js = 4 meV e Js = 7 meV.

Vale a pena mencionar que a robusta VP, a temperatura ambiente, é suportada pelo estado
fundamental do éxciton dark no vale K, o qual trabalha como um reservatório de éxcitons. O
mecanismo físico é dado a seguir: enquanto a separação do vale é a força motriz para a VP, o
desbalanceio populacional é sustentado pela excitação térmica do estado fundamental dark com
um longo tempo de vida. Na Fig 6.8 nós mostramos a VP, a temperatura ambiente, em função do
tempo de vida do éxciton dark, para Js < Jexcc (curva verde) e Js > Jexcc (curva vermelha). A VP
significativamente diminui quando os tempos de vida dos éxcitons bright e dark são comparáveis.

Uma forte emissão PL e robusta VP na temperatura ambiente, são dois importantes pré-
requisitos para aplicações optoeletrônicas do vale. Isso tem permanecido elusivo até agora, e
alcançar isso requer materiais que desafiam as usuais características dos semicondutores con-
vencionais. Nosso modelo, explorando os efeitos de proximidade magnética nos DCMTs 2H,
permitem que eles apresentem um comportamento não convencional, ou seja, clareamento, me-
diante excitação térmica, da emissão dos éxcitons e VP aumentada térmicamente. Forte PL e
VP, robusta e não volátil, podem ser demonstradas simultâneamente a temperatura ambiente. Por
exemplo, com um campo moderado de exchange de 20 meV, a temperatura ambiente, a VP chega
a 50%. Notavelmente, quanto mais forte o campo de exchange, mais pronunciado se torna o com-
portamento contrastante dos vales com relação à emissão PL. A faixa de temperaturas em que
ocorre o clareamento térmico é ampla e muda para altas temperaturas.
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Nós observamos que um exchange de Js = 20 meV é um valor razoável para DCMTs 2H aco-
plados com substratos ferromagnéticos. Entretanto, para termos um campo de exchange robusto,
a temperatura ambiente, nós precisamos primeiramente realizar esse acoplamento com substratos
magnéticos que possuam uma alta temperatura de Curie. A maioria dos materiais 2D magnéticos,
possuem um temperatura de Curie Tc muito abaixo da temperatura ambiente, existe uma urgên-
cia em encontrar materiais magnéticos quasi-2D além dos cristais de Van der Waals com alta Tc,
grandes parâmetros de acoplamento exchange e alta anisiotropia magnética. Nem a seleção tér-
mica do clareamento do vale, nem a transissão da VP de negativa para positiva foram observadas
experimentalmente. Futuros experimentos são necessários para confirmar esse previsão teórica.

6.3 DINÂMICA COM CLAREAMENTO DOS ÉXCITONS DARK

Nessa seção estudaremos a dinâmica dos éxcitons para a monocamada de MoS2, para um
substrato ferromagnético, porém agora ele possui a direção de magnetização inclinada, possuindo
uma componente do campo na direção do plano da monocamada J‖ e outra perpendicular ao
plano J⊥. Nesta seção definiremos o campo de exchange ~J = Jsm̂, onde Js é a intensidade do
campo (JL = Js/2) e m̂ é a direção de magnetização do substrato, com isso podemos definir
as componentes perpendicular e paralelas da seguinte forma: J⊥ = | ~J |cosθ e J‖ = | ~J |sinθ,
de forma que θ é o ângulo entre o eixo z e a direção de magnetização do substrato. Conforme
mostrado no capítulo 3, sabemos que a componente da magnetização no plano, faz com que o spin
dos estados sejam misturados, fazendo com que o spin não seja mais um bom número quântico,
isso gera o clareamento do éxcitons dark (BDE), fazendo que agora um estado excitônico tenha
uma porcentagem bright e outra dark. Isso faz com que seja necessário formular as equações de
taxa de uma forma diferente para esse caso. Nesse capítulo focaremos nosso estudo nos éxcitons
A, sendo os mesmos presentes em ambos os vales.

Os éxcitons A, envolvem transições eletrônicas entre o topo da VB (v1) e os dois estados mais
baixos da condução, separados pelo spin (c1 e c2), tanto em K

|XK
1 〉 ≈ |c1, sc1〉 ⊗ |v1, sv1〉

|XK
2 〉 ≈ |c2, sc2〉 ⊗ |v1, sv1〉 (6.9)

como em K’

|XK′

1 〉 ≈ |c′1, s′c1〉 ⊗ |v′1, s′v1〉
|XK′

2 〉 ≈ |c′2, s′c2〉 ⊗ |v′1, s′v1〉, (6.10)

onde |n, sn〉 (n = {c1, c2, v1}) são os auto-estados oriundos do MTB, n se refere a banda e sn ao
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valor médio do spin da mesma banda n.

Além disso, na ausência de um campo de exchange no plano, nós temos o spin muito bem
definido em CB e VB. Portanto, os éxcitons A também podem ser classificados como estados
dependentes da configuração de spin das bandas do MTB, sendo denominados bright (Xb com
spins paralelos em ambas as bandas, ou seja sci = sv1) e dark (Xd com spins anti-paralelos em
ambas as bandas, ou seja sci = −sv1).

Um exchange fora do plano mantém o número quântico dos spins; portanto a força do osci-
lador dos éxcitons é dificilmente afetada. Contudo, isso diminui a separação da energia entre os
estados bright e dark no vale K, enquanto aumenta essa separação em K’. Como os spins da CB
e VB são bem definidos os éxcitons podem ser facilmente definidos como totalmente bright ou
dark. A componente do exchange no plano, por outro lado, inclina os spins, de uma forma que
os estados excitônicos precisam ser definidos como uma combinação linear entre as componentes
bright |Xb〉 e dark |Xd〉 :

|XK
1 〉 = aK1B|Xb〉+ aK1D|Xd〉

|XK
2 〉 = aK2B|Xb〉+ aK2D|Xd〉

|XK′

1 〉 = aK
′

1B|Xb〉+ aK
′

1D|Xd〉
|XK′

2 〉 = aK
′

2B|Xb〉+ aK
′

2D|Xd〉, (6.11)

onde os coeficientes aτi,j (i = [1, 2],j = [B,D] e τ = [K,K ′]), dependem das componentes do
spin do MTB.

|aτiB|2 =
1 + 4(〈Ŝz〉v1,τ 〈Ŝz〉ci,τ )

2
(6.12)

e

|aτiD|2 =
1− 4(〈Ŝz〉v1,τ 〈Ŝz〉ci,τ )

2
, (6.13)

onde 〈Ŝz〉n,τ é o valor médio do spin da banda n em no vale τ = K(K ′). Observe que na
ausência do campo de exchange no plano, nós temos 〈Ŝz〉v1,τ 〈Ŝz〉ci,τ = 1/4 (−1/4), o que nos
leva a |aτiB| = 1 (|aτiB| = 0) and |aτiD| = 0 (|aτiD| = 1) para éxcitons bright(dark). Com um campo
de exchange no plano, 〈Ŝz〉ci,τ assume valores diferentes de -1/2 a 1/2, dependendo da amplitude
e direção do campo de exchange. Portanto,|aτiB| e |aτiD| adquirem diferentes valores de 0 a 1.

De forma específica, nós consideramos a evolução da energia e do spin para os 4 estados
excitônicos de energia mais baixa, descritos pelo MTB+BSE, sendo que dois desses estados per-
tencem ao vale K e dois ao vale K’. Nós investigaremos novamente a intensidade da emissão PL
e a VP, através de um conjunto de 4 equações diferenciais acopladas, além dos canais de espalha-
mentos considerados na seção anterior, para esse caso também consideraremos a seleção do vale
para o clareamento dos éxcitons dark. As equações de taxa podem ser escritas, de forma sintética,
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da seguinte forma

dnτi
dt

= |aτiB|2g −

(
Γττii + Γττij + |aτiB|2

2∑
l=1

|aτ ′lB|2Γττ
′

il

)
nτi + Γττji n

τ
j

+|aτiB|2
2∑
l=1

|aτ ′lB|2Γτ
′τ
li n

τ ′

l , (6.14)

onde nτi é a população do estado i = {1, 2} no vale τ = {K,K ′}. A equação (6.14) representa a
evolução temporal de quatro estados |XK

1 〉, |XK
2 〉, |XK′

1 〉 e |XK′
2 〉. O termo g corresponde a taxa

de criação dos estados, da mesma forma que na seção anterior. A taxa de recombinação, Γττii é
uma combinação linear das taxas de recombinação dark e bright : Γττii = |aτiB|2Γb + |aτid|2Γd, com
Γb = (10 ps)−1 e Γd = (1 ns)−1, para as recombinações radiativa e não radiativa respectivamente.

A taxa de espalhamento intra-vale, Γττij , é dada por 0.1 ps−1 para i > j (espalhamento de
um estado excitado para o estado fundamental) e 0.1uτ (T, Js)ps−1 para i < j, ou seja, espa-
lhamento do estado fundamental para um estado excitado depende da distribuição de Boltzmann
uτ (T, Js) = e−|∆E

τ (Js)|/kBT , o qual balanceia a população dos éxcitons entre o estado fundamen-
tal e excitados, refletindo a dependência da barreira de energia ∆Eτ entre dois estados, no vale τ ,
com relação ao campo de exchange e o vale.

Finalmente, nós consideramos o espalhamento inter-vale entre as componentes bright dos
estados, dada por

Γττ
′

ij =


α|∆Eττ ′ij |3∣∣∣∣∣e(+|∆Eττ ′

ij
|/kbT)−1

∣∣∣∣∣
if i < j;

α|∆Eττ ′ij |3∣∣∣∣∣e(−|∆Eττ ′ij
|/kbT)−1

∣∣∣∣∣
if i > j

que descreve a emissão ou absorção de um fônon (117) com energia correspondente a separação
do vale ∆Eττ ′

ij . α corresponde ao acoplamento éxciton-fônon, α = 105 ps−1 eV−3, a taxa de
espalhamento inter- e intra-vale são da mesma ordem da força do campo de exchange analisado
nessa seção. Embora haja mecanismos que causem espalhamento inter-vale entre os estados dark,
resultados experimentais revelam que tais quasi-partículas possuem um tempo de vida bem mais
longo; o tempo de espalhamento relevante é por volta de uma ordem de magnitude maior que o
dos estados bright (118). Por isso os espalhamentos inter-vale, entre as componentes dark dos
éxcitons, não foram considerados. A intensidade PL é dada por

Iτi = |ai,B|2Γττii n
τ
i (6.15)

Além disso, a polarização do vale é calculada através da comparação entre as intensidades de um
dado estado nos vales correspondentes K e K’, da forma
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V Pi =
IKi − IK

′
i

IKi + IK
′

i

(6.16)

Figura 6.9: Intensidade PL e VP dos éxcitons de uma monocamada de MoS2, excitados com luz linearmente polari-
zada, em um substrato ferromagnético, com um campo de exchange inclinado ~J = (J‖, J⊥), a temperatura ambiente.
(a)-(c) Intensidade PL de um éxciton bright XK,B e um inicialmente dark XK,D, no vale K, em função de J‖ para
diferentes valores de J⊥. (d)-(f) VP para os éxcitons bright e dark correspondentes.

No vale K, o éxciton bright corresponde a um estado ligado, formado por um buraco no topo
da VB e o elétron com spin-up, com energia mais baixa, na CB, já o éxciton dark é formado
pela mesma VB, porém com um elétron com spin-down, com energia mais baixa, na CB. Nos
painéis superiores da Fig 6.9, nós mostramos a intensidade de PL, a temperatura ambiente, de um
estado inicialmente bright XK,B e um inicialmente dark XK,D no vale K, em função do campo
de exchange no plano J‖, para diferentes valores de J⊥. Para J‖ = 0 as regras de seleção ópticas
(do spin) garantem que XK,B é opticamente ativo, enquanto XK,D não é. Com o aumento de
J‖ nós observamos a emissão de XK

D , contudo, a eficiência do BDE é fortemente controlada
pela intensidade de J⊥. Para J⊥ = 0 (Fig 6.9(a)), com o aumento de J‖, a emissão de XK,D

inicialmente aumenta, chegando a um máximo e depois decrescendo, conforme aumentamos J‖.
O clareamento do éxciton inicialmente dark, ocorre devido a mistura do spin na CB, tornando as
transições ópticas permitidas para o éxciton inicialmente dark. O comportamente não monotônico
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da intensidade PL, com o aumento de J‖, é devido à renormalização do bandgap. Conforme
podemos ver na Fig 3.9(e)-(g), a energia do gap entre os dois ramos da CB aumenta junto com J‖.
Isso faz com que a energia de separação entre dois éxcitons intra-vale, reduzindo a população de
estados excitônicos excitados (originalmente dark) para um J‖ grande. Em comparação, o éxciton
bright permanece como o estado fundamental, e XK,B possui uma emissão de PL mais forte. Sua
dependência com J‖, mostra uma tendência oposta a XK,D: enquanto XK,D possui um máximo,
XK,B possui o mínimo, com o mesmo valor de exchange, devido à mesma mistura de spin e aos
efeitos de renormalização da banda. Com o aumento de J⊥, a separação dos spins na CB diminui,
tornando a excitação térmica, à temperatura ambiente, mais efetiva. O BDE então se torna mais
eficiente com o mesmo J‖. Isso se reflete no gráfico de XK,D para J⊥ = 5 meV (Fig 6.9(b)), onde
a razão entre os fótons emitidos pelos fótons absorvidos PLQY (quantum yield) aumenta de 7%

para 22%, e o valor de J‖ nessa PL diminui de 10 meV para 2.6 meV.

Para J⊥ = 15 meV (Fig 6.9(c)), ocorre o cruzamento bright-dark e XK,D se torna o estado
fundamental no vale K, enquanto em K’ o estado fundamental permanece bright. Note que, em-
bora o cruzamento na CB ocorra em J⊥ ≈ 10 meV, o estado fundamental do éxciton muda de
bright para dark com um campo fora do plano menor, J⊥ ≈ 5.1 meV, isso é devido ao efeito do
acoplamento elétron-buraco mediado pela interação Coulombiana. Com o aumento de J‖, o éx-
citon originalmente dark XK,D começa a se tornar bright progressivamente (BDE). A intensidade
PL aumenta monotônicamente com o aumento de J‖, devido à combinação de dois efeitos men-
cionados a seguir: (I) o campo de exchange no plano aumenta a mistura dos spins, aumentando a
interação dos estados com a luz; (II) XK,D é o estado fundamental e sua energia diminui com o
aumento de J‖. A grande separação de energia entre os estados dark-bright, para um J‖ grande,
reduz a excitação térmica das população de XK,B, o que aumenta a emissão de XK,D.

Da discussão acima, está claro que J⊥ pode efetivamente controlar a emissão dos BDEs, apa-
rentando um "gate voltage"controlando a corrente "source-drain"em um transistor. Para mostrar
a performance desse tipo de controle, a relação ON-OFF (ION /IOFF ) é plotada em escala logaríti-
mica (Fig 6.10), em função de J⊥, para alguns valores diferentes de J‖, variando de 0.1 a 10 meV.
ION /IOFF é definido pela razão da emissão do BDE com e sem J⊥. Isso pode ser visto para todos
os valores de J‖, ION /IOFF aumenta rapidamente com o aumento de J⊥, chegando a um pico com
o valor crítico de J⊥ = 5.1 meV, e decresce vagarosamente com um aumento adicional de J⊥.
Conforme discutido anteriormente, a mistura dos spins e o clareamento é a forma mais efetiva do
cruzamento entre os estados bright-dark. O efeito do controle de ION /IOFF é mais forte para J‖
menores. A relação ON/OFF máxima é obtida com J⊥ = 0.1 meV, isso sugere que um campo de
exchange pode ser usado para as trocas entre éxcitons bright-dark em temperatura ambiente.

No vale K’, o efeito BDE é muito pequeno, devido à grande separação de energia entre os
éxcitons dark-bright, a qual é adicionalmente aumentada por J⊥. Apesar da pequena força do
oscilador do estado dark (XK′,D), no vale K’, ele é sempre um estado excitado, o qual sempre
diminui sua população. Ambos os efeitos fazem com que a intensidade PL de XK′,D seja quase
nula, independente dos valores de J‖ e J⊥. Concomitantemente, o estado bright no vale K’,XK′,B

é apenas um pouco escurecido ("darkened"). O efeito de clareamento negligenciável no vale K’,
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Figura 6.10: Relação ON/OFF dos BDE, para uma monocamada de MoS2 em um substrato ferromagnético. A
intensidade da emissão desses estados em função de J⊥, normalizados pelo valor correspondente da intensidade de
J⊥ = 0, foi plotado em escala logarítimica, para diferentes valores de J‖.

sob um campo de exchange inclinado e a emissão de XK′,B protegida. A seleção do vale para
BDE tem importantes consequências na polarização do vale para os éxcitons bright e dark V Pi
(i = [B,D]). Na Fig 6.9(d)-(f) nós mostramos V PB e V PD em função de J‖, para diferentes
valores de J⊥, a temperatura ambiente. Para J⊥ = 0 a simetria de inversão temporal é preservada,
portanto ambas V PB e V PD são iguais a zero para todos os valores de J‖. Para J⊥ 6= 0, por
outro lado, nós observamos que V PB é fortemente controlada pelo campo de exchange. Para
J⊥ = 5 meV (Fig 6.9(e)), o éxciton bright é estado fundamental em ambos os vales e VP é
inicialmente positva (emissão mais forte no vale K) devido à separação do vale produzida por J⊥,
isto é, os estados no vale K’ possuem energia mais alta, o que aumenta o espalhamento inter-vale
de K’ para K. V PB apresenta um comportamento não monotônico, o que vai de acordo com o
comportamento de I(XK,B) (Fig 6.9(b)): isso primeiramente diminui devido ao escurecimento
seletivo do vale para o estado XK,B, então aumenta de novo quando I(XK,B) aumenta (devido
a renormalização da banda). Para J⊥ = 15 meV (Fig 6.9(f)), V PB vai de valores positivos
para negativos, indicando que I(XK′,B) supera I(XK,B), devido ao escurecimento de XK,B. Mais
interessante ainda é o comportamento de V PD. Para J⊥ = 5 meV, V PD é inicialmente próxima
a 100% devido ao clareamento seletivo do vale, entretanto isso diminui com o aumento de J‖,
seguindo o decréscimo da intensidade PL de XK,D. V PD permanece maior que 80% mesmo com
J‖ = 30 meV. Com o aumento de J⊥ para 15 meV, V PD é sempre pŕoxima a 100%, independente
de J‖. Isso é porque, ao lado da mistura seletiva de spins do vale, o qual permite a emissão
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de estados inicialmente dark, XK,D se torna o estado fundamental, o que aumenta ainda mais a
população dos éxcitons dark selecionados no vale K.

Figura 6.11: Espectro PL dos éxcitons bright nos vales K e K’ (XK,B e XK′,B , respectivamente) e o BDE no vale K
(XK,D) em uma monocamada de MoS2 sob um campo de exchange inclinado. (a) Espectro de emissão com Js = 7
meV e diferentes direções de magnetização . Com um ângulo inclinado, três picos são claramente distinguidos,
XK,B e XK,D com emissão σ+, e X ′B com σ−. (b) Com um campo de exchange totalmente no plano, as emissões
σ+ e σ− são equivalentes, devido a simetria de inversão temporal. A emissão de um estado bright e um BDE são
observadas, contudo o último possui intensidade considerávelmente menor que o primeiro. (c) Intensidade PL em
função do tempo, com o sistema excitado por um pulso Gaussiano, linearmente polarizado, a 300 fs, centrado a 3 fs.
O decaimento exponencial da emissão de XK,D é consideravelmente maior que os de XK,B e XK′,B .

Além de controlar a intensidade de emissão do éxciton e da VP, em função de J‖, um possível
protocolo experimental seria fixar o módulo da intensidade do exchange e rodar a direção do
mesmo, através da aplicação de um campo magnético externo, de baixa intensidade. O espectro
de emissão PL, da monocamada de MoS2, sob um campo de exchange de 7 meV, aplicado em
diferentes direções é mostrado na Fig 6.11(a). Nós observamos dois picos oriundos da emissão
de um estado bright nos vales K e K’ (picos azul e verde), e um pico relacionado ao BDE no vale
K (pico vermelho). Para θ = O (exchange fora do plano), apenas a emissão do éxciton bright
é observada, desde a aplicação de uma componente finita do exchange no plano é necessária
para uma relaxação na regra de seleção óptica. Neste caso, a componente fora do plano do
exchange eleva a quebra de degenerescência do vale e dois picos oriundos da emissão σ+ e σ−

ficam claramente distinguíveis, sendo XK,B e XK′,B correspondentes aos éxcitons bright nos
vales K e K’, respectivamente. Com θ = 15◦, J‖ = 1.8 e J⊥ = 6.76 meV. Como o último é
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maior que o valor crítico para seleção do vale para transição bright-dark do estado fundamental,
XK,D se torna o estado fundamental e é efetivamente clareado pela pequena componente de J‖,
como observado pelo surgimento do pico de emissão XK,D, com uma intensidade de emissão PL
comparável à do pico XK,B no vale K. Em contraste, para θ = 90◦, a intensidade de emissão
XK,D é pouco visível. Com o aumento de θ = 15◦ para θ = 30◦, J⊥ = 6 meV ainda é maior
que o campo crítico, mantendo XK,D como estado fundamental. Por outro lado, o aumento de
J‖ para 3.5 meV faz com que o efeito do clareamento seja ainda mais evidente, fazendo com que
XK,D tenha um pico mais intenso que XK,B. Entretanto, um aumento adicional do ângulo θ para
45◦ extingue a emissão do éxciton dark, já que J⊥ agora se torna menor que o valor crítico do
exchange, e XK,D retorna a ser um estado excitado. A intensidade de emissão de XK′,B, para
o vale K’, por outro lado, é robusta com relação a rotação da magnetização, confirmando que o
efeito de clareamento é selecionado pelo vale. Nós temos assim identificado que a aplicação de
um campo de exchange inclinado é uma abordagem bem eficiente para o clareamento dos éxcitons
dark. Para um campo de exchange da magnitude de 7 meV, o ângulo ideal de inclinação é θ = 42◦

: aplicando um exchange de 7 meV, com esse ângulo ideal, a intensidade de emissão é≈ 55 vezes
maior a aquela obtida com o campo totalmente no plano. Essa otimização é obtida através de
um balanço entre a mistura do spin, gerado pela componente paralela e o aumento da população
de éxcitons dark pela componente perpendicular do campo de exchange. Mais importante, caso
o aumento da intensidade não seja alcançável pela aplicação de um exchange no plano sozinho,
independente da magnitude do campo, conforme mostrado na Fig 6.11(b), a intensidade de XK,D

ainda pode ser aumentada, embora ,para θ = 90◦, ela vai ser sempre menor que a de XK,B.

O efetivo clareamento dos estados dark (BDE), no vale K, caracteriza não apenas a forte
intensidade PL e a robusta VP perto dos 100%, mas também apresenta um longo tempo de vida
para PL. Na Fig 6.11(c) mostramos a intensidade PL, em função do tempo, sendo neste caso o
parâmetro de excitação do sistema g, dependente do tempo, através de uma Gaussiana

g(t) = g0 e
−4ln(2)((t−t0)2/σ2) (6.17)

onde g0 é o valor de g no caso estacionário, t0 = 3 ps e σ = 300 fs. Devido a forte interação Cou-
lombiana entre os pares elétron-buraco, os éxcitons bright nos DCMTs 2H possuem um tempo
de vida extremamente curto. Por outro lado, os éxcitons dark nos DCMTs 2H possuem o tempo
de vida com pelo algumas ordens de magnitude superior, desde que a transição seja proibida pelo
spin. No nosso modelo, com J‖ = 0, o tempo de vida τnr = 1 ns para os éxcitons dark e τr = 10

ps para os éxcitons bright, onde τnr e τr representam o tempo de combinação não-radiativo e
radiativo, respectivamente. Esses valores foram retirados de resultados experimentais, reportados
anteriormente na literatura (121). Através da aplicação de um exchange no plano, a mistura entre
os dois estados nos leva a uma diminuição do tempo de vida do BDE e concomitantemente au-
menta o tempo de vida dos éxcitons bright escurecidos. O tempo de vida é essencialmente uma
média dos tempos de vida dos estados puramente bright e os puramente dark, ponderados pelos
coeficientes das componentes do spin do estado misturado, o qual é controlado por J‖. Assim
para o aumento da emissão de luz pelos éxcitons dark, existe um comprometimento do tempo de
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vida. Entretando, o mesmo ainda continua significantemente maior que o tempo de vida do éxci-
ton bright. Por exemplo, a |J | = 7 meV e θ = 30◦, a PL de XK,D mostra uma larga intensidade,
a qual corresponde a um tempo de vida de 39 ps, o qual ainda é consideravelmente maior que o
tempo de vida do éxciton bright sob um campo de exchange zero.

Figura 6.12: Mapa de cores da evolução da intensidade do espectro PL em função do campo de exchange (a) no
plano e (b) inclinado.

Na Fig 6.12 mostramos um mapa de cores da evolução da intensidade do espectro de emissão
PL, em função do campo de exchange. Observe que o efeito de clareamento para XD é mais forte
para um campo inclinado (b) do que para um campo totalmente fora do plano (a). Os resultados do
painel (a) podem ser comparados com recentes resultados experimentais (122), assegurando que
nossos resultados teóricos, de forma aproximada, se assemelham aos obtidos experimentalmente.
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7 CONCLUSÕES E PERSPECTIVAS

Os modelos de Tight-Binding explorados no cálculo da estrutura da banda dos DCMTs 2H,
podem ser divididos em dois grandes grupos: um com os parâmetros de hopping definidos com
base na teoria de grupos e os outros que utilizam a aproximação SK de dois centros , respectiva-
mente. O primeiro caso é computacionalmente eficiente, porém não é flexível para ser extendido
para sistemas com confinamento finito com baixa simetria, como sistemas desordenados, pontos
quânticos e nanofitas. Em contraste o segundo tem sido utilizado com grande flexibilidade, mas a
precisão dos mesmo não é tão satisfatória, especialmente para as bandas mais distantes do nível de
Fermi. Aqui nós apresentamos, um modelo melhorado com a aproximação SK, incluindo segun-
dos vizinhos do tipo M-M e X-X. Como melhoria temos uma precisão comparável ao cálculo de
primeiros princípios, tanto na energia como na função de onda (basta comparar a densidade dos
estados, por orbital do MTB com o DFT), isso é claramente elucidado através da comparação dos
resultados do nosso modelo com uma série de modelos de Tight-Binding amplamente citados na
literatura, para as monocamadas de MoS2. Nós fornecemos a transferibilidade dos parâmetros de
SK, incluindo os parâmetros de SOC para cinco diferentes monocamadas de DCMTs 2H (MoS2,
MoSe2, MoTe2, WS2 e WSe2), o que permite aos demais diretamente empregar o nosso modelo
para esses materiais. Adicionalmente, nós empregamos o modelo para explorar as propriedades
eletrônicas e efeitos topológicos das nanofitas desses 5 DCMTs 2H. Cabe salientar, que nosso
modelo aprimorado de Tight-Binding, não produz apenas a estrutura da banda das monocamadas
e nanofitas, mas também pode ser empregado, com um certo grau de confiabilidade, para outros
sistemas bidimensionais, tais como heteroestruturas de Van der Waals, pontos quânticos, nanotu-
bos, monocamadas de DCMTs 2H com defeitos de vacância, cálculos com deformação da rede
(strain), etc.

Nós desenvolvemos uma eficiente metodologia para aumentar efetivamente a polarização do
vale dos éxcitons, na monocamada de MoS2, a temperatura ambiente, usando efeitos de proxi-
midade magnética. É conhecido que um campo de exchange quebra a degenerescência do vale.
Contudo, uma grande separação do vale não garante uma grande polarização do mesmo. Devido
ao tempo de vida ultra curto dos éxcitons bright nos DCMTs 2H, a população excitônica se en-
contra longe do quasi-equilíbrio, e a VP é reduzida substancialmente e se torna quase desprezível
a temperatura ambiente. Um campo de exchange moderadamente grande, entretanto, pode ajudar
a superar esse desafio, através da criação de uma inversão seletiva do vale nos estados mais bai-
xos da CB, com spins opostos, e concomitantemente trocando o estado fundamental do éxciton de
bright para dark em um único vale. Com a troca seletiva do vale, o estado fundamental dark, com
um tempo de vida com algumas ordens de magnitude maior, serve como um reservatório para os
éxcitons. Através da excitação térmica, o desbalanceamento da população no vale é sustentada
para alcançar um clareamente térmico não-convencional da emissão PL e um aumento mediante
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excitação térmica da VP. A intensa PL com a forte e não volátil VP, à temperatura ambiente, nos
permite uma engenharia de banda específica em cada vale e nos fornece um controle versátil do
grau de liberdade do vale em aplicações de valetrônica.

Nós temos estudado o comportamento dos éxcitons dark nos vales das monocamadas de
MoS2, sob o efeito de um campo de exchange inclinado. As componentes fora do plano e no
plano, do campo de exchange, trabalham sinergéticamente para clarear os estados excitônicos
inicialmente dark, proibidos pela configuração dos spins. Enquanto o campo no plano mistura os
estados de spin-up e -down, relaxando a regra de seleção óptica, o campo fora do plano fecha o
gap entre os ramos da CB (vale K apenas), aumentando a população de éxcitons dark, com isso
aumentando sua intensidade de emissão. A eficiência no clareamento dos éxcitons dark excede
de longe àquela em que só usamos o campo no plano. Além disso, o clareamento é seletivo com
relação ao vale, nos levando a uma polarização unitária do vale. O clareamento da emissão do
éxciton dark, controlado mediante um campo magnético, com um longo tempo de vida e uma
polarização do vale e do spin próxima a 100% pode ser usada na engenharia de um transistor do
éxciton mediante o controle magnético do vale, a temperatura ambiente: onde um pequeno campo
de exchange inclinado, e um campo fora do plano, podem efetivamente controlar a emissão do
éxciton dark com uma relação ON/OFF excedendo 3000.

Embora os DCMTs 2H tenham sido largamente estudados nos últimos anos, ainda existem
diversos pontos que podem ser estudados futuramente. Ainda existem poucos trabalhos com
multi-camadas de DCMTs 2H, tendo ainda a ausência de um bom modelo de Tight-Binding, com
uma descrição próxima ao DFT, para esses sistemas. Podemos também estudar as propriedades
ópticas dessas multicamadas, utilizando os mecanismos mencionados nesse trabalho, bem como
outros existentes na literatura, para controlarmos a emissão e absorção desses sistemas. Os pon-
tos quânticos foram muito pouco explorados, utilizando a modelagem Tight-Binding, a qual pode
nos fornecer a um baixo custo computacional, a distribuição de cargas nesses sistemas de baixa
dimensionalidade, bem como analisar a mudança dessa distribuição mediante defeitos de vacân-
cia no sistema, além disso ainda existem poucas referências com relação ao transporte de cargas e
pólarons nesses materiais. Outra possibilidade interessante para estudo seriam as heteroestruturas
de Van der Waals, na qual podemos empilhar sob camadas diferentes DCMTs 2H, existe apenas
estudos primários dessas heteroestruturas, através de cálculo DFT, poderíamos trabalhar com na-
nofitas das mesmas, bem como sistemas de menor dimensionalidade, como os pontos quânticos,
analisando as propriedades ópticas e de transporte dos mesmos. Além das futuras perspectivas
citadas acima, os DCMTs 2H continuam sendo promissores materiais para utilização em células
fotovoltaicas, embora haja uma grande necessidade de uma maior exploração das propriedades
desses novos materiais, com as heteroestruturas de Van der Waals, temos uma enorme gama de
possíveis combinações entre esses materiais, para assim controlarmos melhor as propriedades de
interesse do sistema a ser estudado.
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APÊNDICES

I.1 OS ORBITAIS MOLECULARES DE LÖWDIN

Os orbitais atômicos ϕn, usados no capítulo 2, seção 2.3, se sobrepõem, dando origem a uma
matriz de sobreposição. Muitas dessas matrizes são simplesmente desconsideradas e as vezes
podem levar a algumas complicações. Um dos tratamentos que pode ser dado a esse problema é
se fazer a substituição dos orbitais atômicos por funções ortonormalizadas ψn conhecidas como
orbitais de Löwdin (123).

Partiremos dos orbitais atômicos ϕn(n = 1, 2...j), que são funções somente do vetor das
coordenadas espaciais ~r. A primeira condição que se faz sobre eles é que sejam normalizados, da
seguinte forma:

∫
d3rϕ∗nϕn = 1 (1)

As integrais de sobreposição podem então ser definidas como:

Snn′ =

∫
d3rϕ∗nϕn′ − δnn′ (2)

sendo Snn = 0. Como os orbitais Ψn podem ser escritos como combinação linear dos orbitais
atômicos, conforme mostrado em (2.15) e (2.16), tem-se:

∫
d3rΨ∗nΨn = 1 (3)

onde as equações (3) e (2.25) podem ser reescritas como:

j∑
n′=1

Hnn′cn′m =

j∑
n′=1

(δnn′ + Snn′)cn′mEm (4)

∑
nn′

c∗nm(δnn′ + Snn′)cn′m = 1. (5)

As equações (4) e (5) podem ser simplificadas se for feita a substituição:
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cnm = (1 + S)
− 1

2

nn′ Cn′m (6)

em que

(1 + S)
− 1

2

nn′ = δnn′ −
1

2
Snn′ +

3

8

∑
k

SnkSkn′ −
5

16

∑
kl

SnkSklSln′ + ... (7)

A substituição da equação (6) faz com que as equações (4) e (5) possam ser reescritas como

H’nn′Cn′m = CklEl (8)

C∗nmCmn = 1 (9)

H’nn′ = (1 + S)
− 1

2

nn′ Hn′k (1 + S)
− 1

2
kl (10)

Portanto, pode-se escrever o seguinte teorema (nas palavras do próprio Löwdin (123)): O pro-
blema de se resolver equações características incluindo integrais de sobreposição Snn′ podem
ser tratadas da mesma maneira do que em uma teoria simplificada (com S negligenciado) se a
matriz H for substituída pela matriz (10) . Essa nova matriz H’ é auto-adjunta e pode ser expan-
dida na forma:

H’nn′ = Hnn′ −
1

2

∑
k

(SnkHkn′ + HnkSkn′) +

+
3

8

∑
kl

(SnkSklHln′ +
2

3
SnkHklSln′ +

HnkSklSln′)− ... (11)

Os orbitais moleculares podem ser reescritos, usando-se da substituição definida pela equação
(6), como:

Ψn = φncnn′ = φn (1 + S)
− 1

2

nn′ Cn′m = ψnCnm, (12)
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em que se faz

ψn = φn (1 + S)
− 1

2

nn′ , (13)

Dessa equação, pode-se escrever:

ψn = φn −
1

2

∑
k

φkSkn +
3

8

∑
kl

φkSklSln (14)

e, finalmente:

H’nn′ =

∫
d3rψ∗n′Hψn (15)

Vê-se portanto que H’nn′ são os elementos matriciais da integral dos orbitais ψn. E, sendo Cnm
os coeficientes de expansão com respeito às mesmas funções, Löwdin afirma (123): A solução do
problema de se construir orbitais moleculares, levando as integrais de sobreposição em consi-
deração, é a mesma que se considerarmos as funções ortonormalizadas, da equação (12), como
orbitais atômicos reais. Nota-se que as funções de Löwdin ψn são reduzidas aos orbitais atômi-
cos φn quando a distância interatômica é muito grande, mas que esses orbitais são deformados
quando o a sobreposição é apreciável.

I.2 APROXIMAÇÃO DE DOIS CENTROS DE SLATER-KOSTER

Em 1954, o artigo de Slater e Koster (37) estabeleceu uma parametrização para o Tight Bin-
ding para o ajuste das bandas de um cristal. Nessa metodologia, os elementos de matriz entre
os orbitais atômicos são retratados como constantes, as quais são utilizadas como parâmetros de
ajuste do modelo.

Neste trabalho, Slater e Koster apresentaram o que eles chamam de aproximação de dois
centros, para os elementos de matriz. Esse nome deriva da aproximação de um potencial cristalino
como a soma de potenciais esféricamente simétricos em torno de cada átomo. Nessa aproximação,
os elementos de matriz, entre orbitais de dois sítios diferentes, podem envolver o potencial de
ambos os átomos, porém apenas dois a dois. Os elementos de matriz, correspondentes à interação
de um terceiro sítio com os dois citados anteriormente, são desprezados.

Ao invés de utilizar elementos de matriz, entre os orbitais, quantizados com respeito a uma
direção particular no espaço, essa aproximação utiliza os elementos de matriz com relação ao eixo
entre esses orbitais. Neste caso, os elementos de matriz são comumente nomeados como Vssσ,
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Figura 1: Representação gráfica dos elementos de matriz utilizados na aproximação de dois centros de Slater-Koster.

Vspσ, Vppσ, Vppπ, Vsdσ, Vpdσ, Vpdπ, Vddσ, Vddδ e Vddπ, representados na Fig 1. Tal representação pode
ser extendida para os orbitais f caso necessário. Essa formulação permite o cálculo de elementos
de matriz para quaisquer estrutura cristalina arbitrária. Os elementos de matriz dependem dos
parâmetros de Slater-Koster, mostrados na Fig 1, e da direção entre dois átomos vizinhos dadas
pelos cossenos diretores l,m, n que correspondem respectivamente a parcela das direções x, y, z,
de forma que representamos ~T o vetor que liga dois sítios diferentes (vetor de hopping ou salto)
pela seguinte notação

~T = |T | (l,m, n)

onde |T | é o módulo do vetor. O elemento de matriz é representado pela seguinte notação
Mγ,γ′ (l,m, n), onde γ(γ′) representa o orbital atômico. Com isso podemos listar abaixo as ex-
pressões, oriundas dessa aproximação, utilizadas nesse trabalho.

Mpx,px (l,m, n) = l2Vppσ + (1− l2)Vppπ

Mpx,py (l,m, n) = lmVppσ − lmVppπ

Mpx,pz (l,m, n) = lnVppσ − lnVppπ

Mpy,py (l,m, n) = m2Vppσ + (1−m2)Vppπ
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Mpy,pz (l,m, n) = mnVppσ −mnVppπ

Mpz,pz (l,m, n) = n2Vppσ + (1− n2)Vppπ

Mpx,dz2 (l,m, n) = l

(
n2 − 1

2

(
l2 +m2

))
Vpdσ −

√
3ln2Vpdπ

Mpy,dz2 (l,m, n) = m

(
n2 − 1

2

(
l2 +m2

))
Vpdσ −

√
3mn2Vpdπ

Mpz,dz2 (l,m, n) = n

(
n2 − 1

2

(
l2 +m2

))
Vpdσ −

√
3n
(
l2 +m2

)
Vpdπ

Mpx,dxy (l,m, n) =
√

3l2mVpdσ +m
(
1− 2l2

)
Vpdπ

Mpy,dxy (l,m, n) =
√

3m2lVpdσ + l
(
1− 2m2

)
Vpdπ

Mpz,dxy (l,m, n) =
√

3lmnVpdσ − 2lmnVpdπ

Mpx,dx2−y2 (l,m, n) =

√
3

2
l
(
l2 −m2

)
Vpdσ + l

(
1− l2 +m2

)
Vpdπ

Mpy,dx2−y2 (l,m, n) =

√
3

2
l
(
l2 −m2

)
Vpdσ −m

(
1 + l2 −m2

)
Vpdπ

Mpz,dx2−y2 (l,m, n) =

√
3

2
n
(
l2 −m2

)
Vpdσ − n

(
l2 −m2

)
Vpdπ

Mpx,dyz (l,m, n) =
√

3lmnVpdσ − 2lmnVpdπ

Mpy,dyz (l,m, n) =
√

3m2nVpdσ + n
(
1− 2m2

)
Vpdπ

Mpz,dyz (l,m, n) =
√

3n2mVpdσ +m
(
1− 2n2

)
Vpdπ
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Mpx,dzx (l,m, n) =
√

3l2nVpdσ + n
(
1− 2l2

)
Vpdπ

Mpy,dzx (l,m, n) =
√

3lmnVpdσ − 2lmnVpdπ

Mpz,dzx (l,m, n) =
√

3ln2Vpdσ + l
(
1− 2n2

)
Vpdπ

Mdz2,dz2 (l,m, n) =

(
n2 − 1

2

(
l2 +m2

))2

Vddσ + 3n2
(
l2 +m2

)
Vddπ +

3

4

(
l2 +m2

)2
Vddδ

Mdz2,dxy (l,m, n) =
√

3lm

(
n2 − 1

2

(
l2 +m2

))
Vddσ − 2

√
3n2lmVddπ +

√
3

2
lm
(
1 + n2

)
Vddδ

Mdz2,dx2−y2 (l,m, n) =

√
3

2

(
l2 −m2

)(
n2 − 1

2

(
l2 +m2

))
Vddσ +

√
3n2

(
m2 − l2

)
Vddπ

+

√
3

4

(
1 + n2

) (
l2 −m2

)
Vddδ

Mdz2,dyz (l,m, n) =
√

3mn

(
n2 − 1

2

(
l2 +m2

))
Vddσ +

√
3mn

(
l2 +m2 − n2

)
Vddπ

+

√
3

2
mn

(
l2 +m2

)
Vddδ

Mdz2,dzx (l,m, n) =
√

3ln

(
n2 − 1

2

(
l2 +m2

))
Vddσ +

√
3ln
(
l2 +m2 − n2

)
Vddπ

+

√
3

2
ln
(
l2 +m2

)
Vddδ

Mdxy,dxy (l,m, n) = 3l2m2Vddσ +
(
l2 +m2 − 4l2m2

)
Vddπ +

(
n2 + l2m2

)
Vddδ

Mdxy,dx2−y2 (l,m, n) =
3

2
lm
(
l2 −m2

)
Vddσ + 2lm

(
m2 − l2

)
Vddπ +

1

2
lm
(
l2 −m2

)
Vddδ
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Mdxy,dyz (l,m, n) = 3lm2nVddσ + ln
(
1− 4m2

)
Vddπ + ln

(
m2 − 1

)
Vddδ

Mdxy,dzx (l,m, n) = 3l2mnVddσ +mn
(
1− 4l2

)
Vddπ +mn

(
l2 − 1

)
Vddδ

Mdx2−y2,dx2−y2 (l,m, n) =
3

4

(
l2 −m2

)2
Vddσ +

(
l2 +m2 −

(
l2 −m2

)2
)
Vddπ

+

(
n2 +

1

4

(
l2 −m2

)2
)
Vddδ

Mdx2−y2,dyz (l,m, n) =
3

2
mn

(
l2 −m2

)
Vddσ −mn

(
1 + 2

(
l2 −m2

))
Vddπ

+mn

(
1 +

1

2

(
l2 −m2

))
Vddδ

Mdx2−y2,dzx (l,m, n) =
3

2
nl
(
l2 −m2

)
Vddσ + nl

(
1− 2

(
l2 −m2

))
Vddπ

−nl
(

1− 1

2

(
l2 −m2

))
Vddδ

Mdyz,dyz (l,m, n) = 3m2n2Vddσ +
(
m2 + n2 − 4m2n2

)
Vddπ +

(
l2 +m2n2

)
Vddδ

Mdyz,dxz (l,m, n) = 3ln2mVddσ + lm
(
1− 4n2

)
Vddπ + lm

(
n2 − 1

)
Vddδ

Mdxz,dxz (l,m, n) = 3l2n2Vddσ +
(
l2 + n2 − 4l2n2

)
Vddπ +

(
m2 + l2n2

)
Vddδ

I.3 PARÂMETROS DE SALTO

Neste apêndice mostraremos a definição dos parâmetros de salto do modelo utilizando os
parâmetros de Slater-Koster (SK) mostrados nas tabelas (1) e (2).

k0 =
3

2
V e
pdπ cosθ sin

2θ −
√

3

2
V e
pdσ cosθ

(
sin2θ − 1

2
cos2θ

)
(16)
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MoS2 MoSe2 MoTe2 WS2 WSe2
Eed0 -0.4939 -0.1276 -0.6630 -0.3609 -0.5558
Eed1 -0.2473 -0.2724 -0.2852 -0.7364 -1.934
Ees1 -4.5716 -6.1588 -0.5923 -5.0982 -2.9498
Ees2 -8.3498 -7.3399 -3.7035 -9.4019 -6.5922

Ve
pdπ -1.2413 -1.4295 -0.6279 -1.2119 -0.9139

Ve
pdσ 4.2398 3.4524 2.2362 5.2769 5.1750

Ve
ppσ -0.0914 1.2630 0.8198 -0.3943 0.1311

Ve
ppπ -0.4619 -0.4857 -0.2483 -0.4069 -0.2475

Ve
ddσ -0.6717 -0.6674 -0.4795 -0.8942 -0.8697

Ve
ddπ 0.5706 0.5573 -0.0934 0.7347 0.6206

Ve
ddδ 0.2729 0.0970 0.1656 0.3417 0.3743

Ke
ppσ 0.3723 0.2372 0.1169 0.1415 0.1197

Ke
ppπ 0.0014 0.0249 0.2683 0.0261 0.1075

Ke
ddσ 0.0314 0.0776 -0.1493 0.0508 0.0443

Ke
ddπ 0.0961 0.0573 -0.0627 0.1278 0.0912

Ke
ddδ -0.0305 -0.04778 0.0360 -0.0091 -0.0447

Tabela 1: Parâmetros SK pares, em eV, utilizados no MTB para as monocamadas de DCMTs, o índice e/o corres-
ponde a parte par/ímpar do Hamiltoniano, os parâmetros Ed/Es representam a energia do sítio para os átomos M/X,
os parâmetros de salto V estão relacionados ás interações de primeiros vizinhos entre átomos do tipo M-M, X-X e
M-X, os parâmetros de salto K representam as interações de segundos vizinhos entre átomos do tipo M-M e X-X.

k1 = −
√

3

2
V e
pdπ cosθ sin

2θ +
1

2
V e
pdσ cosθ

(
sin2θ − 1

2
cos2θ

)
(17)

k2 =
√

3 V e
pdπ cos

2θ sinθ + V e
pdσ cosθ

(
sin2θ − 1

2
cos2θ

)
(18)

k3 = V e
pdπ cosθ (19)

k4 = −3
√

3

8
V e
pdσ cos

3θ − 1

2
V e
pdπ cosθ

(
1− 3

2
cos2θ

)
(20)

k5 = −3

8
V e
pdσ cos

3θ −
√

3

2
V e
pdπ cosθ

(
1− 1

2
cos2θ

)
(21)

k6 = −
√

3

2
V e
pdπ cos

2θ sinθ +
3

4
V e
pdσ cos

2θ sinθ (22)

k7 = k5 (23)
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MoS2 MoSe2 MoTe2 WS2 WSe2
Eod2 0.5624 0.3046 0.0491 0.8877 0.6233
Eos1 -1.5251 -1.3298 -1.3905 -1.8175 -1.5016
Eos2 -0.6737 -0.9459 -0.0094 -1.0191 -1.4824

Vo
pdπ -0.7614 -0.6811 -0.5048 -0.8115 -0.7688

Vo
pdσ 2.2251 2.0197 1.8294 2.4044 2.1733

Vo
ppσ 0.8131 0.9449 0.8459 0.8415 0.9703

Vo
ppπ -0.2763 -0.3039 -0.4143 -0.2661 -0.2920

Vo
ddσ -0.8950 -0.8950 -0.8950 -0.8950 -0.8950

Vo
ddπ 0.0150 0.01637 0.3267 -0.0142 -0.0469

Vo
ddδ 0.0497 0.0965 0.3033 0.0036 0.0923

Ko
ppσ -0.0395 -0.0293 0.0114 -0.0169 -0.0451

Ko
ppπ 0.0092 -0.0094 -0.0092 0.0262 0.0113

Ko
ddσ 0.0100 0.0100 0.0100 0.0100 0.0100

Ko
ddπ 0.0051 0.0140 -0.0617 -0.0135 0.0096

Ko
ddδ 0.0184 0.0354 0.1002 -0.0191 0.0140

Tabela 2: Parâmetros SK ímpares, em eV, utilizados no MTB para as monocamadas de DCMTs, o índice e/o corres-
ponde a parte par/ímpar do Hamiltoniano, os parâmetros Ed/Es representam a energia do sítio para os átomos M/X,
os parâmetros de salto V estão relacionados ás interações de primeiros vizinhos entre átomos do tipo M-M, X-X e
M-X, os parâmetros de salto K representam as interações de segundos vizinhos entre átomos do tipo M-M e X-X.

k8 = −
√

3

2
cos3θ V e

pdσ − cosθ sin2θ V e
pdπ (24)

k9 = −
√

3

8
cos3θ V e

pdσ +
1

2
V e
pdπ cosθ

(
1 +

1

2
cos2θ

)
(25)

k10 =
1

2
V e
pdπ cos

2θ sinθ −
√

3

4
V e
pdσ cos

2θ sinθ (26)

k11 = −
√

3

2
V o
pdπ cos

2θ sinθ +
3

4
V o
pdσ cos

2θ sinθ (27)

k12 =
√

3 V o
pdσ cos

2θ sinθ + V o
pdπ

(
1− 2 cos2θ

)
sinθ (28)

k13 =

√
3

4
V o
pdσ cos

2θ sinθ + V o
pdπ

(
1− 1

2
cos2θ

)
sinθ (29)

k14 = −
√

3

2
V o
pdσ sin

2θ cosθ − 1

2
V o
pdπ

(
1− 2 sin2θ

)
cosθ (30)

k15 = V o
pdπ sinθ (31)
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k16 =
3
√

3

4
V o
pdσ cos

2θ sinθ + V o
pdπ

(
1− 3

2
cos2θ

)
sinθ (32)
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2θ sinθ (33)
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pdσ sin
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3
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(
1− 2 sin2θ

)
cosθ (34)
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4
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t11 = V o
ddπ (46)
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ddδ +

1
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ddπ (47)
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Ke
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u7 =
1

16
Ke
ddδ +

3

4
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ddπ +

3

16
Ke
ddσ (60)

u8 =
1

4
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3

4
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3

4
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4
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3
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Ke/o
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3
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e/o
1 = V e/o

ppπ (72)
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e/o
2 = V e/o

ppσ (73)
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