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RESUMO

Monocamadas de Dicalcogenetos de metais de transição (DCMT) possuem um gap direto na
região de espectro visível, ideal para aplicação em optoeletrônica. A monocamada do bulk bi-
dimensional de DCMT com geometria infinita exibe um forte confinamento unidimensional de
portadores de carga, mas preserva a dispersão do tipo bulk no plano 2D. Em contraste, o ponto
quântico (PQ) de DCMT é restrito nas três dimensões, as quais apresentam propriedades ópticas
e eletrônicas ajustáveis ao tamanho, além das notáveis características relacionadas aos graus de
liberdade do spin e do vale herdados dos materiais bidimensionais do tipo bulk. Assim PQs de
DCMT são promissores blocos de construção em sistemas integrados de informação quântica,
spintrônica e optoeletrônica. Nós obtivemos a energia efetiva do efeito Zeeman (EEZ) e o es-
pectro de absorção magneto-óptico em PQs circulares de monocamadas de DCMT sujeitos a um
campo magnético perpendicular fora do plano, mais especificamente o MoS2. Em contraste, a
monocamada do bulk bidimensional de DCMT, os níveis de energia nos PQs de DCMT apresen-
tam dependência não linear com o campo magnético aplicado. Conforme o aumento do campo
magnético, os níveis evoluem de energias atômicas degeneradas no vale para níveis de Landau
com quebra de simetria inverso temporal (SIT). Nós calculamos que a energia Zeeman do vale, a
qual mede a separação entre os níveis de energia nos vales K e K’, mostra uma dependência linear
com o campo magnético, e seu sinal pode ser invertido através da mudança de direção do campo
magnético aplicado. Notavelmente, a energia Zeeman no vale é robusta em relação ao tamanho
do PQ. Além disso, nós também prevemos o espectro de absorção magneto-óptico em PQs de
DCMT sob luz circularmente polarizada (CP) e luz linearmente polarizada (LP). Para luz CP, nós
observamos um espectro de absorção com seleção do vale pela polarização, conforme mostrado
na monocamada do bulk bidimensional. Entretanto, diferente da monocamada, a qual possui um
espectro de absorção com frequências fixas, tanto a intensidade como a frequência de absorção
podem ser ajustadas através da geometria do PQ em conjunto com o campo magnético. Além
disso, para luz LP, nós achamos a absorção óptica dependente do spin mas sem a polarização do
vale.



ABSTRACT

Transition metal dichalcogenide (TMDC) monolayers have a direct band gap in the visible re-
gion of the spectrum, ideal for optoelectronic applications. The 2D monolayer bulk TMDCs with
infinite geometry exhibit strong carrier confinement in one dimension but preserve the bulk-like
dispersion in the 2D plane. In contrast, a TMDC quantum dot (QD) is restricted in three dimen-
sions which presents size tunable electronic and optical properties in addition to the remarkable
characteristics related to spin-valley degree of freedom inherited from its 2D bulk materials. Thus
TMDCs QDs are promising building blocks in integrated quantum information, spintronic and op-
toelectronic systems. We report effective valley Zeeman energy and magneto-optical absorption
in monolayer TMDC circular QDs subject to an out-of-plane magnetic field, more specifically
for MoS2 . In contrast to 2D monolayer bulk TMDCs, energy levels in the TMDC QDs display
nonlinear dependence on applied magnetic field. As the magnetic field increases from zero, they
evolve from valley degenerate atomic energy levels into time-reversal symmetry broken Landau
levels. We find that the valley Zeeman energy, which measures the splitting between energy levels
in K- and K’- valleys, shows a linear dependence on magnetic field and its sign can be reversed
by changing the direction of applied magnetic field. Remarkably, the valley Zeeman energy is
robust against dot size. Besides, we also predict the magneto-optical absorption spectra in TMDC
QDs under both the circularly polarized (CP) and linearly polarized (LP) light fields. For the
CP light, we observe an absorption spectrum with valley selected polarization, as reported in the
2D monolayer bulk. However, unlike the 2D monolayer bulk in which the absorption spectrum
having a fixed frequency, both the intensity and frequency of the absorption can be tuned by the
dot geometry in addition to by a magnetic field. Furthermore, for the LP light, we find the spin
dependent but valley unpolarized optical absorption.
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1 INTRODUÇÃO

Atualmente a criação de dispositivos eletrônicos em escala industrial tem desencadeado gran-
des avanços tecnológicos, assim, a necessidade de cada vez mais miniaturizar esses dispositivos,
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 com propriedades extraordi-
nárias, tais como: processadores de computadores e seus componentes nanoscópicos dentro das
placas de vídeo, bem como processadores para smartphones e tablets, além de diversos dispo-
sitivos 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, devido as propriedades exóticas oriundas do
confinamento espacial dessas nanoestruturas. Sistemas como ponto quântico (confinamento nas
três direções espaciais), fio quântico (possui apenas um grau de liberdade) e poço quântico (confi-
namento em uma direção espacial), feito 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 pro-
duzir 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 consenso que esses materiais bidimensionais (2D) não poderiam existir em sua forma livre,
pois os mesmos retornariam a seus cristais tridimensionais (3D), pois flutuações térmicas nessas
redes cristalinas conduziriam a deslocamentos atômicos que se tornariam comparáveis às distân-
cias interatômicas em qualquer temperatura finita, tornando a estrutura instável (1). Essa idéia
foi refutada pelo físicos Novoselov e Geim, ambos da Universidade de Manchester, ao conse-
guirem isolar uma folha simples de átomos de carbono, material que fora denominada grafeno.
Primeiramente o estudo teórico desse novo material fora realizado por Wallace (2) para descrever
a estrutura do grafite. O grafite é um derivado do carbono composto por camadas de grafeno
superpostas e fracamente ligadas. Apesar do seu amplo estudo teórico, somente foi possível sua
obtenção experimental em 2004 (3), mediante a técnica de esfoliação mecânica comumente co-
nhecida como "Técnica da Fita Adesiva". 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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O grafeno possui propriedades únicas, as quais podem ser utilizadas na próxima geração de
dispositivos eletrônicos, dentre suas notáveis propriedades podemos citar: alta flexibilidade, duc-
tibilidade e alta mobilidade eletrônica. Tais propriedades geram diversas possibilidades de apli-
cação 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).

Monocamadas bidimensionais 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.

As propriedades do bulk de DCMT são diversas, indo dos isolantes como HfS2, semicondu-
tores como o MoS2 e WS2, semimetais como Wte2 e TiSe2 até os metais como NbS2 e VSe2.
A exfoliação desses materiais em monocamadas ou em algumas poucas camadas preservam suas
propriedades e ainda adicionam algumas características devido ao efeito do confinamento (4, 5, 6).
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.

Os átomos do metal fornecem quatro elétrons para preencher os estados de ligação dos DCMTs,
de modo que os números de oxidação do metal M e do calcogênio X são +4 e -2 respectivamente.
O par solitário dos elétrons oriundos do calcogênio terminam na superfície das camadas, e a au-
sência de ligações pendentes tornam essas camadas estáveis. 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. Es-
ses 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 termodinami-
camente mais estável.

A estrutura eletrônica dos DCMTs depende fortemente da geometria estrutural da rede do
metal 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.
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Figura 1.1: (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 sublinhados na tabela periódica, os elementos
parcialmente sublinhados não formam estruturas em camadas com todos os calcogênios sublinhados. (b) Vista de
uma estrutura trigonal prismática (2H) de um DCMT. (c) Vista de uma estrutura octaédrica (1T) de um DCMT (7).

A escolha da estrutura predominante adotada pelos DCMTs dependem primeiramente do elé-
tron oriundo do orbital d do metal de transição, no grupo 4 todos se encontram com estrutura
octaédrica, já o grupo 5 se encontra tanto com estrutura octaédrica, quanto trigonal prismática,
o grupo 6 é geralemnte encontrado com a estrutura trigonal prismática, o grupo 7 na estrutura
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 vapor
(CVD), mais detalhes sobre as propriedades químicas desses materiais podem ser achados em
(7).

Monocamadas de DCMTs, possuem um gap grande na banda grande, com dois vales inequi-
valentes (K e K ′) degenerados na zona de Brillouin da sua estrutura eletrônica, além de uma
curvatura de Berry não nula (6, 8). A quebra da simetria de inversão da monocamada permite
que os graus de liberdade dos vales sejam acessados seletivamente através da helicidade óptica,
tornando possível sondar e manipular os portadores de carga nos dois vales (4). 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, demonstrado não somente de forma
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experimental, na luminescência seletiva do vale (9, 10), geração de coerência óptica no vale (9),
espectroscopia de magneto-fotoluminescência com vale resolvido (11, 12), mas também da forma
teórica (13, 14, 15). 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 (16, 17, 18). Um requisito crucial para atingirmos esse objetivo é
achar estados em que a degenerescência do vale seja quebrada. Desde que o momento magnético
de um estado no vale K e K ′ possuem a mesma magnitude mas sinais opostos (10, 19), 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.

A monocamada de DCMTs com uma geometria infinita, exibe um forte confinamento de por-
tadores em uma dimensão, mas preserva a dispersão do tipo bulk no plano bidimensional (20).
Diferentemente, o ponto quântico de DCMT é restrito nas três dimensões, o que o faz apresentar
propriedades eletrônicas e ópticas ajustáveis com o tamanho, além das suas características rela-
cionadas ao grau de liberdade 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 informação quântica, além de sistemas optoeletrônicos e spintrôni-
cos. Por outro lado, o emergente campo de tecnologia da informação quântica, como incondi-
cionalmente a criptografia quântica, comunicação e computação quantum-fotônicas necessitam
do desenvolvimento de fontes de fótons individuais (17). Recentemente, emissores de fótons in-
dividuais baseados em defeitos em monocamadas de DCMTs com diferentes tipos de amostras
(WSe2 e MoSe2) foram relatados, porém somente funcionam em temperaturas criogênicas (17).
Contrastantemente, a emissão de fótons individuais, polarizados e com intensidade de emissão
ultra-intensa, à temperatura ambiente, tem sido demonstrada em outros materiais bidimensionais,
tais como o nitrato hexagonal de boro (hBN). Como o nitrato hexagonal de boro (hBN) possui
uma estrutura cristalina similar aos DCMTs, um questionamento direto é por que o hBN possui
um gap entre as bandas de condução e valência muito superior ao da monocamada de DCMT.
Com essa idéia em mente, a temperatura operacional de uma fonte de fótons individuais pode
ser elevada através do confinamento quântico dos PQs, os quais podem efetivamente aumentar a
separação entre as bandas de condução e valência, devido à quantização.

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 exemplo,
tornando-os altamente atrativos para aplicações na optoeletrônica(21, 22). As propriedades se-
micondutoras que o MoS2 e alguns outros DCMT possuem, os tornam altamente adequados para
transistores de baixa potência, os quais podem ser melhores que quaisquer dispositivos conhe-
cidos com grafeno, porém esses sistemas atualmente são muito desordenados e possuem baixa
mobilidade dos elétrons (23). Vemos que possuímos uma grande família de cristais bidimensio-
nais (2D) com uma vasta gama de estruturas eletrônicas, as quais podem se manifestar em uma
grande variedade de sistemas eletrônicos.

Esse trabalho tem como objetivo apresentar as propriedades da estrutura eletrônica da banda
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do MoS2, com estrutura trigonal prismática, tanto para a monocamada como para o PQ, além de
suas propriedades magneto ópticas, através do estudo do espectro de absorção. No capítulo 2,
será feito uma descrição geral da teoria do funcional de densidade (TFD) e o método de ligação
forte (MLF), com o intuito de observarmos as propriedades da estrutura eletrônica da banda, será
também estudado o efeito da interação spin-órbita na estrutura eletrônica, bem como utilizado
um modelo efetivo para análise dos níveis de energia e demais propriedades nos níveis de energia
mínima, os quais se encontram nos pontos de alta simetria K e K ′. No capítulo 3 mostraremos a
estrutura de banda do material, tanto para o bulk como para o PQ, na região próxima aos pontos
de alta simetria K e K ′. No capítulo 4 analisaremos o efeito do campo magnético na estrutura
da banda do bulk e do PQ, além de estudarmos a quebra de degenerescência do spin e do vale
causada pelo efeito Zeeman efetivo no vale. No capítulo 5 estudaremos o espectro de absorção
tanto para o bulk como para o PQ. No Capítulo 6 faremos a conclusão do trabalho, bem como a
expectativa para novos trabalhos. É importante salientar que todo o formalismo utilizado nesse
trabalho serve também para outros materiais com DCMT, não apenas para o MoS2, sendo apenas
necessário realizar a troca dos parâmetros físicos de um material para outro, bem como considerar
a mudança da geometria estrutural.
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2 MODELO TEÓRICO

Este capítulo tem por objetivo abordar o TFD (conhecido na literatura como DFT) na seção
2.1, para depois introduzir o MLF (conhecido na literatura como método de Tight-Binding) na
Seção 2.2, nas Seções 2.3 e 2.4 explicaremos sobre os orbitais moleculares de Löwdin e o método
de partição de Löwdin, na seção 2.5 será aplicado o MLF para o MoS2, desprezando a interação
spin-órbita. Na seção 2.6 estudaremos o efeito do acoplamento spin-órbita no MoS2.

2.1 TEORIA DO FUNCIONAL DA DENSIDADE

Ao lidar com sólidos, nós devemos considerar um sistema com núcleo pesado, e com carga po-
sitiva 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
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2Mi

∇2
~Ri

)
+
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i
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+
∑
i 6=j

(
− 1

8πε0

e2ZiZj

| ~Ri − ~Rj|

)
(2.1)

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 (24) faz com que o primeiro
termo da equação (2.1) desapareça e o último termo se torne uma constante, para cada conjunto
de valores de ~R, como resultados obtemos:

Ĥ = T̂ + V̂ + Û (2.2)

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. 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
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E[n(~r)] = 〈Ψ| Ĥ |Ψ〉 =

∫
n(~r)V (~r)d~r + F [n(~r)] (2.3)

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

F̂ = T̂ + Û (2.4)

O segundo 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-Shan. Na
aproximação de Kohn-Shan 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] (2.5)

onde o funcional Ts[n] é a energia cinética do sistema não interagente e a segunda parte da equa-
ção (2.5) 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)]

Ec = F [n]− Ts[n]− UH [n]− EX (2.6)

Achar uma aproximação confiável do funcional de troca-correlação é o objetivo da TFD. Nós
agora podemos resolver o problema de uma única partícula em um potencial vs(~r), descrito pela
equação de Kohn-Shan

(
−1

2
∇2 + vs(~r)

)
φi(~r) = Eiφi(~r) (2.7)
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onde

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

∫
d3r′

n(~r′)

|~r − ~r′|
+ EXC [n](~r) (2.8)

e

UH [n](~r) =

∫
d3r′

n(~r′)

|~r − ~r′|
(2.9)

É importante notar que a solução da equação (2.7) 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 (2.7) pode ser resolvida, e a densidade obtida |φi(~r)|2 compa-
rada com a do passo anterior, esse passo é repetido reiteradas vezes até que haja uma convergência
entre a densidade vs[n] e a densidade obtida |φi(~r)|2, obtida a convegência essa densidade é defi-
nida como a densidade do estado fundamental, minimizando o funcional da energia para o sistema
físico

E[n] = 〈Ψ[n]| T̂ + V̂s |Ψ[n]〉 (2.10)

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)) (2.11)

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
a inclusão do spin.

Métodos Ab-initio como o TFD, são muito úteis para uma análise inicial das propriedades de
um material, pois não necessitam de quaisquer parâmetros, sendo que os dados obtidos desses
métodos podem ser utilizados na obtenção de parâmetros para se fazer um cálculo de MLF. Os
parâmetros de MLF ainda não estão muito bem definidos na literatura para o MoS2, havendo
muita discrepância entre os mesmos em diferentes artigos, motivo pelo qual é importante reali-
zar o ajuste desses parâmetros com o cálculo de métodos Ab-initio, visando garantir resultados
coerentes na realização do método de MLF. A figura (2.1) (a) mostra que a estrutura da banda
da monocamada de MoS2. Vimos que este material é com banda direta no ponto K e K ′. Ob-
servamos que a interação spin-órbita é forte nos pontos K e K ′, mas ela se torna muito fraca no
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Figura 2.1: (a) Estrutura da banda do MoS2 no caminho M → Γ → K → M , obtidos através do cálculo TFD (b)
Densidade dos Estados.

ponto Γ, a figura (2.1) (b) illustra a densidade dos estados, percebemos um grande gap na banda;
esses dados foram obtidos utilizando o o pacote Quantum Espresso (25) com pseudopotenciais
full relativistic sobre a aproximação do funcional de gradiente de Perdew-Burke-Ernzerhof e uma
grade de 16× 16× 1 ~k.

2.2 O MÉTODO DE LIGAÇÃO FORTE

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-
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nica não muito bem localizada, e com uma baixa superposição entre os elétrons de valência dos
átomos vizinhos. O MLF 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) e
também não possui boa descrição para níveis abaixo dos estados de valência. Para se encontrar
as bandas de energia num sólido cristalino, temos que resolver a equação de Schrödinger:

H |Ψn〉 = En |Ψn〉 , (2.12)

sendo o Hamiltoniano escrito como:

H =
~p2

2m
+
∑
~R

V(~r − ~R), (2.13)

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. De forma que:

Ψn(~k, ~r) =

j∑
n′=1

cnn′(~k)φn′(~k, ~r), (2.14)

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) (2.15)

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:
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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). (2.16)

Como a auto-função Φn(~k, ~r) também precisa satisfazer o teorema de Bloch (2.16), o somatório
da equação (2.14) 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

(2.17)

Substituindo (2.14) em (2.17) 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′

. (2.18)

Hnn′(~k) são conhecidos como elementos da integral de transferência, 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, temos por definição:

Hnn′(~k) = 〈φn|H |φn′〉 (2.19)

Snn′(~k) = 〈φn| φn′〉 (2.20)

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 (2.21)

Multiplicando os dois lados da equação(2.21) por
∑N

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

N∑
n′

Hnn′(~k)cin′ = Ei(~k)
N∑
n′

Snn′(~k)cin′ (2.22)

podemos definir cin′ como um vetor coluna:

ci =



ci1

ci2

.

.

.

ciN


(2.23)

com isso escrevemos

Hci = Ei(~k)Sci. (2.24)

Podemos ainda transpor o lado direito da equação (2.24), obtendo-se

[H− Ei(~k)S]ci = 0. (2.25)

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

det[H− ES] = 0, (2.26)

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.

2.3 OS ORBITAIS MOLECULARES DE LÖWDIN

Os orbitais atômicos ϕn, usados na seção anterior 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
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a substituição dos orbitais atômicos por funções ortonormalizadas ψn conhecidas como orbitais
de Löwdin (26).

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 (2.27)

As integrais de sobreposição podem então ser definidas como:

Snn′ =

∫
d3rϕ∗nϕn′ − δnn′ (2.28)

sendo Snn = 0. Como os orbitais Ψn podem ser escritos como combinação linear dos orbitais
atômicos, conforme mostrado em (2.14) e (2.15), tem-se:

∫
d3rΨ∗nΨn = 1 (2.29)

onde as equações (2.29) e (2.24) podem ser reescritas como:

j∑
n′=1

Hnn′cn′m =

j∑
n′=1

(δnn′ + Snn′)cn′mEm (2.30)

∑
nn′

c∗nm(δnn′ + Snn′)cn′m = 1. (2.31)

As equações (2.30) e (2.31) podem ser simplificadas se for feita a substituição:

cnm = (1 + S)
− 1

2

nn′ Cn′m (2.32)

em que

(1 + S)
− 1

2

nn′ = δnn′ −
1

2
Snn′ +

3

8

∑
k

SnkSkn′ −
5

16

∑
kl

SnkSklSln′ + ... (2.33)
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A substituição da equação (2.32) faz com que as equações (2.30) e (2.31) possam ser reescritas
como

H’nn′Cn′m = CklEl (2.34)

C∗nmCmn = 1 (2.35)

H’nn′ = (1 + S)
− 1

2

nn′ Hn′k (1 + S)
− 1

2
kl (2.36)

Portanto, pode-se escrever o seguinte teorema (nas palavras do próprio Löwdin (26)): O problema
de se resolver equações características incluindo integrais de sobreposição Snn′ podem ser tra-
tadas da mesma maneira do que em uma teoria simplificada (com S negligenciado) se a matriz
H for substituída pela matriz (2.36) . Essa nova matriz H’ é auto-adjunta e pode ser expandida na
forma:

H’nn′ = Hnn′ −
1

2

∑
k

(SnkHkn′ + HnkSkn′) +

+
3

8

∑
kl

(SnkSklHln′ +
2

3
SnkHklSln′ +

HnkSklSln′)− ... (2.37)

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

Ψn = φncnn′ = φn (1 + S)
− 1

2

nn′ Cn′m = ψnCnm, (2.38)

em que se faz

ψn = φn (1 + S)
− 1

2

nn′ , (2.39)

Dessa equação, pode-se escrever:
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ψn = φn −
1

2

∑
k

φkSkn +
3

8

∑
kl

φkSklSln (2.40)

e, finalmente:

H’nn′ =

∫
d3rψ∗n′Hψn (2.41)

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 (26): A solução do
problema de se construir orbitais moleculares, levando as integrais de sobreposição em consi-
derção, é a mesma que se considerarmos as funções ortonormalizadas,da equação (2.38), 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.

2.4 O MÉTODO DE PARTIÇÃO DE LÖWDIN

O método de partição de Löwdin é um metodo geral e poderoso para obter a diagonalização
aproximada de um Hamiltoniano (27). É similar a teoria convencional de perturbação estaci-
onária, porém mais poderosa pois não distingue entre estados degenerados e não-degenerados.
Esse método utiliza um operador unitário anti-hermitiano S, de maneira que obtemos o seguinte
Hamiltoniano transformado

H̃ = e−SHeS ≈ H + [H, S] +
1

2
[[H, S], S] (2.42)

tal que S tem a seguinte forma

S =

(
0 M

−M † 0

)
(2.43)

sendo M uma matriz arbitrária. O Hamiltoniano inicial é dividido em blocos,

H =

(
H0 T

T † ∆

)
(2.44)
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em que H0 é a parte do Hamiltoniano inicial que modela as bandas de nosso interesse e T é a
matriz de interação entre os subespaços H0 e ∆, tendo como única condição para a matriz H
que os elementos da matriz T sejam pequenos com relação aos autovalores da matriz ∆. Nós
queremos que o Hamiltoniano transformado na equação (2.42) seja bloco-diagonal. Portanto, a
matriz M pode ser obtida através da equação:

T + H0M −M∆ +MT †M = 0 (2.45)

Mantendo apenas os termos de ordem até 2 em ∆−1 a matriz M pode ser expressa como:

M ≈ T∆−1 + H0T∆−2 (2.46)

Inserindo essa expressão na equação (2.45), o primeiro elemento inclui o Hamiltoniano efetivo

Hef = H0 − T∆−1T † (2.47)

onde os termos de segunda ordem em ∆−1 foram negligenciados.

2.5 O MÉTODO DE LIGAÇÃO FORTE APLICADO AO MOS2

Nessa seção aplicaremos o método de Ligação Forte, muito conhecido pelo nome Tight-
Binding na literatura, considerando apenas os parâmetros de salto (hopping) entre o átomo de
Mo e o átomo de S, dentro da primeira zona de Brillouin (apenas primeiros vizinhos). Considera-
remos apenas os orbitais dz2 , dx2−y2 , dxy, dxz, dyz do átomo de Mo e os orbitais px, py, pz do átomo
de S, os quais se encontram na camada de valência de seu respectivo àtomo. O orbital s contribui
muito pouco na região dos pontos de alta simetria K e K’ (28), tal informação fora obtida através
de cálculos realizados pelo TFD. A estrutura do MoS2 pode ser vista na figura (2.2).

A rede do MoS2 possui três átomos de base (um Mo e dois S), os dois vetores primitivos da
rede de Bravais, mostrados na figura (2.3), são:

~R1 = (a, 0, 0)

~R2 =

(
a

2
,

√
3

2
a, 0

)
(2.48)

onde a = 3.16(3.19) Å(28) é a constante da rede, os átomos S, estão localizados em um plano de
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Figura 2.2: Estrutura da monocamada de MoS2 (a) vista de cima (b) vista lateral (27).

1.56 Å acima e abaixo do plano que contém o átomo de Mo, isso faz com que a distância entre
os átomos de Mo e S seja de l = 2.40 Å. O ângulo formado entre a ligação de Mo-S e o plano do
Mo é θ = 40.6o (29). A distância entre as duas camadas de S é lcos(θ) = a/

√
3, os vetores que

conectam os primeiros vizinhos, mostrados na figura (2.4), são:

~d1± = l (0, cosθ,±sinθ) (2.49)

~d2± = l

(
−
√

3

2
cosθ,−1

2
cosθ,±sinθ

)
(2.50)

~d3± = l

(√
3

2
cosθ,−1

2
cosθ,±sinθ

)
(2.51)

Figura 2.3: Vetores da rede no espaço real

Os vetores que conectam os seis segundos vizinhos do átomo de Mo, mostrados na figura
(2.5), são:
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Figura 2.4: (a) Distância, no plano xy, a0 = lcosθ entre os primeiros vizinhos e constante da rede; (b) Vetores que
conectam os primeiros vizinhos

~δ1 = ~R1 (2.52)
~δ2 = ~R2 (2.53)

~δ3 = ~R2 − ~R1 (2.54)
~δ4 = −~R1 (2.55)
~δ5 = −~R2 (2.56)

~δ6 = −~R2 + ~R1 (2.57)

(2.58)

Os vetores que conectam os seis segundos vizinhos do átomo de S são:

~δ1± = ~R1 + ~d1± (2.59)
~δ2± = ~R2 + ~d1± (2.60)

~δ3± = ~R2 − ~R1 + ~d1± (2.61)
~δ4± = −~R1 + ~d1± (2.62)
~δ5± = −~R2 + ~d1± (2.63)

~δ6± = −~R2 + ~R1 + ~d1± (2.64)

(2.65)
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Figura 2.5: Vetores que conectam os segundos vizinhos do átomo de Mo

A zona de Brillouin do MoS2, mostrada na figura (2.6), é hexagonal, sendo os pontos de alta
simetria mais importantes : Γ = (0, 0), K =

(
4π
3a0
, 0
)

e K ′ =
(
− 4π

3a0
, 0
)

. Os vetores de base da
rede recíproca são:

~K1 =
4π√
3a

(√
3

2
,−1

2
, 0

)
(2.66)

~K2 =
4π√
3a

(0, 1, 0) (2.67)

Agora montaremos o Hamiltoniano composto pelos 8 orbitais (5 orbitais d e 3 orbitais p),
mostrados na figura (2.7), levando em consideração os parâmetros de salto entre o Mo-S (t) de
primeiros vizinhos, entre St-Sb (s) de primeiros vizinhos, entre Mo-Mo (v), de segundos vizinhos
e entre S-S (u) (em um mesmo plano) também de segundos vizinhos, além das energias no sítio
(Ed e Ep), as demais interações serão desprezadas nesse modelo. O Hamiltoniano desse modelo
é descrito nas equações (2.68) a (2.94).

H = H0 + H1 + H2−Mo + H2−S (2.68)
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Figura 2.6: Zona de Brillouin do MoS2 e seus pontos de alta simetria

Figura 2.7: Orbitais Atômicos do MoS2

H0 =
∑
j,µ,ν

ttµ,ν |dµ; ~rj〉
〈
ptν ; ~rj + ~d1+

∣∣∣
+
∑
j,µ,ν

tbµ,ν |dµ; ~rj〉
〈
pbν ; ~rj + ~d1−

∣∣∣
+
∑
j,µ,ν

ttEsµ,ν |dµ; ~rj〉
〈
ptν ; ~rj + ~d2+

∣∣∣
+
∑
j,µ,ν

tbEsµ,ν |dµ; ~rj〉
〈
pbν ; ~rj + ~d2−

∣∣∣
+
∑
j,µ,ν

ttDiµ,ν |dµ; ~rj〉
〈
ptν ; ~rj + ~d3+

∣∣∣
+
∑
j,µ,ν

tbDiµ,ν |dµ; ~rj〉
〈
pbν ; ~rj + ~d3−

∣∣∣+H.C (2.69)

20



H1 =
∑
j,ν,ν′

sνν′
∣∣∣ptν ; ~rj + ~d1+

〉〈
pbν′ ; ~rj + ~d1−

∣∣∣
+
∑
j,µ

Ed
µ |dµ; ~rj〉 〈dµ; ~rj|

+
∑
j,ν

Ep
ν

∣∣∣ptν ; ~rj + ~d1+

〉〈
ptν ; ~rj + ~d1+

∣∣∣
+
∑
j,ν

Ep
ν

∣∣∣pbν ; ~rj + ~d1−

〉〈
pbν ; ~rj + ~d1−

∣∣∣+H.C (2.70)

H2−Mo =
∑
j,µ,µ′

vEµµ′ |dµ; ~rj〉
〈
dµ′ ; ~rj + ~δ1

∣∣∣
+
∑
j,µ,µ′

vNEµµ′ |dµ; ~rj〉
〈
dµ′ ; ~rj + ~δ2

∣∣∣
+
∑
j,µ,µ′

vNOµµ′ |dµ; ~rj〉
〈
dµ′ ; ~rj + ~δ3

∣∣∣
+
∑
j,µ,µ′

vOµµ′ |dµ; ~rj〉
〈
dµ′ ; ~rj + ~δ4

∣∣∣
+
∑
j,µ,µ′

vSOµµ′ |dµ; ~rj〉
〈
dµ′ ; ~rj + ~δ5

∣∣∣
+
∑
j,µ,µ′

vSEµµ′ |dµ; ~rj〉
〈
dµ′ ; ~rj + ~δ6

∣∣∣+H.C (2.71)
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H2−S =
∑
j,ν,ν′

uEνν′
∣∣∣ptν ; ~rj + ~d1+

〉〈
ptν′ ; ~rj + ~d1+ + ~R1

∣∣∣
+
∑
j,ν,ν′

uEνν′
∣∣∣pbν ; ~rj + ~d1−

〉〈
pbν′ ; ~rj + ~d1− + ~R1

∣∣∣
+
∑
j,ν,ν′

uNEνν′
∣∣∣ptν ; ~rj + ~d1+

〉〈
ptν′ ; ~rj + ~d1+ + ~R2

∣∣∣
+
∑
j,ν,ν′

uNEνν′
∣∣∣pbν ; ~rj + ~d1−

〉〈
pbν′ ; ~rj + ~d1− + ~R2

∣∣∣
+
∑
j,ν,ν′

uNOνν′
∣∣∣ptν ; ~rj + ~d1+

〉〈
ptν′ ; ~rj + ~d1+ + ~R2 − ~R1

∣∣∣
+
∑
j,ν,ν′

uNOνν′
∣∣∣pbν ; ~rj + ~d1−

〉〈
pbν′ ; ~rj + ~d1− + ~R2 − ~R1

∣∣∣
+
∑
j,ν,ν′

uOνν′
∣∣∣ptν ; ~rj + ~d1+

〉〈
ptν′ ; ~rj + ~d1+ − ~R1

∣∣∣
+
∑
j,ν,ν′

uOνν′
∣∣∣pbν ; ~rj + ~d1−

〉〈
pbν′ ; ~rj + ~d1− − ~R1

∣∣∣
+
∑
j,ν,ν′

uSOνν′
∣∣∣ptν ; ~rj + ~d1+

〉〈
ptν′ ; ~rj + ~d1+ − ~R2

∣∣∣
+
∑
j,ν,ν′

uSOνν′
∣∣∣pbν ; ~rj + ~d1−

〉〈
pbν′ ; ~rj + ~d1− − ~R2

∣∣∣
+
∑
j,ν,ν′

uSEνν′
∣∣∣ptν ; ~rj + ~d1+

〉〈
ptν′ ; ~rj + ~d1+ − ~R2 + ~R1

∣∣∣
+
∑
j,ν,ν′

uSEνν′
∣∣∣pbν ; ~rj + ~d1−

〉〈
pbν′ ; ~rj + ~d1− − ~R2 + ~R1

∣∣∣+H.C (2.72)

onde o índice ± se refere à camada dos átomos de S de cima (+) e de baixo (−), µ(µ′) =

0, 1, 2, 3, 4 se refere aos orbitais d e ν(ν ′) = 1, 2, 3 se refere aos orbitais p, conforme a tabela 2.1;
os índices t, b nos parâmetros de salto se referem aos átomos de S de cima e de baixo em relação ao
vizinho definido por ~d1,±, os índices tEs, bEs nos parâmetros de salto se referem aos átomos de
S de cima e de baixo em relação ao vizinho definido por ~d2,±, os índices tDi, bDi nos parâmetros
de salto se referem aos átomos de S de cima e de baixo em relação ao vizinho definido por ~d3,±.
Os índices E,NE,NO,O, SO, SE referem-se aos segundos vizinhos do átomos de Mo e S, na
ordem (1,2,3,4,5,6) respectivamente. O índice j se refere á célula unitária, representada na cor
cinza na figura (2.6). Os índices de spin foram omitidos e a interação spin-órbita desconsiderada
nesse momento. Por definição temos:
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Ep
ν =

〈
pt/bν , ~rj + ~d1±

∣∣∣H ∣∣∣pt/bν , ~rj + ~d1±

〉
(2.73)

Ed
µ = 〈dµ, ~rj|H |dµ, ~rj〉 (2.74)

ttµ,ν =
〈
ptν , ~rj + ~d1+

∣∣∣H |dµ, ~rj〉 (2.75)

tbµ,ν =
〈
pbν , ~rj + ~d1−

∣∣∣H |dµ, ~rj〉 (2.76)

ttEsµ,ν =
〈
ptν , ~rj + ~d2+

∣∣∣H |dµ, ~rj〉 (2.77)

tbEsµ,ν =
〈
pbν , ~rj + ~d2−

∣∣∣H |dµ, ~rj〉 (2.78)

ttDiµ,ν =
〈
ptν , ~rj + ~d3+

∣∣∣H |dµ, ~rj〉 (2.79)

tbDiµ,ν =
〈
pbν , ~rj + ~d3−

∣∣∣H |dµ, ~rj〉 (2.80)

sνν′ =
〈
ptν , ~rj + ~d1+

∣∣∣H ∣∣∣pbν′ , ~rj + ~d1−

〉
(2.81)

vEµ,µ′ = 〈dµ, ~rj|H
∣∣∣dµ′ , ~rj + ~R1

〉
(2.82)

vNEµ,µ′ = 〈dµ, ~rj|H
∣∣∣dµ′ , ~rj + ~R2

〉
(2.83)

vNOµ,µ′ = 〈dµ, ~rj|H
∣∣∣dµ′ , ~rj + ~R2 − ~R1

〉
(2.84)

vOµ,µ′ = 〈dµ, ~rj|H
∣∣∣dµ′ , ~rj − ~R1

〉
(2.85)

vSOµ,µ′ = 〈dµ, ~rj|H
∣∣∣dµ′ , ~rj − ~R2

〉
(2.86)

vSEµ,µ′ = 〈dµ, ~rj|H
∣∣∣dµ′ , ~rj − ~R2 + ~R1

〉
(2.87)

uEνν′ =
〈
pt/bν , ~rj + ~d1±

∣∣∣H ∣∣∣pt/bν′ , ~rj + ~R1 + ~d1±

〉
(2.88)

uNEνν′ =
〈
pt/bν , ~rj + ~d1±

∣∣∣H ∣∣∣pt/bν′ , ~rj + ~R2 + ~d1±

〉
(2.89)

uNOνν′ =
〈
pt/bν , ~rj + ~d1±

∣∣∣H ∣∣∣pt/bν′ , ~rj + ~R2 − ~R1 + ~d1±

〉
(2.90)

(2.91)

uOνν′ =
〈
pt/bν , ~rj + ~d1±

∣∣∣H ∣∣∣pt/bν′ , ~rj − ~R1 + ~d1±

〉
(2.92)

uSOνν′ =
〈
pt/bν , ~rj + ~d1±

∣∣∣H ∣∣∣pt/bν′ , ~rj − ~R2 + ~d1±

〉
(2.93)

uSEνν′ =
〈
pt/bν , ~rj + ~d1±

∣∣∣H ∣∣∣pt/bν′ , ~rj − ~R2 + ~R1 + ~d1±

〉
(2.94)

Para simplificar podemos definir os vetores ~d2,± e ~d3,± em função do vetor ~d1,± e os vetores da
rede ~R1 e ~R2, da seguinte maneira:
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~d2,± = ~d1,± − ~R2 (2.95)
~d3,± = ~d1,± + ~R1 − ~R2 (2.96)

É possível obter os parâmetros de salto, em função das integrais independentes de dois centros de
Slater-Koster (30, 31), exemplificadas na figura (2.8), e da geometria da rede, tais expressões se
encontram no apêndice.

Figura 2.8: Integrais independentes de dois centros de Slater-Koster para os orbitais s, p, d, o índice σ indica que
o estado de ligação é simétrico com relação às rotações no eixo de ligação, o índice π indica que o eixo de ligação
situa-se em um plano nodal, o índice δ indica que o eixo de ligação situa-se em dois planos nodais (30).

Notação Orbitais
|d0〉 dz2

|d1〉 dx2−y2

|d2〉 dxy
|d3〉 dxz
|d4〉 dyz
|p1〉 px
|p2〉 py
|p3〉 pz

Tabela 2.1: Relação entre os Auto-vetores e Orbitais

O auto-vetor desse Hamiltoniano pode ser descrito da seguinte maneira:
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∣∣∣~k〉 =
∑
j

ei
~k. ~rj



αk,0 |d0; ~rj〉
αk,1 |d1; ~rj〉
αk,2 |d2; ~rj〉
αk,3 |d3; ~rj〉
αk,4 |d4; ~rj〉

ck,1

∣∣∣pt1; ~rj + ~d1+

〉
ck,2

∣∣∣pt2; ~rj + ~d1+

〉
ck,3

∣∣∣pt3; ~rj + ~d1+

〉
βk,1

∣∣∣pb1; ~rj + ~d1−

〉
βk,2

∣∣∣pb2; ~rj + ~d1−

〉
βk,3

∣∣∣pb3; ~rj + ~d1−

〉



(2.97)

A escolha dessa base para o auto-vetor já tem incorporada as simetrias de reflexão nos eixos x e
z, visando simplificar o Hamiltoniano.
Fazendo

〈
~k
∣∣∣H ∣∣∣~k〉, na base

[
dz2 , dx2−y2 , dxy, dxz, dyz, p

t
x, p

t
y, p

t
z, p

b
x, p

b
y, p

b
z

]
, e considerando ~k =

(kx, ky, 0) , obtemos a matriz do Hamiltoniano:

H =

HMo + V T t T b

(T t)† HS + U s

(T b)† s HS + U

 (2.98)

A estrutura da banda gerada por esse modelo de MLF, pode ser vista nas figuras (2.9) e (2.10)
sem o efeito da interação spin-órbita, e na figura (2.11) com o efeito da interação spin-órbita.

Através de sucessivas mudanças de base, na região dos pontos de alta simetria K e K ′, pode-
mos transformar o nosso Hamiltoniano 11 × 11 em um Hamiltoniano com 5 matrizes blocadas
2× 2 e uma 1× 1, de forma que as matrizes blocadas 2× 2 correspondentes à banda de condução
e banda de valência são formadas : pelo orbital dz2 na condução e pela hibridização dos orbitais
dx2−y2 e dxy, na valência, na forma 1/

√
2(dx2−y2 +iτdxy), onde τ é o índice do vale, se τ = 1(−1)

temos o vale K(K ′).

Definida a base dos estados fundamentais das bandas de condução e valência, foi possível
obter um Hamiltoniano efetivo 2 × 2, do tipo Dirac, na vizinhança dos pontos de alta simetria
K(K ′) (28), o modelo utilizado nesse trabalho é conhecido como modelo de Xiao, possuindo a
seguinte expressão

Hef =

(
∆
2

ta(τkx − iky)
ta(τkx + iky) −∆

2

)
(2.99)
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Parâmetros Modelo Simplificado Optimização BC-BV Optimização BV
Ed0 -11.683 eV 0.201 eV 0.191 eV
Ed1|2 -208.435 eV -1.563 eV -1.599 eV
Ed3|4 -75.942 eV -0.352 eV 0.081 eV
Ep1|2 -23.761 eV -54.839 eV -48.934 eV
Ep3 -35.968 eV -39.275 eV -37.981 eV
Vpdπ 1.318 eV 4.196 eV 4.115 eV
Vpdσ -56.738 eV -9.880 eV -8.963 eV
Vppσ 0 12.734 eV 10.707 eV
Vppπ 0 -2.175 eV -4.084 eV
Vddσ -2.652 eV -1.153 eV -1.154 eV
Vddπ 1.750 eV 0.612 eV 0.964 eV
Vddδ 1.482 eV 0.086 eV 0.117 eV
a 3.16Å 3.16Å 3.16Å
θ 0.710 rad 0.710 rad 0.710 rad

Tabela 2.2: Parâmetros para MLF, no modelo simplificado os parâmetros de salto entre S-S não são considerados
(28).

onde o parâmetro de salto t = 1.1 eV, originado das integrais de salto dos orbitais d com os
orbitais p, o gap entre as bandas ∆ = 1.606 eV e a constante da rede a = 3.193 Å (28).

Podemos reescrever esse Hamiltoniano, sem o termo de spin-órbita, da seguinte forma:

Hef = at (τσxkx + σyky) +
∆

2
σz (2.100)

2.6 EFEITO DO ACOPLAMENTO SPIN-ÓRBITA

A interação spin-órbita (ISO) é um fenômeno relativístico, que entra como um termo de cor-
reção 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 (2.101)

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

26



Figura 2.9: Banda de energia calculada com MLF, sem interação spin-órbita, com os parâmetros de optimização da
BC-BV (a) e BV (b) da Tabela (2.2), no caminho M → Γ → K → M . A banda de condução está representada na
cor azul e a banda de valência na cor vermelha.

V (r) =
Ze2

4πε0r
(2.102)

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
(2.103)

podemos definir uma constante de estrutura fina α, da forma

α =
e2

4πε0~c
≈ 1

137
(2.104)

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 (2.105)

Consideramos apenas a interação spin-órbita intrínseca nos sítios do Mo e do S, podendo escrever
o nosso Hamiltoniano de interação da seguinte forma
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Figura 2.10: Banda de energia calculada com MLF, sem interação spin-órbita, com os parâmetros do modelo sim-
plificado da Tabela (2.2), no caminho M → Γ → K → M . A banda de condução está representada na cor azul e a
banda de valência na cor vermelha.

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

Hso =
λMo

~
~L.~S +

λSt

~
~L.~S +

λSb

~
~L.~S (2.106)

Sendo que λMo = λso = 75 meV e λSb = λSt = 0.52 meV ≈ 0 (29).

Observando a tabela 2.3, podemos ver que o produto de 〈pz| ~L.~S |pz〉 é nulo, sendo essa uma
das causas da fraca interação spin-órbita presente no grafeno, sendo necessário levar em conside-
ração a interação entre segundos vizinhos para se obter seu termo de spin-órbita.

O Hamiltoniano completo pode ser descrito da seguinte forma:

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 2.4: Resultado do termo ~L.~S para os orbitais atômicos d.
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Figura 2.11: Banda de energia calculada com MLF, com interação spin-órbita, utilizando os parâmetros de opti-
mização da BC-BV (a) e BV (b) da Tabela (2.2), no caminho M → Γ → K → M . A banda de condução está
representada na cor azul e a banda de valência na cor vermelha.

H =

(
〈↑|Hef + Hso |↑〉 0

0 〈↓|Hef + Hso |↓〉

)
(2.107)

Na base de Hef , temos que :

〈sz|Hso |sz〉 =

(
0 0

0 λsoτsz

)
(2.108)

sendo |sz〉 o estado do spin e sz o índice do spin, tendo |1〉 = |↑〉 e |−1〉 = |↓〉.

Agora podemos finalmente escrever o Hamiltoniano com o efeito da interação spin-órbita
intrínseca

Hef = at (τσxkx + σyky) +
∆

2
σz + λsoszτ

(1− σz)
2

(2.109)

Esse modelo até 30 de Abril de 2016, fora citado 911 vezes, segundo Google Scholar, por
várias revistas de alto impacto, existe também na literatura modelos de massa efetiva, os quais
analisam as bandas de condução e valência de forma separada bem como outros modelos efetivos,
porém obtidos através do método de partição de Löwdin aplicado em ordens superiores. Optamos
por esse modelo devido ao grande número de citações na literatura, bem como o fato de o mesmo
possuir solução analítica para os PQs, possibilitando realizar estudos ópticos com os mesmos. Os
modelos efetivos de ordem superior, são bastante utilizados para cálculo no bulk, porém o mesmo
não possui soluções analíticas para PQs, além do fato do modelo utilizado se aproximar bastante
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dos resultados obtidos pelo TFD nas proximidades dos vales K(K ′), confome mostrado na figura
(2.12).

Figura 2.12: (a) Estrutura da Banda obtida pelo cálculo de TFD da monocamada de MoS2, utilizando o pacote
Quantum Espresso (b) Um zoom da área hachurada em vermelho em (a), as curvas azul, vermelha, verde e roxa
correspondem aos resultados obtidos pelo TFD, k.p de 1a, 2a e 3a respectivamente, observe que na vizinhança do
ponto de alta simetria K, todos os modelos k.p fornecem resultados praticamente idênticos.

O modelo de Xiao está identificado como modelo k.p de 1a ordem, os modelos de ordem su-
perior e seus respectivos parâmetros podem ser encontrados na referência (32). Observe que na
proximidade do vale K os 3 modelos praticamente não diferem, sendo o resultado de uma cor-
reção de massa efetiva, oriundo do modelo k.p de 2a ordem, mostrado no apêndice. Os modelos
de ordem superior, além de não adicionarem muitas novidades ao cálculo, sua contribuição no
espectro de absorção modifica a intensidade em torno de 0.1% (42).
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3 ESTRUTURA ELETRÔNICA DE DICALCOGENETOS
DE METAIS DE TRANSIÇÃO DE MONOCAMADAS E

PONTOS QUÂNTICOS

Nesse capítulo utilizaremos o modelo efetivo demonstrado no capítulo anterior, para obtermos
o espectro das energias tanto para o bulk do MoS2 na seção 3.1, como para o PQ do mesmo na
seção 3.2, apresentaremos a condição de contorno de massa infinita, utilizada no PQ, também,
mostraremos as auto-funções tanto para o bulk como para o PQ, bem como será abordado o efeito
do confinamento com relação à simetria de inversão temporal (SIT).

3.1 DICALCOGENETOS DE METAIS DE TRANSIÇÃO DE MONOCAMADA

Figura 3.1: Monocamada de MoS2

O Hamiltoniano da monocamada de MoS2 na sua forma matricial pode ser escrito da seguinte
forma:

H =

(
∆
2

ta(τkx − iky)
ta(τkx + iky) −∆

2
+ τλsosz

)
(3.1)

Como no bulk não existe quaisquer tipo de confinamento, os operadores kx e ky podem ser
tratados apenas como se números fossem, uma condição totalmente diferente ocorre na presença
de algum tipo de confinamento. A monocamada de MoS2 é ilustrada na figura (3.1).

Do Hamiltoniano, podemos obter a expressão para os auto-valores através do seguinte deter-
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minante: ∣∣∣∣∣ ∆
2
− E ta (τkx − iky)

ta (τkx + iky) −∆
2

+ τλsosz − E

∣∣∣∣∣ = 0 (3.2)

Desse determinante obtemos a seguinte expressão para os auto-valores:

E±(kx, ky) =
τλsosz

2
±
√

(∆− λsoτsz)2

4
+ t2a2(k2

x + k2
y) (3.3)

Tendo os auto-vetores da seguinte forma:

|c,~k, τ, sz〉 = |sz〉 ⊗

(
cos(ϑn

2
)

τsin(ϑn
2

)eiτφ~k

)

|v,~k, τ, sz〉 = |sz〉 ⊗

(
−τsin(ϑn

2
)e−iτφ~k

cos(ϑn
2

)

) (3.4)

onde tan(φ~k) = ky
kx

. cosϑn = ∆+(−1)nλso

2
√

(∆+(−1)nλso)2+4t2a2k2

Sendo os auto-vetores |c,~k, τ, sz〉 e |v,~k, τ, sz〉 da banda de condução e da banda de valência
respectivamente.

Da expressão dos auto-valores do bulk, vemos que a estrutura da banda E±(kx, ky) forma dois
cones, um na banda de condução e outro na banda de valência, bem similares ao que encontramos
no grafeno, porém agora temos um gap entre as bandas, o qual é alterado pelo spin do elétron, esse
gap entre as bandas é muito importante pelo fato de gerar as propriedades ópticas do material, as
quais abordaremos mais adiante.

Na figura (3.2) podemos observar que existe uma separação dos estados de diferente spin na
banda de valência, de fato também há uma pequena separação de spin na banda de condução,
mas devido ao fato da mesma ser insignificante ela fora omitida, visando simplificar o modelo,
essa separação na banda de valência é resultado dos orbitais d, causado pela interação entre o
orbital |d2

z〉 e o orbital hibridizado |dx2−y2 + iτdxy〉, observe que o orbital hibridizado é diferente
em cada vale, isso faz com que esses pontos de alta simetria sejam diferenciáveis com relação aos
seus auto-valores.

32



Figura 3.2: Estrutura eletrônica da Banda na vizinhança dos pontos de alta simetria K (a) e K ′ (b) com interação
spin-órbtita, sendo o spin-up representado pela cor azul e o spin-down pela cor vermelha, sendo ky = 0 e sem a
aplicação de campo magnético, observe que o gap (∆ = 1.660 eV ) entre as bandas está fora da escala se comparado
com o restante da figura, apenas para que se pudesse ver melhor as duas bandas.

3.2 PONTO QUÂNTICO DE DICALCOGENETOS DE METAIS DE TRANSIÇÃO

Para calcularmos o PQ de MoS2, exemplificado na figura (3.4), podemos utilizar condições
de contorno do tipo zig-zag ou armchair, sendo esses tipos de contorno oriundos do fim abrupto
da rede através do corte de átomos do sistema, por outro lado podemos também pensar sobre
uma condição de contorno que confine os elétrons através de um potencial, é conhecido na litera-
tura que nanoestruturas de semicondutores são feitas através da utilização de potenciais escalares.
Entretanto, em princípio não é possível confinar os elétrons sem massa em uma região restrita
com qualquer configuração de potencial puramente eletrostático (escalar), entretanto o confina-
mento pode ser obtido através da abertura do gap, o qual o MoS2 já possui, por isso ao invés de
aplicarmos um potencial escalar V (r) devemos considerar um potencial da forma:

m(r) = M(r)σz (3.5)

esse tipo de potencial é conhecido como termo massa ou potencial de massa, ilustrado na figura
(3.3). Para o caso mais simples, podemos considerar o potencial constante (M(r) = M/2), de
forma que as auto-energias do Hamiltoniano (3.1) podem ser escritas como:
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E±(kx, ky) =
τλsosz

2
±
√

(∆ +M − λsoτsz)2

4
+ t2a2(k2

x + k2
y) (3.6)

Figura 3.3: Superfície S com um vetor unitário normal ~n utilizado para descrever como a condição de massa infinita
é utilizada para confinar os elétrons. α(s) é o ângulo entre o vetor unitário externo na borda e o eixo x. M é o
potencial de massa, o qual é zero dentro do PQ e infinito fora.

A inclusão desse potencial aumenta o gap entre as bandas no espectro de energia. Agora
vamos considerar uma superfície S, com um vetor unitário externo ~n para lidarmos como um
termo de massa mais complicado. A condição de massa infinita na monocamada de MoS2 é
obtida quando consideramos o termo de massa igual a zero no interior da região de confinamento
e igual a infinito na região exterior ao confinamento. Isso pode ser alcançado quando a corrente
local deve ser nula na região da borda do PQ (33, 34, 35, 36), tal condição pode ser representada
através da seguinte expressão:

~n(s).~u(r) = 0 (3.7)

onde ~n(s) = (cosα, sinα) e a corrente local ~u(r) em um estado Ψ = [ψa, ψb]
T é definida pelo

valor esperado do operador corrente

û = ∇pH = at~σ (3.8)

Da equação acima podemos obter

~u(r) = at (ψ∗a, ψ
∗
b )~σ

(
ψa

ψb

)
= 2at [R(ψ∗aψb)x̂+ I(ψ∗aψb)ŷ] (3.9)
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Das equações (3.7) e (3.9) e da definiçãode ~n(s), temos

cosα R(ψ∗aψb) + sinα I(ψ∗aψb) = 0 (3.10)

Podemos dividir a equação (3.10) da seguinte forma

cosα R(ψ∗aψb) = −C sinα cosα

sinα I(ψ∗aψb) = C sinα cosα (3.11)

levando a ψ∗aψb = iCeiτα(s), desde que C seja uma constante arbitrária, podemos assumir que
ψ∗aψb = iτ ψ∗aψae

iτα(s), finalmente obtemos

ψb/ψa = iτeiτα(s) (3.12)

Observe que essa condição de contorno não é invariante sobre o operador SIT.

Para estudarmos o PQ, é necessário acrescentar o potencial de confinamento ao nosso Hamil-
toniano, reescrevendo o mesmo da seguinte forma:

H = at(τσxkx + σyky) +
∆

2
σz +

λso
2
szτ(1− σz) + V (r) σz. (3.13)

Sendo o nosso potencial V (r) nulo no interior do PQ e infinito na região exterior ao mesmo.
Esse potencial pode ser gerado experimentalmente através da aplicação de eletrodos ou colocando
nosso material envolto de outro material com um gap bem superior. Como agora temos um
potencial de confinamento não podemos mais simplesmente tratar os operadores kx e ky como
apenas números quânticos, sendo agora os mesmos definidos da seguinte forma:

kx = −i ∂
∂x

ky = −i ∂
∂y

(3.14)

Devido a simetria radial do nosso potencial de confinamento aplicado, para facilitar a apli-
cação da condição de contorno, devemos mudar das coordenadas cartesianas para as polares
(x = r cosθ; y = r sinθ), reescrevendo nossos operadores da seguinte forma:
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Figura 3.4: (a) Esquema de um PQ de uma monocamada de MoS2 com raio R; (b) Vista de cima da estrutura
cristalina do PQ de MoS2

kx = −i cosθ ∂

∂r
+ i

sinθ

r

∂

∂θ

ky = −i sinθ ∂

∂r
− i cosθ

r

∂

∂θ
(3.15)

Dessa forma agora podemos reescrever o Hamiltoniano nessas novas coordenadas

H =

 ∆
2

tae−iτθ
(
−iτ ∂

∂r
− 1

r
∂
∂θ

)
taeiτθ

(
−iτ ∂

∂r
+ 1

r
∂
∂θ

)
−∆

2
+ τszλso

 (3.16)

Para nos livrarmos da parte angular do Hamiltoniano, podemos escrever o seguinte ansatz
para as suas auto-funções
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Ψ =

(
ψ1(r, θ)

ψ2(r, θ)

)
=

(
eimθā(r)

ei(m+τ)θb̄(r)

)
(3.17)

sendo o número quântico m = j− τ/2, j é o número quântico relacionado ao operador momento
angular efetivo Jτeff = Lz + ~τσz/2, de forma que [H, Jτeff ] = 0, onde Lz é o momento angular
orbital ao longo da direção ẑ. Com a aplicação da equação (3.16) na equação de auto valores
HΨ = EΨ obtemos o seguinte sistema de equações diferenciais

(
∆

2
− E

)
ā(r) = ita

(
τ b̄′(r) + b̄(r)

(m+ τ)

r

)
(

∆

2
− τszλso + E

)
b̄(r) = ita

(
−τ ā′(r) + ā(r)

m

r

)
. (3.18)

A desacoplagem do sistema nos leva as seguintes equações

ā′′(r) +
ā′(r)

r
+ ā(r)

(
χ− m2

r2

)
= 0 (3.19)

b̄′′(r) +
b̄′(r)

r
+ b̄(r)

(
χ− (m+ τ)2

r2

)
= 0 (3.20)

onde χ = (2E−∆)(∆+2E−2λsoszτ)
4t2a2

, da solução do sistema obtemos

ā(r) = N̄

(
2iat
√
χ

∆− 2E

)
J|m| (r

√
χ) (3.21)

b̄(r) = N̄J|m+τ | (r
√
χ) (3.22)

onde N̄ é a constante de normalização e Jn(x) é a função de Bessel do primeiro tipo.

Aplicando a condição de contorno de massa infinita ψ2(R,θ)
ψ1(R,θ)

= iτeiτθ obtemos uma equação
para determinar os auto-valores

J|m+τ | (R
√
χ) = −

τ
(
2at
√
χ
)
J|m|

(
R
√
χ
)

∆− 2E
(3.23)
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onde R é o raio do PQ.

Figura 3.5: Espectro da energia dos quatro níveis (n = 1, 2, 3, 4) mais baixos da banda de condução (curvas sólidas)
e dos quatro níveis mais altos da banda de valência (curvas tracejadas) em função do momento angular efetivo j no
vale K com spin-up (a) e no vale K ′ com spin-down (b) do PQ de MoS2, o raio do PQ é de 40 nm

Figura 3.6: Espectro da energia da banda de condução nos vales K (a) e K ′ (b), espectro da banda de valência nos
vales K (c) e K ′ (d), em um PQ de 40 nm, sendo o spin-up representado pelos níveis com a cor azul e o spin-down
representado pelos níveis com a cor vermelha.

Observando as figuras (3.5) e (3.6) vemos que os estados ligados formados em um único vale
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Eτ (j) 6= Eτ (−j) tanto para a banda de condução como para a banda de valência. Além disso, a
simetria elétron-buraco é quebrada, conforme visto no espectro das figuras (3.5) e (3.6). Devido
ao potencial de confinamento, a simetria de inversão temporal efetiva (SIT) é quebrada dentro de
um único vale, mesmo sem a presença de um campo magnético, similar aos PQs de grafeno (37).
Como consequência em um único vale, há Eτ (j) 6= Eτ (−j) tanto para a banda de condução
como para a banda de valência. Por outro lado, a assimetria inversa da estrutura cristalina, os
termos da interação spin-órbtita e do potencial de confinamento, não comutam com o operador
de inversão efetiva, definido em um único vale por Pe = Iτ ⊗ σx, onde Iτ é a matriz identidade.
Consequentemente os PQs não preservam a simetria elétron-buraco no mesmo vale. Entretanto,
comparando as figuras 3.5 (a) e 3.5 (b), podemos achar que a igualdade Eτ (j) = E−τ (−j) se
mantém. Isso é atribuído à SIT, sendo THT−1 = H, onde o operador SIT é definido T = iτx⊗syC,
C é o operador complexo cojugado. O aumento do PQ faz com que as energias fiquem mais
próximas, se o tamanho do PQ for R ≈ ∞ teremos novamente um espectro igual ao do bulk.
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4 NÍVEIS DE LANDAU E ENERGIAS ZEEMAN EFETIVAS

Nesse capítulo trataremos sobre o efeito do campo magnético na estrutura da banda, para o
bulk na seção 4.1, como para o PQ na seção 4.2, na seção 4.3 abordaremos o efeito Zeeman na
quebra de degenerescência dos vales, bem como o cálculo do fator g de Landé, para o MoS2.

4.1 MONOCAMADA

Figura 4.1: Monocamada de MoS2 sob a ação de um campo magnético B na direção ẑ

Para um campo magnético perpendicular aplicado à folha de MoS2, conforme mostrado na
figura (4.1), é necessário realizar a substituição de Peierls (38) Ki → Πi = Ki + (e/~)Ai, sendo
e o módulo da carga elementar do elétron; devido ao princípio da invariância de calibre e para
simplificar as equações escolhemos o seguinte calibre de Landau ~A = (0, Bx), o qual resulta em
um campo magnético na direção ẑ com intensidade B. Com isso podemos definir o operador
Π± = τΠx ± iΠy. Esse operador tem a seguinte propriedade

[Π−,Π+] =
(
2τ/l2B

)
(4.1)

sendo lB o comprimento magnético, definido por lB =
√

~/eB ≈
(

25.6/
√
B
)

, para usarmos

a segunda quantização podemos definir os operadores de criação b̂ e destruição b̂†, através dos
operadores Π+ e Π−, de forma que atendam à condição

[
b̂, b̂†

]
= 1. Para B > 0, podemos definir

os operadores no vale K (τ = 1) da seguinte forma
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b̂ =
(
lB/
√

2
)

Π−

b̂† =
(
lB/
√

2
)

Π+ (4.2)

no vale K ′ (τ = −1) os operadores são definidos

b̂ =
(
lB/
√

2
)

Π+

b̂† =
(
lB/
√

2
)

Π−. (4.3)

Com os operadores definidos podemos agora obter a expressão do Hamiltoniano em segunda
quantização, para valores positivos de B

Hτ=1 =

(
∆
2

ta
(√

2/lB
)
b̂

ta
(√

2/lB
)
b̂† −∆

2
+ szλso

)
(4.4)

Hτ=−1 =

(
∆
2

ta
(√

2/lB
)
b̂†

ta
(√

2/lB
)
b̂ −∆

2
− szλso

)
. (4.5)

Observe que nesse modelo teórico o termo de efeito Zeeman foi negligenciado, devido a sua
desprezível intensidade (< 5 meV ), uma vez que apenas altera ligeiramente a divisão do vale,
não alterando nossas conclusões. Ambos os Hamiltonianos fornecem a mesma expressão para os
auto-valores

E±(ωc, n) =
λsoτsz

2
±
√

(∆− λsoτsz)2

4
+ t2a2ω2

cn (4.6)

onde n é um número inteiro e n ≥ 1, ωc =
√

2/lB.

As auto-funções correspondentes são dadas por

Ψτ=1
n,± =

1

Nn
τ=1

(
−αnλso,sz ,±φn−1

φn

)
(4.7)
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Ψτ=−1
n,± =

1

Nn
τ=−1

(
φn

−βnλso,sz ,±φn−1

)
(4.8)

onde

αnλso,sz ,± =
ta
(√

2/lB
)√

n

∆/2− E±
(4.9)

βnλso,sz ,± =
ta
(√

2/lB
)√

n

(−∆/2− λsosz)− E±
(4.10)

Nn,±
τ=1 =

√
(αnλso,sz ,±)2 + 1 (4.11)

Nn,±
τ=−1 =

√
(βnλso,sz ,±)2 + 1 (4.12)

φn =

√
1

2nn!

(mω
π~

)1/4

e−mωr
2/2~Hn

(√
mω

~
r

)
(4.13)

Hn(x) = (−1)nex
2 dn

dxn
e−x

2

(4.14)

φn representa o grupo de auto-vetores correspondentes às soluções de um oscilador harmônico
unidimensional, Hn(x) representa os polinômios de Hermite, sendo φn uma função ortogonal e
normalizada. De forma generalizada podemos representar nosso auto-vetor da seguinte forma

Ψτ
n,± =

1

Nn,±
τ

(
cτ,±1,nφn−( τ+1

2
)

cτ2,n,±φn−( 1−τ
2

)

)
(4.15)

Para o caso específico n = 0, temos o seguinte
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Eτ=1
n=0 = −∆

2
+ λsosz (4.16)

Eτ=−1
n=0 =

∆

2
(4.17)

E os auto-vetores são

Ψτ=1
0 =

(
0

φ0

)
(4.18)

Ψτ=−1
0 =

(
φ0

0

)
. (4.19)

Esses estados com n = 0 podem ser chamados de modos "zero"do bulk do MoS2 com campo
magnético, devido ao fato de serem equivalentes aos modos "zero"do grafeno. Se quisermos
mudar o sinal do campo magnético, basta substituir nas equações (4.2) a (4.10) B → |B| e
τ → −τ , com excessão da equação (4.6) onde apenas devemos fazer a substituição em τ , para
observarmos o efeito da mudança de direção do campo magnético.

Figura 4.2: Estrutura da Banda na vizinhança dos pontos de alta simetria K (a) e K ′ (b) com interação spin-órbtita,
na banda de condução, mesma estrutura nos pontosK (c) eK ′ (d) na banda de valência, sendo o spin-up representado
pela cor azul e o spin-down pela cor vermelha.

Na presença do campo magnético, os níveis de energia são também conhecidos como níveis
de Landau, mostrados na figura (4.2). Observe que o campo magnético, sozinho já gera um
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confinamento, discretizando os estados, isso ocorre devido ao fato da aplicação de um campo
magnético gerar uma corrente induzida.

4.2 PONTO QUÂNTICO

Figura 4.3: PQ circular de MoS2 com raio R na presença de um campo magnético B perpendicular ao PQ.

Para adicionarmos o campo magnético perpendicular ao PQ, conforme mostrado na figura
(4.3), devemos fazer o mesmo procedimento da seção anterior, utilizando a substituição de Pei-
erls (38), porém devido a simetria radial do nosso potencial, escolheremos o seguinte calibre de
Landau ~A = (−By/2, Bx/2), o qual também gera um campo magnético na direção ẑ, perpendi-
cular à folha do material.

Com essa substituição nosso Hamiltoniano pode ser divido HF = H + HB, sendo H o Ha-
miltoniano do sistema na ausência de campo magnético, mostrado na equação (3.16) e HB o
Hamiltoniano que descreve o efeito do campo magnético, dado pela seguinte expressão

HB =

(
0 ta

2l2B
(−τy − ix)

ta
2l2B

(−τy + ix) 0

)
. (4.20)

Em coordenadas polares HB se torna

HB =

(
0 ta

2l2B

(
−ie−iτθr

)
ta

2l2B

(
ieiτθr

)
0

)
. (4.21)

O Hamiltoniano completo é dado pela seguinte expressão

HF =

 ∆
2

tae−iτθ
(
−iτ ∂

∂r
− 1

r
∂
∂θ
− i r

2l2B

)
taeiτθ

(
−iτ ∂

∂r
+ 1

r
∂
∂θ

+ i r
2l2B

)
−∆

2
+ τszλso

 . (4.22)
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A equação de auto-valores, nos leva ao seguinte sistema acoplado

(
∆

2
− E

)
ā(r) = iat

(
τ b̄′(r) + b̄(r)

(
(m+ τ)

r
+

r

2l2B

))
(
E +

∆

2
− λsoszτ

)
b̄(r) = iat

(
−τ ā′(r) + ā(r)

(
m

r
+

r

2l2B

))
. (4.23)

A desacoplagem do sistema nos leva às seguintes equações

ā′′(r) +
ā′(r)

r
+ ā(r)

(
− r

2

44
B

− κ− m2

r2

)
= 0 (4.24)

b̄′′(r) +
b̄′(r)

r
+ b̄(r)

(
− r2

4l4B
− φ− (m+ τ)2

r2

)
= 0 (4.25)

onde

κ =
(m+ τ)

l2B
+

(∆− 2E)(∆ + 2E − 2λsoszτ)

4t2a2
(4.26)

φ =
m

l2B
+

(∆− 2E)(∆ + 2E − 2λsoszτ)

4t2a2
(4.27)

Ao resolvermos as equações, obtemos as seguintes auto-funções

ā(r) = GξN̄r
|m|e

− r2

4l2
B 1F1

(
1

2

(
κl2B + |m|+ 1

)
; |m|+ 1;

r2

2l2B

)
(4.28)

b̄(r) = N̄r|m+τ |e
− r2

4l2
B 1F1

(
1

2

(
φl2B + |m+ τ |+ 1

)
; |m+ τ |+ 1;

r2

2l2B

)
(4.29)

onde

Gξ = iW (τm)

(
4ta (m+ τQ+(τm))

∆− 2EW (τm)− 2τszλsoQ−(τm)

)W (τm)

(4.30)
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W (τm) = S(τm+ ε) (4.31)

Q±(τm) =
1± S(τm+ ε)

2
(4.32)

onde ε é uma constante arbitrária, 0 < ε < 1, apenas para evitar o 0 na função S(x), sendo S(x)

a função sinal, e 1F1 (a, b, x) é a função hipergeométrica confluente de primeiro tipo.

Aplicando a condição de contorno de massa infinita, obtemos a seguinte equação para deter-
minar os auto-valores

1F1

(
1
2

(φl2B + |m+ τ |+ 1) ; |m+ τ |+ 1; R
2

2l2B

)
1F1

(
1
2

(κl2B + |m|+ 1) ; |m|+ 1; R
2

2l2B

) = iτR|m|−|m+τ |Gξ (4.33)

Agora voltemos a nossa atenção para o efeito do campo magnético, na direção ẑ, e seu efeito
no espectro de energia. A figura 4.4 (a) mostra o espectro da energia para os quatro níveis mais
baixos de energia da banda de condução no vale K (τ = 1, sz = 1) em função do campo magné-
tico, para os orbitais com momento angular efetivo m = 0,±1,±2 em um PQ com R = 70 nm.
Na ausência de campo magnético, as camadas eletrônicas de um átomo artificial, como as ca-
madas s, p e d emergem. Em um certo vale, como o vale K, os estados atômicos possuem
degenerescência tanto de spin como de orbitais, da forma E(m) = E(−m). Adicionalmente de-
vemos enfatizar que o espectro da energia em diferentes vales mostram SIT comB = 0. Por outro
lado, na presença de campo magnético, os orbitais atômicos do PQ se dividem. Além disso, no
regime de campo magnético fraco, diferente do bulk da monocamada de MoS2 no qual a energia
demonstra uma resposta linear com relação a B, os níveis de energia dependentes do vale mos-
tram um resposta não linear a B. Isso é atribuído a competição entre o efeito do confinamento
no PQ e o efeito do campo magnético; conforme a intensidade de B aumenta, um confinamento
efetivo (≈ lB) induzido pelo campo magnético gradualmente se torna comparável ao do PQ. Con-
sequentemente, suas contribuições à energia do elétron são balanceadas. Com mais um aumento
posterior de B, o efeito do campo magnético começa a dominar as características do espectro
energético. Conformemente, os níveis de Landau, os quais mostram uma dependência linear
de B, devido as características massivas dos férmions de dirac, como no bulk da monocamada.
Quanto maior a energia, maior o campo magnético necessário para formar o nível de Landau cor-
respondente. Por exemplo, o nível de Landau mais baixo é formado em torno de um valor crítico
de B = Bc = 2 T . Curiosamente, no regime de efeito hall, um modo de energia bloqueada
(energia independente de B) referente ao estado mais baixo de spin-down na banda de condução
no vale K ′ emerge, conforme mostrado na figura (4.4) (b). É esperado que isso seja um análogo
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Figura 4.4: Espectro de energia dos quatro níveis mais baixos da banda de condução no vale K com spin-up (a) e
no vale K ′ com spin-down (b), e os quatro níveis mais energéticos da banda de valência no vale K com spin-up (e)
e no vale K ′ com spin-down (f), em função do campo magnético, para um PQ de MoS2 com R = 70 nm. Foram
considerados diversos valores para o momento angular efetivo m, com m = 0 (curva vermelha), −1 (curva rosa),
1 (curva verde), −2 (curva preta), 2 (curva azul) . Os correspondentes análogos a um PQ com R = 40 nm são
mostrados em (c), (d), (g) e (h) respectivamente.

ao modo de zero energia do grafeno sem gap, associado a certas propriedades topológicas. Essas
características inovadoras do espectro de energia do PQ são ajustáveis através do tamanho do PQ.
As figuras (4.4) (c) e (4.4) (d) são os análogos correspondentes às figuras (4.4) (a) e (4.4) (b) para
um PQ com R = 40 nm. Comparando ao PQ com R = 70 nm (Bc = 2 T ), aqui o modo de
energia bloqueado apenas aparece a partir de Bc = 4 T , muito maior do que aquele (2 T ) para o
PQ com R = 70 nm, o que indica que o aparecimento do modo de energia bloqueada surge da
competição entre o confinamento e o campo magnético aplicado.

Voltemos para o espectro de energia da banda de valência para o PQ com R = 70 nm, as
figuras (4.4) (e) e (4.4) (f) mostram a dependência do espectro de energia dos quatro níveis mais
altos da banda de valência, para diversos valores de momento angular efetivo m = 0,±1,±2
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Figura 4.5: Espectro de energia da banda de condução no vale K com spin-up (a) e no vale K ′ com spin-down (b),
em função do campo magnético em um PQ com R = 70 nm (curvas sólidas) e do caso do bulk (curvas tracejadas).

Figura 4.6: Efeito da mudança de direção do campo magnético em um PQ com R = 70 nm, para diversos valores
de momento angular efetivo m.

no vale K com spin-up (τ = 1, sz = 1) e no vale K ′ com spin-down (τ = −1, sz = −1)
respectivamente. Diferentemente da banda de condução, aqui nós achamos E(m) 6= E(−m)

mesmo em B = 0 devido ao acoplamento spin órbita, conforme mostrada nas figuras (4.4) (a),

48



(4.4) (b), (4.4) (e) e (4.4) (f). Além disso, também observamos o surgimento do modo de energia
bloqueado por volta de um Bc = 2 T , mas referente ao modo mais alto da banda de valência. Nós
devemos enfatizar que os modos de energia bloqueados para as bandas de condução e valência
aparecem em distintos vales com spin oposto, veja as figuras (4.4) (b) e (4.4) (c). O espectro de
energia equivalente para o PQ com R = 40 nm é mostrado nas figuras (4.4) (g) e (4.4) (h), onde
o modo de energia bloqueado, associado a um Bc = 4 T também surge do efeito combinado do
confinamento e do campo magnético aplicado, similar à banda de condução. Portanto, a banda
plana ou modos de energia bloqueados aparecem apenas na banda de valência do vale K e na
banda de condução do vale K ′, a mudança da direção do campo magnético de ẑ para −ẑ faz com
que os modos bloqueados de energia dos respectivos vales passem da banda de condução para a
banda de valência e vice-versa, conforme mostrado na figura (4.6). A comparação da energia do
espectro de um PQ com R = 70 nm com o bulk de MoS2 é mostrado na figura (4.5).

Devido a grande massa efetiva na borda das bandas, os níveis de Landau do bulk são definidos
pela equação (4.6), na região de baixa energia (vales K e K ′ ), o que mais se assemelha semi-
condutores bidimensionais convencionais ao invés de férmions de Dirac. Os níveis de Landau
com n = 0 aparecem apenas na banda de condução do vale K ′, e banda de valência do vale K,
o que implica no levantamento da degenerescência do vale para o estado fundamental. Conforme
o campo magnético aumenta, há uma evolução do espectro energético de energias atômicas para
níveis de Landau. Mais especificamente, no regime de campo magnético fraco, as energias refe-
rentes à estrutura atômica emergem, onde a energia é diferente do caso do bulk. Por outro lado,
no regime de campo forte, a energia do bulk e a do PQ se tornam idênticas pois o confinamento
efetivo originário do campo magnético domina o comportamento físico do PQ. Note que, em-
bora o modelo de duas bandas que nós usamos aqui seja amplamente adotado na literatura, ele
ainda tem suas limitações, ele não pode propriamente descrever a separação do spin na banda de
condução, o empenamento trigonal (trigonal warping) do espectro e a quebra de degenerescên-
cia dos níveis de Landau por um campo magnético aplicado, com o mesmo número quântico n.
Entretanto na vizinhança do vale K ( figura (2.12)), região na qual estamos interessados, e para
set-ups experimentais usuais, esses efeitos tem uma menor participação e podem ser seguramente
negligenciados. O mais importante aqui é que focamos principalmente na diferença de energia
dos níveis de Landau mais baixos da banda de condução nos dois vales.

4.3 EFEITO ZEEMAN EFETIVO

O desdobramento das linhas espectrais de um átomo por ação de um campo magnético ex-
terno, previsto por Lorentz com base na teoria clássica, foi observado pela primeira vez por Ze-
eman, nome pelo qual o efeito é hoje conhecido. Por causa deste trabalho, Zeeman recebeu
o Prêmio Nobel de 1902. Com equipamento moderno é possível observar as linhas espectrais
dividindo-se em componentes discretas.

Na mecânica quântica, a mudança da frequência e do comprimento de onda de uma linha
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espectral indica que houve uma mudança da energia de um dos estados envolvidos na transição
ou das energias dos dois estados. Por razões históricas, o efeito Zeeman associado a transições
entre estados do tipo singleto é chamado de efeito Zeeman normal, enquanto o efeito associado a
transições entre estados dos quais pelo menos um tem o spin diferente de zero recebe o nome de
efeito Zeeman anômalo. O efeito Zeeman é demonstrado na figura (4.7).

Figura 4.7: Figura ilustrativa mostrando o efeito Zeeman, em (a) temos os níveis de energia, degenerados, na
ausência de campo magnético, em (b) na presença de um campo magnético a degenerescência dos estados mostrados
em (a) é quebrada pelo efeito Zeeman. Encontrada no sítio http://lambdasys.com/products/detail/204.

Como estamos tratando de férmions, em uma rede de MoS2, temos um efeito zeeman anômalo.
O Hamiltoniano desse efeito Zeeman é dado pela seguinte expressão

Hz = gµB ~B.~S (4.34)

como temos apenas um campo magnético na direção ẑ podemos simplificar esse Hamiltoniano
da seguinte forma

Hz = gµB~Bσz =

(
gµB~B 0

0 −gµB~B

)
(4.35)

Pela expressão podemos ver que o efeito Zeeman apenas adiciona um acréscimo no gap da
estrutura eletrônica da banda, porém o acréscimo ao gap gerado pelo efeito Zeeman é muito
pequeno quando comparado ao termo de gap ∆ = 1.660 eV do material, motivo pelo qual o
termo do Zeeman no Hamiltoniano fora negligenciado . Apenas teríamos um novo efeito físico
caso o campo magnético tivesse componentes na direção x̂ ou ŷ. O termo µB = e~/2me ≈
9.27 × 10−24 J/T é também conhecido como magnéton de Bohr, onde e é o módulo carga do
elétron e me é a massa do elétron, o termo g chamado na literatura de fator g de Landé, o qual
determina a razão entre o momento de dipolo magnético total e o momento angular total em
estados onde esse momento angular é parcialmente de spin e de orbital. O fator g de Landé pode
ser expresso por
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g =
4me

~2

(
γ2

3

Ec − Ev

)
(4.36)

onde γ3 = 3.01 eV Å(39), Ec é a energia mais baixa da banda de condução e Ev é a energia mais
alta da banda de valência.

Figura 4.8: (a) Espectro energético do nível mais baixo da banda de condução e do nível mais alto da banda de
valência no vale K com spin-up (linhas pontilhadas) e no vale K ′ com spin-down (linhas sólidas) em função do
campo magnético para PQs com R = 40 nm (linhas vermelha e verde) e R = 70 nm (linhas azul e rosa), a linha
horizontal tracejada preta separa a banda de condução da banda de valência. (b) Energia Efetiva do efeito Zeeman
(EEZ) para os estados mais baixos da banda de condução (∆Ec) e os estados mais altos da banda de valência (∆Ev)
vs. B(T), para um PQ com R = 40 nm. (c) Dependência de ∆Ev com relação ao tamanho do PQ, para diversos
valores de campo magnético .

Agora podemos discutir sobre a energia Zeeman efetiva no MoS2, tanto para a banda de
condução (∆Ec) como para a banda de valência(∆Ev), definidas por ∆Ec = EK

c,↑ − EK′

c,↓ e
∆Ev = EK

v,↑ − EK′

v,↓. A expressão de ∆Ec mede a diferença de energia entre estados de spin
opostos mais baixos da banda de condução em vales distintos, a expressão ∆Ev é o análogo para
a banda de valência, os índices c(v) referem-se a banda de condução (valência) e os índices ↑ (↓)
a "direção"do spin. Percebe que com campo magnético nulo, os estados são degenerados tanto
para com o spin como para o vale, e o valor da energia absoluta para o PQ com R = 40 nm é
bem maior que a energia para o com R = 70 nm, como esperado na figura 4.8 (a). O campo
magnético separa cada um desses estados em estados com spin-up e spin-down. No regime de
campo magnético fraco, existem quatro níveis distintos de energia associados com 2 vales e dois
PQs de tamanhos diferentes, tanto na banda de condução como na banda de valência. Com o
aumento da intensidade do campo magnético (B(T )), eles tendem a formar dois grupos perten-
centes ao spin-up e ao spin-down na banda de condução. O mesmo vale para a banda de valência.
Por conseguinte, em torno B = 4.5 T nós vemos que apenas dois níveis de energia permanecem,
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tanto na banda de condução como na de valência, isso indica que no regime de campo magnético
forte, os níveis de energia principalmente manifestam-se as características do bulk, ao invés das
características dominadas pelo confinamento do PQ.

Com o intuito de revelar a física subjacente envolvida na dependência dos níveis de energia
com relação ao tamanho do PQ e à intensidade do campo magnético, nós mostramos na figura
4.8 (b) a energia efetiva do efeito Zeeman (EEZ) vs B e na figura 4.8 (c) a EEZ vs raio do
PQ com diversas intensidades de campo magnético. Note que, tanto para ∆Ec como ∆Ev nos
PQs aumentam linearmente com o campo magnético, similar ao que acontece com o bulk da
monocamada de MoS2. Surpreendentemente, essas EEZs são essencialmente independentes do
tamanho raio do PQ. Apesar de nosso modelo, encontramos que ∆Ec tem praticamente o mesmo
valor que ∆Ev, esse comportamento "robusto"das EEZs contra o confinamento do PQ abrem a
oportunidade de um controle magnético universal sobre o grau de liberdade, para PQs de todos
os tamanhos. Devido ao fato das energias serem dependentes tanto do campo magnético quanto
do confinamento, à primeira vista os resultados parecem incompreensíveis. A física subjacente
pode ser entendida através de uma aproximação adiabática, em que se pode, aproximandamente
considerar os resultados sendo compostos por duas contribuções: uma do confinamento e outra
do campo magnético. Devido a SIT, o primeiro fator não contribui na EEZ. Portanto, a EEZ
surge principalmente do campo magnético aplicado e permanece essencialmente invariante com
a mudança do tamanho do raio no PQ. No regime do efeito Hall quântico, essa conclusão é trivial,
pois os níveis de Landau são determinados somente pelo campo magnético.

Agora vamos falar sobre o fator g do vale, ingrediente crucial na determinação da física do
vale. No cálculo do nosso modelo de duas bandas (modelo efetivo), nós obtemos a inclinação
da energia Zeeman do vale vs B no PQ com R = 40 nm (vide figura (4.8 (b))), ∆E/∆B ≈
238 µeV/T , da qual podemos extrair um fator g do vale gv = 4.11. Por outro lado, para o espectro
de energia do bulk da monocamada (equação(4.6)), nós obtemos um fator g para o bulk gbulkv ≈
2(at/(2.56)2/(∆− λso))µB = 4.10. Para obter gbulkv , nós haviamos ignorado a dependência não
linear da energia Zeeman do vale em um campo magnético, a qual é desprezívelmente pequena.
Uma boa concordância entre gv do PQ com R = 40 nm e gbulkv para o bulk da monocamada,
proporciona um maior apoio para a "robusteza"da energia Zeeman do vale contra a geometria do
PQ.

Devido ao gap entre as bandas contido nessa classe de materiais ser muito maior que outras
escalas de energia relevantes, um modelo efetivo de uma banda fora adotado para descrever apro-
ximadamente a física do vale (39, 40, 41), na qual o fator g da banda de condução é dado pela
expressão (4.36), através do uso dos orbitais de Kohn-Sham e ajustando à dispersão da banda,
obtemos geffv = 3.87. Vale a pena notar que (i) para o modelo efetivo (de uma banda), o fator
g depende principalmente dos parâmetros de banda do bulk, assim não é adequada para verificar
a dependência do efeito Zeeman no vale com relação ao tamanho do raio do PQ, (ii) usando o
modelo efetivo (de uma banda), ainda que possamos obter magnitude similar da energia Zeeman
do vale, o efeito subjacente do confinamento é difícil de se revelar, (iii) não é uma boa escolha
usar o modelo efetivo (de uma banda) para determinar o espectro magneto-óptico de absorção/e-
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missão, sobre o qual trataremos no próximo capítulo, que depende tanto do espectro de energia
da banda de condução como da de valência. Do modelo de duas bandas, nós determinamos os
níveis de energia das duas bandas simultâneamente e consistentemente, algo que não pode ser
feito de forma similar pelo modelo efetivo (de uma banda), no qual as bandas são resolvidas
separadamente.
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5 ESPECTROS DE ABSORÇÃO ÓPTICA E MAGNETO
ÓPTICA COM SPIN E VALE SELECIONADOS

Neste capítulo abordaremos as propriedades ópticas e magneto-ópticas do MoS2 excitado pela
luz CP e LP, sendo na seção 5.1 abordado os aspectos teóricos da interação radiação-matéria,
na seção 5.2 aplicaremos a teoria ao MoS2, na seção 5.3 e 5.4 abordaremos de forma breve as
propriedades ópticas da monocamada do MoS2 para os casos com e sem campo magnético, nas
seções 5.5 e 5.6 faremos o mesmo, porém agora no PQ, na seção 5.6 abordaremos o efeito da luz
LP no PQ do MoS2.

5.1 INTERAÇÃO RADIAÇÃO-MATÉRIA

Nós usaremos uma aproximação semi-clássica para derivar o Hamiltoniano que descreve a
interação entre um campo eletromagnético externo e os elétrons em um semicondutor. Nessa
aproximação o campo eletromagnético é tratado classicamente enquanto os elétrons são descritos
pelas funções de onda da mecânica quântica. Embora essa aproximação não possa ser considerada
tão rigorosa quanto o tratamento puramente quântico, no qual as ondas eletromagnéticas são
quantizadas em fótons, tal aproximação tem a vantagem de ser mais fácil e simples de entender,
além de gerar os mesmos resultados que o tratamento puramente quântico, incluindo as emissões
espontâneas.

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

H0 =
p2

2m
+ V (r) (5.1)

Para descrever o campo eletromagnético, introduzimos um potencial vetor ~A(~r, t) e um po-
tencial escalar Φ(~r, t). Devido à invariância de calibre, a escolha desses potenciais não é única,
por simplicidade escolheremos o calibre de Coulomb

Φ = 0

∇ ~A = 0 (5.2)

Sendo os campos elétrico e magnético dados pelas seguintes expressões
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~E = −∂
~A

∂t
~B = ∇× ~A (5.3)

onde m é a massa do elétron.

Para adicionarmos o efeito do campo eletromagnético no Hamiltoniano do elétron basta fazer
a substituição de Peierls (38), obtendo o Hamiltoniano da seguinte forma

H =
1

2m

[
~p+ e ~A

]2

+ V (r) (5.4)

O termo 1
2m

[
~p+ e ~A

]2

, pode ser expandido da seguinte forma

1

2m

[
~p+

e ~A

c

]2

=
p2

2m
+

e

2m
~A.~p+

e

2m
~p. ~A+

e2A2

2m
(5.5)

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 (5.6)

Da equação (5.2) em conjunto com a equação (5.6) temos que ~p. ~A = ~A.~p, como queremos
calcular as propriedade ópticas do material, o termo e2A2/2m pode ser desprezado, pois estamos
considerando que a intensidade da luz aplicada é fraca, partindo desse pressuposto temos

H = H0 +
e

m
~A.~p (5.7)

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

HL−M =
e

m
~A.~p = e ~A.~v (5.8)

Note que a forma de HL−M depende da escolha de calibre, outra forma comumente utilizada na
literatura é
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HL−M = (−e)~r. ~E. (5.9)

A equação (5.9) é equivalente a equação (5.8) no limite em que o vetor de onda ~k da onda eletro-
magnética é pequeno; a equação (5.9) corresponde à aproximação do dipolo elétrico, já a equação
(5.8) é mais geral, além disso ambas as formas desprezam o termo quadrático e2A2/2m.

Novamente, tomaremos a abordagem mais simples, primeiramente assumindo que ~A é fraco
o suficiente para aplicarmos uma teoria de perturbação dependente do tempo, na forma da regra
de ouro de Fermi, para calcular a probabilidade de transição por unidade de volume para um
elétron com estado na banda de valência |v〉 (com energia Ev e vetor de onda kv) para a banda de
condução |c〉 (com uma energia correspondente Ec e vetor de onda kc). Para isso devemos avaliar
o elemento de matriz | 〈c|HL−M |v〉 |2:

| 〈c|HL−M |v〉 |2 = (e/m)2| 〈c| ~A.~p |v〉 |2 (5.10)

Podemos escrever ~A da seguinte forma

~A = A0~α
(
ei(

~k.~r−ωt) + e−i(
~k.~r−ωt)

)
. (5.11)

O cálculo do elemento de matriz 〈c| ~A.~p |v〉 envolve uma integração sobre o termo dependente
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(kc)− Ev(kv)− ~ω) (5.12)

sendo a função δ achada na regra de ouro de Fermi. Esse resultado significa que o elétron na
banda de valência absorve a energia do fóton e então é excitado para a banda de condução. Con-
sequentemente o termo e−iωt descreve um processo de absorção. De maneira similar, o elemento
de matriz para eiωt dá origem à δ(Ec(kc)−Ev(kv) +~ω), sendo que esse termo descreve um pro-
cesso de emissão. Em outras palavras, a equação (5.11) descreve tanto um processo de absorção
quanto de emissão de fótons por elétrons em um semicondutor sobre a influência de um campo
eletromagnético externo.
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5.2 INTERAÇÃO RADIAÇÃO-MATÉRIA APLICADO AO MOS2

Agora, aplicando a teoria geral, descrita na seção anterior, queremos descobrir uma expressão
para o Hamiltoniano de Interação Radiação-Matéria, afim de calcularmos a intensidade da absor-
çao, bem como as regras de seleção do material, tanto no caso do bulk, como do PQ, além de
analisar o efeito do campo magnético na intensidade das transições.

Para luz CP consideramos ~αCP = (1, cos(ωt−σπ/2), 0)T com σ = ±1 correspondentes a he-
licidades positiva e negativa respectivamente, já para a luz LP consideramos ~αLP = (αx, αy, 0)T ,
onde αx/y corresponde a componente na direção x̂(ŷ) da polarição da luz .

Considerando ~k.~r << 1 e definindo ~v = 1
~∇kHef , observe que pela definição de ~v já podemos

afirmar que a adição de um campo magnético não irá alterar o nosso Hamiltoniano, podemos
reescrevê-lo da seguinte forma

HL−M = eiωtŴ † + e−iωtŴ (5.13)

onde, para a luz CP temos

Ŵ † = e
ta

2~
A0(τσx − iσσy) (5.14)

Ŵ = e
ta

2~
A0(τσx + iσσy) (5.15)

para a luz LP as expressões ficam da seguinte forma

Ŵ † = Ŵ = e
ta

~
A0(ταxσx + αyσy). (5.16)

Agora podemos reescrever o Hamiltoniano de interação para absorção, HL−M na forma matricial
para luz CP

HCP,σ
L−M = e

ta

2~
A0

(
0 τ + σ

τ − σ 0

)
(5.17)

e para a luz LP

HLP,~α
L−M = e

ta

~
A0

(
0 ταx − iαy

ταx + iαy 0

)
. (5.18)
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Como a intensidade de absorção é proporcional à taxa de transição entre os estados, podemos
expressá-la da seguinte forma

I ∝
∑
c,v

| 〈Ψc|HL−M |Ψv〉 |2ΥΩ (5.19)

sendo Ψc(Ψv) a função de onda dos estados da banda de condução (valência), e

Υ = δ(Ec(kc)− Ev(kv)− ~ω) =
γ

π ((~ω − (Ec − Ev))2 + γ2)
(5.20)

essa versão diferente da regra de ouro de fermi, mostrada na equação (5.12) é utilizada para
deixar o resultado teórico similar ao experimental, trocando uma função delta de dirac por uma
lorentziana, com um parâmetro γ que define a largura do pico.

A expressão de Ω é dada pela distribuição de fermi-dirac, a qual para uma temperatura próxima
ao zero absoluto, é dada pela expressão

Ω = χ(EF − Ec)− χ(EF − Ev) (5.21)

onde EF é o nível de Fermi e χ(x) é a função degrau. Neste capítulo estudaremos apenas as
transições dentro de um mesmo vale, bem como para estados com o mesmo número quântico de
spin.

5.3 PROPRIEDADES ÓPTICAS NA MONOCAMADA DE DCMT

Primeiramente vamos analisar como ocorrem as transições dos níveis no bulk, na ausência do
campo magnético, dada as auto funções para o bulk na equação (3.4), podemos calcular a taxa de
transição, obtendo para τ = 1, sz = ±1 a seguinte expressão

〈
c,~k
∣∣∣HCP,+

L−M

∣∣∣v,~k〉 =
2m0at

~
δszc,szv(sinφ~k + cosφ~kcosϑn) (5.22)

〈
c,~k
∣∣∣HCP,−

L−M

∣∣∣v,~k〉 = 0 (5.23)

onde szv(szc) é o índice do spin do estado na banda de valência (condução), para τ = −1, sz =

±1 basta trocar o sinal + pelo − em HCP,σ
L−M . Como resultado temos como efeito da interação da
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luz uma seleção do vale, de forma que a polarização da luz "escolhe"se a transição ocorrerá no
vale K ou K ′. A luz LP, não seleciona o vale, por esse motivo provoca transições com maior
intensidade, pois ocorrem ao mesmo tempo em ambos os vales.

Figura 5.1: Regras de transição ópticas do vale e do spin nos vales K (a) e K ′ (b), onde ωu e ωd são as frequências
de transição, geradas pelas transições dos estados da banda de valência para a banda de condução, para spin-up e
spin-down, sendo ωu a menor frequência e ωd a maior (19).

O Hamiltoniano de interação com a luz acopla somente a parte orbital da função de onda,
sendo o spin conservado nas transições ópticas. Devido contraste da separação dos spins no topo
da banda de valência nos vales K e K ′ a regra de seleção óptica do vale se torna dependente das
regras de seleção do spin, conforme mostrado na figura (5.1)(a) e (5.1)(b) . Por causa do acopla-
mento do spin e do vale, além das regras de seleção óptica do vale, devido a quebra da simetria
de inversão, a luz e a polarização do spin são relacionados de formas opostas com relação as duas
frequências (ωu , ωd), efeito similar as transições entre bandas envolvendo buracos "pesados"e
"leves"em semicondutores do tipo III-V.

5.4 PROPRIEDADES MAGNETO ÓPTICAS DA MONOCAMADA DE DCMT

A presença de campo magnético, gera uma quantização dos níveis de energia, sendo que a taxa
de transição, pode ser calculada utilizando a expressão generalizada dos auto-vetores, fornecida
pela equação (4.15), temos:

〈
Ψτ,+
n

∣∣HCP,±
L−M

∣∣Ψτ,−
m

〉
= M δszc,szv [(τ + σ) cτ,+1,n c

τ,−
2,m δn,m+τ + (τ − σ) cτ,+2,n c

τ,−
1,m δn+τ,m] (5.24)

onde
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M =
etaA0

2~Nn,+
τ Nm,−

τ

. (5.25)

A regra de seleção para esse caso é exemplificada na figura (5.2).

Figura 5.2: Regras de seleção para o bulk com campo magnético na direção ẑ, nos vales K a esquerda e K ′ a direita,
com luz CP; mostrando as transições da banda de valência (amarelo) para a banda de condução (verde), sendo as
transições de σ+ representadas pela cor azul e as transições de σ− representadas pela cor vermelha, adaptado de (41).

Diferente do caso sem campo, agora temos transições ocorrendo em ambos os vales, para os
dois tipos de polarização,sendo apenas as transições do modo "zero"de cada vale, permitidas para
apenas uma única polarização, porém a intensidade das transições oriundas de σ− no vale K são
da ordem de 10−4 se comparadas com as transições de σ+ no mesmo vale, o mesmo efeito ocorre
no vale K ′, porém de forma inversa (42). Portanto, na prática existe uma seleção do vale através
da polarização da luz, porém como temos uma quantização do espectro, cada polarização da luz
gera um conjunto de vários picos, tendo o campo magnético como efeito aumentar a diferença de
energia entre tais picos, com o aumento da intensidade. A mudança de direção do campo desloca
o modo "zero"de uma banda para a outra, tendo na prática o efeito de "transformar"o vale K no
vale K ′ porém sem inverter a sua polarização. As correções da banda, oriundas de modelos k.p
de ordens superiores, modificam a intensidade da absorção por volta de 0.1% (42).

5.5 PROPRIEDADES ÓPTICAS NO PONTO QUÂNTICO

No PQ, podemos calcular o elemento da matriz de transição, através da seguinte expressão

< Ψc|HCP,±
L−M |Ψv >= π

A0

~
δszc,szv ((τ − σ)δmv,mc+τ )R−σ

+π
A0

~
δszc,szv ((τ + σ)δmc,mv+τ )R+σ (5.26)
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onde

R−σ =

∫ R

0

b̄∗c āvrdr

R+σ =

∫ R

0

ā∗c b̄vrdr (5.27)

ac/v e bc/v são as componentes radiais do espinor dos estados da banda de condução/valência,
definidos pelas equações (3.21) e (3.22) respectivamente.

A equação (5.26) claramente mostra a regra de seleção para as transições ópticas excitadas
pela luz CP nos PQs de MoS2, também definidas por mv −mc = ±τ e szv = szc.

Figura 5.3: Esquema de um PQ, formado por uma monocamada de MoS2, com raio R, indicado por um círculo
vermelho, excitado pela luz. Um campo magnético B, pode ser aplicado perpendicularmente ao material.

A magnitude das taxas de transição são determinadas pelas integrais R−σ e R+σ, para as
transições que ocorrem quando τ = ±σ respectivamente. Desde que |ac(r)| > |bc(r)| e |av(r)| <
|bv(r)|, a integralR−σ é menor queR+σ. Portanto, a absorção no vale τ = σ é mais forte do que a
absorção no vale τ = −σ, o que leva a uma seleção do vale com relação ao espectro de absorção.

As figuras (5.4)(a) e (5.4)(b), descrevem o espectro de absorção óptico, na ausência de campo
magnético, de um PQ com R = 40 nm, bombeado por uma luz CP, conforme mostrado na figura
(5.3). Interessantemente, podemos ver que a polarização do espectro de absorção está bloqueado
com o grau de liberdade do vale, manifestado pela intensidade do espectro de absorção com
σ = τ , sendo 106 vezes mais forte que aquele com σ = −τ , além disso o espectro é polarizado
pelo spin. Assim, os PQs herdam a dependência na regra de seleção óptica relacionada ao spin e
ao vale, da sua contraparte, o bulk bidimensional de MoS2. Apesar da distinção da polarização do
vale e do spin no espectro de absorção em vales distintos, seus padrões são os mesmos requeridos
pela SIT.
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Figura 5.4: Transição entre os estados fundamentais da banda de condução e valência na ausência de campo mag-
nético, com luz CP, demonstrando a seleçao do vale, em (a) temos o vale K e em (b) o vale K ′, em um PQ com
R = 40 nm

Nas figuras (5.5) (a)-(d) e (5.6) (a)-(d) nós mostramos o espectro de absorção óptico, na au-
sência de campo magnético, como função da energia de excitação para diversos valores de raio
para o PQ, R entre 20 e 80 nm. As transições envolvidas nas figuras (5.5) (a)-(d) e (5.6) (a)-(d)
marcadas pelos números de 1 a 16, são identificadas pelas transições dos números quânticos m e
n contidos nas figuras (5.5)(e) para o vale K e (5.6)(e) para o vale K ′.

Nós observamos que diferentemente do PQ tradicional dos semicondutores, vários picos re-
sultantes da excitação discretizada do PQ de MoS2 são observados. Conforme o tamanho do
PQ diminui, os picos do espectro de absorção se submetem a um deslocamento em direção ao
comprimento de onda do azul. Em outras palavras, a redução do tamanho do PQ, empurra as
excitações do elétron a tomar lugar entre estados mais energéticos, como resultado do aumento
do confinamento nos elétrons induzidos pelo encolhimento do PQ. Portanto, a absorção seletiva
do acoplamento do spin e do vale, tem o ajuste da frequência de transição feito através do controle
da geometria do PQ, em contraste com o bulk bidimensional, onde a frequência de transição era
unicamente determinada pela estrutura eletrônica da banda. Além do deslocamento para o azul da
frequência de transição, a intensidade da absorção também pode ser controlada pela geometria do
PQ, devido ao fato de o tamanho do intervalo entre os picos, ser dependente do tamanho do PQ.
De fato, o aumento do tamanho do PQ, resulta na redução da energia de separação entre os estados
confinados. Assim como o tamanho do ponto aumenta, os picos de absorção ficam cada vez mais
perto uns dos outros, conforme mostrado nas figuras (5.5) (a)-(d) e (5.6) (a)-(d). Eventualmente,
vários picos, oriundos de transições individuais se fundem para obter um único pico composto
com intensidade aumentada. Por exemplo, para o PQ com R = 20 nm, figura (5.6) (a), o pico
de menor energia é gerado apenas pela transição (1) (conforme figura (5.6) (e)), entretanto para
o PQ com R = 80 nm nós observamos uma intensidade de absorção muito superior, oriunda da
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Figura 5.5: (a)-(d) Intensidade do espectro de absorção para os estados com spin-up no vale K sobre a excitação de
σ+, luz CP no sentido horário, para PQs de R = 20, 35, 50 e 80 nm, respectivamente, (e) Diagrama de transições
identificando as transições numeradas em (a)-(d). As cores nas curvas servem para identificar o número quântico
principal (n) das transições dos estados envolvidos.

fusão dos picos originados pelas transições (1+2+3), as quais no PQ com R = 20 nm referem-se
a três picos distintos, com intensidade de absorção mais fraca, indicada pelas transições (1), (2) e
(3) respectivamente.

Um outro método alternativo de controlar o espectro de absorção é através do ajuste do nível
de Fermi (EF ). A figura (5.7)(a)-(c) mostra o espectro de absorção para estados no vale K com
spin-up, para três valores do nível de Fermi, EF = 0, 831, 832 meV respectivamente, os estados
correspondentes no vale K ′ para spin-down são mostrados na figura (5.7)(d)-(f). É observado que
a regra de seleção óptica do vale e do spin é independente do nível de Fermi, como esperado,
entretanto, tanto no vale K como no K ′, o número de picos de absorção diminuem quando o
nível de Fermi é aumentado. Isso é atribuído ao aumento do número de estados ocupados, os
quais proibem transições ópticas envolvendo os mesmos. A dependência do nível de Fermi para a
absorção óptica permite um controle do espectro de absorção, através da dopagem e/ou aplicação
de um potencial.

5.6 PROPRIEDADES MAGNETO ÓPTICAS NO PONTO QUÂNTICO

Com o conhecimento dos níveis de energia do PQ, sob efeito de um campo magnético per-
pendicular, nós estamos prontos para estudar as propriedades magneto ópticas do material. As
componentes radiais dos espinores são agora definidas pelas equações (4.28) e (4.29). A figura
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Figura 5.6: (a)-(d) Intensidade do espectro de absorção para os estados com spin-down no vale K ′ sobre a excitação
de σ−, luz CP no sentido anti-horário, para PQs de R = 20, 35, 50 e 80 nm, respectivamente, (e) Diagrama de
transições identificando as transições numeradas em (a)-(d). As cores nas curvas servem para identificar o número
quântico principal (n) das transições dos estados envolvidos.

(5.8) mostra o espectro de absorção magneto-óptico para um PQ comR = 40 nm no valeK, com
spin-up (a)-(d), sob uma luz CP na direção σ+, e no vale K ′, com spin-down (e)-(h), sob uma luz
CP na direção σ−; para diversos valores de campo magnético B = 0, 2, 10 e 15 T . Algumas
características interessantes são observadas. Primeiramente , a absorção magneto-óptica é depen-
dente tanto do spin como do vale, da mesma forma que ocorre na ausência de campo magnético.
Particularmente o pico correspondente a energia de excitação mais baixa, relacionada a transição
entrebandas, envolvendo o nível de Landau zero (0), é totalmente polarizado pelo vale, com di-
croísmo igual a um. Assim a polarização da absorção magneto-óptica é bloqueada com o vale.
Segundamente, para um valor fixo do tamanho do ponto, aumentando (diminuindo) a intensidade
do campo magnético resulta em um deslocamento do espectro de absorção para o azul (verme-
lho). Isso acontece, pois o campo magnético induz um confinamento efetivo, caracterizado pelo
comprimento magnético lB, o qual é mais evidente em um campo magnético forte. Adicional-
mente, o campo magnético induz uma quantização magnética, que força o PQ a absorver fótons
de maior energia, quanto maior é o campo magnético, maior é a capacidade do PQ de absorver
fótons com energias maiores. Terceiramente, no regime de campo magnético forte a intensidade
da absorção pode ser aumentada através do aumento da intensidade do campo magnético, o qual
aumenta a degenerescência dos níveis de Landau.
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Figura 5.7: Espectro de absorção óptica, na ausência de campo magnético,representando energias de transição mais
elevadas, para o vale K com spin-up (a)-(c) e o vale K ′ com spin-down (d)-(f) em um PQ com R = 70 nm, sob
luz CP com σ+ (a)-(c) e σ− (d)-(f). Três valores para energia de Fermi são considerados EF = 0, 831, 832 meV
respectivamente.

5.7 ESPECTRO DE ABSORÇÃO DOS PONTOS QUÂNTICOS IRRADIADOS PELA
LUZ LINEARMENTE POLARIZADA

Para a luz LP o elemento da matriz de transição pode ser dado pela expressão

< Ψc|HLP,~α
L−M |Ψv >= 2π

A0

~
δszc,szv ((ταx + iαy)δmv,mc+τ )R−σ

+2π
A0

~
δszc,szv ((ταx − iαy)δmc,mv+τ )R+σ. (5.28)

A equação (5.28) claramente mostra a regra de seleção para as transições ópticas excitadas
pela luz LP nos PQs de MoS2, também definidas por mv − mc = ±τ e szv = szc, a mesma
do caso com luz CP. Adicionalmente, parecido com o caso da luz CP, a magnitude das taxas
de transição é também determinadas pelas integrais R±σ para as transições nos vales τ = ±σ
respectivamente, entretanto não há polarização do vale no espectro de absorção, como no caso
com luz CP.
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Figura 5.8: (a)-(d) Intensidade do espectro de absorção para os estados com spin-up no vale K sobre a excitação de
σ+, luz CP no sentido horário, para um PQ comR = 40 nm, com a aplicação de campos magnéticos com intensidade
B = 0, 2, 10 e 15 T respectivamente, as transições são identificadas conforme o diagrama da figura (5.5)(e). (e)-(f)
Intensidade do espectro de absorção para os estados com spin-down no vale K ′ sobre a excitação de σ−, luz CP
no sentido anti-horário, para um PQ com R = 40 nm, com a aplicação de campos magnéticos com intensidade
B = 0, 2, 10 e 15 T respectivamente, as transições são identificadas conforme o diagrama da figura (5.6)(e).

Com o intuito de focar na dependência da absorção óptica dos PQs sob o efeito de uma luz
incidente LP, podemos ver na figura (5.9) o espectro de absorção tanto para spin-up como spin-
down, sob efeito de luz CP σ+ e σ− além de luz LP, nos vales K e K ′ em um PQ de R = 70 nm.
A contribuição total do espectro de absorção para ambos os vales, a qual se refere ao que se
pode ser obtido experimentalmente também é mostrado. Obviamente a luz LP gera excitações
ópticas em ambos os vales, diferentemente da luz CP, onde o grau de liberdade do vale pode ser
seletivamente acessado pela helicidade óptica (σ+ e σ−). Portanto a magnitude da intensidade
total de absorção sob luz LP é o dobro da obtida sob luz CP.

Agora vamos falar do efeito do campo magnético, na figura (5.10) nós mostramos o espectro
de absorção magneto-óptico de um PQ comR = 70 nm sob efeito de luz CP e LP com um campo
magnético perpendicular B = 8 T . Uma vez que o campo magnético induz um confinamento
magnético extra em adição ao potencial de confinamento do PQ, nós observamos que existe uma
maior separação entre os picos de absorção, do que encontrado na ausência de campo magnético,
basta comparar as figuras (5.9) e (5.10). Além disso, a formação de níveis de Landau degenerados
com a presença de campo magnético forte, leva ao aumento da intensidade da absorção, a qual
depende da degenerescência dos níveis de Landau. Essa é a manifestação da contribuição coletiva
dos ramos nos quais os níveis de Landau são compostos.

66



Figura 5.9: Espectro de absorção magneto-óptico para um PQ comR = 70 nm, para estados no valeK com spin-up
(curvas azuis) e spin-down (curvas vermelhas), sob luz CP na direção σ+ (a), luz LP (b) e luz CP na direção σ− (c).
Os análogos correspondentes no vale K ′ e à contribuição total são mostrados em (d)-(f) e (g)-(i), respectivamente.

Figura 5.10: Espectro de absorção magneto-óptico para um PQ com R = 70 nm, para estados no vale K com spin-
up (curvas azuis) e spin-down (curvas vermelhas), sob luz CP na direção σ+ (a), luz LP (b) e luz CP na direção σ− (c).
Os análogos correspondentes no vale K ′ e à contribuição total são mostrados em (d)-(f) e (g)-(i), respectivamente.
Foi escolhido um campo magnético B = 8 T
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6 CONCLUSÕES E PERSPECTIVAS

Nós determinamos o espectro de energia e depois avaliamos a energia efetiva do efeito Zee-
man, nos PQS de monocamadas de MoS2. Nós observamos o surgimento de modos de energia
independentes do campo magnético (locked energy modes), presentes tanto no nível mais baixo
da banda de condução como o mais alto da banda de valência, os quais podem ser associados
à certas propriedades topológicas semelhantes ao modo de energia zero no grafeno. Observa-
mos que conforme o campo magnético aumentava, víamos uma evolução dos níveis de energia
atômica no vale degenerado (campo magnético zero) para a quebra da simetria de reversão tem-
poral nos níveis de Landau, oriunda da competição entre o efeito do potencial de confinamento,
originado pela geometria do PQ, e o confinamento efetivo originado pelo campo magnético per-
pendicular .Uma comparação entre o espectro de energia do PQ e do bulk da monocamada é
também discutido, através do mapeamento da estrutura da banda nos PQs e o espectro de energia
do bulk no regime de campo magnético forte, e os cruzamentos dos nívels de Landau. Além
disso, nós achamos que a energia efetiva do efeito Zeeman, aumenta linearmente com um campo
magnético perpendicular aplicado, porém permanece robusta contra o potencial de confinamento
do PQ, abrindo oportunidade para um controle universal do pseudospin do vale em PQs de quais-
quer tamanhos. Nós enfatizamos que a dependência do efeito Zeeman no vale, com relação ao
campo magnético, nos PQs mostra propriedades distintas, se comparadas com as induzidas pelo
efeito Aharonov-Bohm em anéis quânticos (43), onde a energia Zeeman do vale exibe um com-
portamento oscilatório em função do fluxo magnético, adicionalmente o efeito Zeeman no vale
induzido pelo efeito Aharonov-Bohm, é muito mais fraco do que o apresentado no PQ sujeito a
um campo magnético.

Ao investigar as propriedades ópticas e magneto-ópticas dos PQs e monocamadas de MoS2,
obtemos o espectro óptico e magneto-óptico de absorção para o MoS2. Para o espectro magneto
óptico de absorção, consideramos tanto a luz CP, como LP, por outro lado observamos que os PQs
herdam a seleção do vale e do spin, com luz CP, do bulk da monocamada. Por outro lado. interes-
santemente, nós observamos que a absorção dependente do vale e do spin, com uma frequência de
transição ajustável, abre a oportunidade de se ter a absorção desejada, apenas variando o tamanho
do PQ, opostamente ao bulk, no qual essa frequência é única. Além disso, a luz LP, vemos que
a absorção óptica depende do spin, mas não há polarização do vale. Adicionalmente, demonstra-
mos o controle do espectro de absorção através de uma elevação do nível de Fermi, o que pode
ser alcançado através da variação da condição de dopagem e/ou aplicação de um potencial.

Todo o formalismo utilizado nesse trabalho, pode ser aplicado para os mais de 40 tipos de
combinações de DCMTs, sendo apenas necessários alterar os parâmetros referentes à geometria
e aos elementos químicos que compõem o material, além das integrais de Slater. Esses novos
materiais são um campo ainda pouco explorado na atualidade, havendo oportunidades de tra-
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balho com o cálculo de TFD para diferentes estruturas, como nanofitas, nanotubos, bicamadas
e "PQs"de formato diverso, tudo isso para as diversas possíveis combinações desses materiais,
também podemos realizar o método de Ligação Forte para todas essas estruturas. Existe também
a carência na literatura de trabalhos em que combinem esses materiais com outros tipos de ma-
teriais bidimensionais, como o grafeno. Com relação a espectroscopia, podem ser feitos espectro
Raman, tanto teórico como experimental desses materiais. Existe ainda uma enorme possibili-
dade de trabalhos relacionados com transporte envolvendo tais materiais. Como vemos essa nova
classe de materiais está no início de sua exploração na literatura, havendo diversas possibilidades
de aplicações tecnológicas dos mesmos, como por exemplo na construção de células fotovoltai-
cas.
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APÊNDICES

I.1 OBTENÇÃO DA BASE DOS ESTADOS FUNDAMENTAIS DAS BANDAS DE
CONDUÇÃO E VALÊNCIA NOS PONTOS DE ALTA SIMETRIA K E K’

Neste apêndice mostraremos com detalhes, as equações para a obtenção da base dos estados
fundamentais das bandas de condução e valência do MoS2, nos pontos de alta simetria K e K ′,
bem como as expressões para o MLF.

Através das integrais de Slater (30), podemos obter uma expressão para os termos dos parâ-
metros de salto, termos estes dependentes dos obtitais e da geometria da rede, os termos que não
constam mencionados abaixo são nulos.

I.1.1 Parâmetros de salto entre Mo-S

Aqui apresentamos os parâmetros de salto apenas para tt, ttEs e ttDi, os parâmetros de salto
com tb, tbEs e tbDi tem expressões semelhantes, bastando fazer a mudança θ → −θ para obtê-las

tt0,2 = cosθ

(
sin2θ − 1

2
cos2θ

)
Vpdσ −

√
3cosθsin2θ Vpdπ (1)

tt0,3 = sinθ

(
sin2θ − 1

2
cos2θ

)
Vpdσ +

√
3sinθcos2θ Vpdπ (2)

tt1,2 = −
√

3

2
cos3 θVpdσ − cosθsin2θ Vpdπ (3)

tt1,3 = −sinθcos2θ

(√
3

2
Vpdσ − Vpdπ

)
(4)

tt2,1 = cosθ Vpdπ (5)
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tt3,1 = sinθ Vpdπ (6)

tt4,2 =
√

3 cos2θsinθ Vpdσ + sinθ
(
1− 2cos2θ

)
Vpdπ (7)

tt4,3 =
√

3 sin2θcosθ Vpdσ + cosθ
(
1− 2sin2θ

)
Vpdπ (8)

ttEs0,1 = −
√

3

2
cosθ

(
sin2θ − 1

2
cos2θ

)
Vpdσ +

3

2
cosθsin2θ Vpdπ (9)

ttEs0,2 = −1

2
cosθ

(
sin2θ − 1

2
cos2θ

)
Vpdσ +

√
3

2
cosθsin2θ Vpdπ (10)

ttEs0,3 = sinθ

(
sin2θ − 1

2
cos2θ

)
Vpdσ +

√
3sinθcos2θ Vpdπ (11)

ttEs1,1 = −3

8
cos3θ Vpdσ −

√
3

2
cosθ

(
1− 1

2
cos2θ

)
Vpdπ (12)

ttEs1,2 = −
√

3

8
cos3θ Vpdσ +

1

2
cosθ

(
1 +

1

2
cos2θ

)
Vpdπ (13)

ttEs1,3 =
1

2
sinθcos2θ

(√
3

2
Vpdσ − Vpdπ

)
(14)

ttEs2,1 = −3
√

3

8
cos3θ Vpdσ −

1

2
cosθ

(
1− 3

2
cos2θ

)
Vpdπ (15)
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ttEs2,2 = −3

8
cos3θ Vpdσ −

√
3

2
cosθ

(
1− 1

2
cos2θ

)
Vpdπ (16)

ttEs2,3 =

√
3

4
sinθcos2θ

(√
3 Vpdσ − 2Vpdπ

)
(17)

ttEs3,1 =
3
√

3

4
cos2θsinθ Vpdσ + sinθ

(
1− 3

2
cos2θ

)
Vpdπ (18)

ttEs3,2 = tLt4,1(θ) = tLt2,3(θ) (19)

ttEs3,3 = −3

2
sin2θcosθ Vpdσ −

√
3

2
cosθ

(
1− 2sin2θ

)
Vpdπ (20)

ttEs4,2 =

√
3

4
cos2θsinθ Vpdσ + sinθ

(
1− 1

2
cos2θ

)
Vpdπ (21)

ttEs4,3 = −
√

3

2
sin2θcosθ Vpdσ −

1

2
cosθ

(
1− 2sin2θ

)
Vpdπ (22)

ttDi0,1 = −ttEs0,1 (23)

ttDi0,2 = ttEs0,2 (24)

ttDi0,3 = ttEs0,3 (25)
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ttDi1,1 = −ttEs1,1 (26)

ttDi1,2 = ttEs1,2 (27)

ttDi1,3 = ttEs1,3 (28)

ttDi2,1 = ttEs2,1 (29)

ttDi2,2 = −ttEs2,2 (30)

ttDi2,3 = −ttEs2,3 (31)

ttDi3,1 = ttEs3,1 (32)

ttDi3,2 = −ttEs3,2 (33)

ttDi3,3 = −ttEs3,3 (34)

ttDi4,1 = −ttEs4,1 (35)
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ttDi4,2 = ttEs4,2 (36)

ttDi4,3 = ttEs4,3 (37)

I.1.2 Parâmetros de salto entre Mo-Mo

vE0,0 =
1

4
Vddσ +

3

4
Vddδ (38)

vE0,1 = −
√

3

4
Vddσ +

√
3

4
Vddδ (39)

vE1,1 =
3

4
Vddσ +

1

4
Vddδ (40)

vE2,2 = vE3,3 = Vddπ (41)

vE4,4 = Vddδ (42)

vNE0,0 = vE0,0 = vNO0,0 (43)

vNE0,1 = vNE1,0 = −1

2
vE0,1 = vNO0,1 = vNO1,0 (44)

vNE0,2 = vNE2,0 = −3

8
Vddσ +

3

8
Vddδ = −vNO0,2 = −vNO2,0 (45)
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vNE1,1 =
1

4
vE1,1 +

3

4
vE2,2 = vNO1,1 (46)

vNE1,2 = vNE2,1 = −3
√

3

16
Vddσ +

√
3

4
Vddπ −

√
3

16
Vddδ = −vNO1,2 = −vNO2,1 (47)

vNE2,2 =
1

4
vE2,2 +

3

4
vE1,1 = vNO2,2 (48)

vNE3,3 =
1

4
vE3,3 +

3

4
vE4,4 = vNO3,3 (49)

vNE3,4 = vNE4,3 =

√
3

4
Vddπ −

√
3

4
Vddδ = −vNO3,4 = −vNO4,3 (50)

vNE4,4 =
1

4
vE4,4 +

3

4
vE3,3 = vNO4,4 (51)

vOµ,µ′ = vEµ,µ′ (52)

vSEµ,µ′ = vNEµ,µ′ (53)

vSOµ,µ′ = vNOµ,µ′ (54)

I.1.3 Parâmetros de salto entre S-S

uE1,1 = Vppσ (55)
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uE2,2 = uE3,3 = Vppπ (56)

uNE1,1 =
1

4
uE1,1 +

3

4
uE2,2 = uNO1,1 (57)

uNE1,2 = uNE2,1 =

√
3

4
(Vppσ − Vppπ) = −uNO1,2 = −uNO2,1 (58)

uNE2,2 =
1

4
uE2,2 +

3

4
uE1,1 = uNO2,2 (59)

uNE3,3 = uE3,3 = uNO3,3 (60)

uOν,ν′ = uEµ,µ′ (61)

uSEν,ν′ = uNEµ,µ′ (62)

uSOν,ν′ = uNOµ,µ′ (63)

s1,1 = s2,2 = Vppπ (64)

s3,3 = Vppσ (65)
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I.1.4 Matriz do Hamiltoniano

A escolha dessa base para o auto-vetor já tem incorporada as simetrias de reflexão nos eixos
x e z, visando simplificar o Hamiltoniano.
Fazendo

〈
~k
∣∣∣H ∣∣∣~k〉, na base

[
dz2 , dx2−y2 , dxy, dxz, dyz, p

t
x, p

t
y, p

t
z, p

b
x, p

b
y, p

b
z

]
, e considerando ~k =

(kx, ky, 0) , obtemos a matriz do Hamiltoniano:

H =

HMo + V T t T b

(T t)† HS + U s

(T b)† s HS + U

 (66)

Será considerado:Ed
0 ≡ ∆0, Ed

1 ≈ Ed
2 ≡ ∆2, Ed

3 ≈ Ed
4 ≡ ∆1, Ep

1 ≈ Ep
2 ≡ ∆xy e Ep

3 ≡ ∆z(29).
onde:

HMo =


∆0 0 0 0 0

0 ∆2 0 0 0

0 0 ∆2 0 0

0 0 0 ∆1 0

0 0 0 0 ∆1

 (67)

HS =

∆xy 0 0

0 ∆xy 0

0 0 ∆z

 (68)

T t/b =


T
t/b
0,1 T

t/b
0,2 T

t/b
0,3

T
t/b
1,1 T

t/b
1,2 T

t/b
1,3

T
t/b
2,1 T

t/b
2,2 T

t/b
2,3

T
t/b
3,1 T

t/b
3,2 T

t/b
3,3

T
t/b
4,1 T

t/b
4,2 T

t/b
4,3

 (69)

V =


V0,0 V0,1 V0,2 V0,3 V0,4

V1,0 V1,1 V1,2 V1,3 V1,4

V2,0 V2,1 V2,2 V2,3 V2,4

V3,0 V3,1 V3,2 V3,3 V3,4

V4,0 V4,1 V4,2 V4,3 V4,4

 (70)
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U =

U1,1 U1,2 U1,3

U2,1 U2,2 U2,3

U3,1 U3,2 U3,3

 (71)

s =

s1,1 0 0

0 s2,2 0

0 0 s3,3

 (72)

onde:

T t/bµ,ν = tt/bµ,ν + z∗2
(
t(t/b)Esµ,ν + z1t

(t/b)Di
µ,ν

)
(73)

Vµ,µ′ = 2(c1v
E
µ,µ′ + c2v

NE
µ,µ′ + c12v

NO
µ,µ′) (74)

Uν,ν′ = 2(c1u
E
ν,ν′ + c2u

NE
ν,ν′ + c12u

NO
ν,ν′) (75)

z1 = eiakx (76)

z2 = eiakx/2ei
√

3aky/2 (77)

c1 = cos(kxa) (78)

c2 = cos(kxa/2 + ky
√

3a/2) (79)
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c12 = cos(kxa/2− ky
√

3a/2) (80)

Embora tenhamos obtido o Hamiltoniano na forma matricial, ainda podemos fazer algumas trans-
formações nessa matriz, alterando a base desse Hamiltoniano, com o intuito de conseguir zerar
uma boa parte desses elementos de matriz, com o objetivo de simplificar os cálculos para a dia-
gonalização da mesma.

Primeiro faremos a mudança para a base [dz2 , dx2−y2 , dxy, dxz, dyz, px/sim, py/sim,

pz/sim, px/a−sim, py/a−sim, pz/a−sim], onde:

pi/sim =
1√
2

(pti + pbi) (81)

pi/a−sim =
1√
2

(pti − pbi) (82)

A matriz de transformação de base U0 é dada por

U0 =



1 0 0 0 0 0 0 0 0 0 0

0 1 0 0 0 0 0 0 0 0 0

0 0 1 0 0 0 0 0 0 0 0

0 0 0 1 0 0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 1 0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 1√
2

0 0 1√
2

0 0

0 0 0 0 0 0 1√
2

0 0 1√
2

0

0 0 0 0 0 0 0 1√
2

0 0 1√
2

0 0 0 0 0 1√
2

0 0 − 1√
2

0 0

0 0 0 0 0 0 1√
2

0 0 − 1√
2

0

0 0 0 0 0 0 0 1√
2

0 0 − 1√
2



(83)

Agora podemos reescrever o Hamiltoniano, através da seguinte transformação:

H→ H1 = U †0HU0 (84)
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H1 =

 HMo + V T P T I

(T P )† HS + U + s 0

(T I)† 0 HS + U + s

 (85)

onde :

T P =
1√
2

(
T t + T b

)
(86)

T I =
1√
2

(
T t − T b

)
(87)

Agora faremos uma mudança para a base [dz2 , dx2−y2 , dxy, px/sim, py/sim, pz/a−sim, dxz, dyz, px/a−sim,

py/a−sim, pz/sim], através da matriz

U1 =



1 0 0 0 0 0 0 0 0 0 0

0 1 0 0 0 0 0 0 0 0 0

0 0 1 0 0 0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0 1 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0 0 1 0 0 0

0 0 0 1 0 0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 1 0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0 0 0 0 0 1

0 0 0 0 0 0 0 0 1 0 0

0 0 0 0 0 0 0 0 0 1 0

0 0 0 0 0 1 0 0 0 0 0



(88)

Agora podemos reescrever o Hamiltoniano, através da seguinte transformação:

H1 → H2 = U †1H1U1 (89)

Essa transformação faz com que nosso Hamiltoniano, seja agora transformado em 2 matrizes
blocadas, uma 6× 6 e a outra 5× 5, ficando da forma

H2 =

(
HA 0

0 HB

)
(90)
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onde

HA =

(
HMo
A + V A TA

TA† HS
AB + UAB + SAB

)
(91)

HB =

(
HMo
B + V B TB

TB† HS
AB + UAB − SAB

)
(92)

HMo
A =

 ∆0 0 0

0 ∆2 0

0 0 ∆2

 (93)

HMo
B =

(
∆1 0

0 ∆1

)
(94)

HS
AB =

 ∆xy 0 0

0 ∆xy 0

0 0 ∆z

 (95)

UAB =

 U1,1 U1,2 0

U1,2 U2,2 0

0 0 U3,3

 (96)

TA =

 T P0,1 T P0,2 T I0,3
T P1,1 T P1,2 T I1,3
T P2,1 T P2,2 T I2,3

 (97)

TB =

(
T I3,1 T I3,2 T P3,3
T I4,1 T I4,2 T P4,3

)
(98)
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V A =

 V0,0 V0,1 V0,2

V0,1 V1,1 V1,2

V0,2 V1,2 V2,2

 (99)

V B =

(
V3,3 V3,4

V3,4 V4,4

)
(100)

SAB =

 s1,1 0 0

0 s2,2 0

0 0 −s3,3

 (101)

Como nosso objetivo é obter a base, que compõe o nível mais baixo da banda de condução e
o nível mais alto da banda de valência, na vicinidade dos pontos de alta simetria K(K ′), iremos
agora analizar nosso Hamiltoniano no pontoK ′, o qual também pode ser definido por kx = 2π/3a

e ky = −2π/
√

3a, resultando em z1 = ei2π/3 e z2 = −eiπ/3, c1 = c2 = c12 = −1/2. Agora
iremos montar as matrizes HA e HB nesses pontos, através das definições

TA,K
′
=
√

2

 i
√

3ttEs0,1 tt0,2 − ttEs0,2 0

i
√

3ttEs1,1 tt1,2 − ttEs1,2 tt1,3 − ttEs1,3

tt2,1 − ttEs2,1 i
√

3ttEs2,2 i
√

3ttEs2,3

 (102)

TB,K
′
=
√

2

(
tt3,1 − ttEs3,1 i

√
3ttEs3,2 i

√
3ttEs3,3

i
√

3ttEs4,1 tt4,2 − ttEs4,2 tt4,3 − ttEs4,3

)
(103)

V A,K′ = −3

2

2vE0,0 0 0

0 vE1,1 + vE2,2 0

0 0 vE2,2 + vE1,1

 (104)

V B,K′ = −3

2

(
vE3,3 + vE4,4 0

0 vE3,3 + vE4,4

)
(105)
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UAB,K′ = −3

2

uE1,1 + uE2,2 0 0

0 uE1,1 + uE2,2 0

0 0 2uE3,3

 (106)

para a obtenção dessas matrizes, foi imposto tt0,3 = ttEs0,3 (29), as definições omitidas são exata-
mente as mesmas da seção anterior

Para simplificar mais um pouco a matriz, faremos a transformação quiral, indo para a base[
dz2 , d1,ch−, d1,ch+, psim/ch−, psim/ch+, pz/a−sim, d2,ch−, d2,ch+, pa−sim/ch−, pa−sim/ch+, pz/sim

]
onde:

d1,ch+ =
1√
2

(dx2−y2 + idxy) (107)

d1,ch− =
1√
2

(dx2−y2 − idxy) (108)

d2,ch+ =
1√
2

(dxz + idyz) (109)

d2,ch− =
1√
2

(dxz − idyz) (110)

psim/ch+ =
1√
2

(
px/sim + ipy/sim

)
(111)

psim/ch− =
1√
2

(
px/sim − ipy/sim

)
(112)

pa−sim/ch+ =
1√
2

(
px/a−sim + ipy/a−sim

)
(113)

pa−sim/ch− =
1√
2

(
px/a−sim − ipy/a−sim

)
(114)
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Através da matriz U2, dada por:

U2 =



1 0 0 0 0 0 0 0 0 0 0

0 1√
2

1√
2

0 0 0 0 0 0 0 0

0 − i√
2

i√
2

0 0 0 0 0 0 0 0

0 0 0 1√
2

1√
2

0 0 0 0 0 0

0 0 0 − i√
2

i√
2

0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 1 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0 1√
2

1√
2

0 0 0

0 0 0 0 0 0 − i√
2

i√
2

0 0 0

0 0 0 0 0 0 0 0 1√
2

1√
2

0

0 0 0 0 0 0 0 0 − i√
2

i√
2

0

0 0 0 0 0 0 0 0 0 0 1



(115)

Agora podemos reescrever o Hamiltoniano, através da seguinte transformação:

H2 → H3 = U †2H2U2 (116)

H3 =

(
HK′
A 0

0 HK′
B

)
(117)

onde

HK′

A =



∆A 0 0 0 iφa 0

0 ∆V A
1,1 0 iφb 0 0

0 0 ∆V A
2,2 0 0 φc

0 −iφb 0 ∆U+
1,1 0 0

−iφa 0 0 0 ∆U+
2,2 0

0 0 φc 0 0 ∆Uz−
3,3


(118)

HK′

B =


∆V B

3,3 0 0 0 iφd

0 ∆V B
4,4 φe 0 0

0 φe ∆U−
1,1 0 0

0 0 0 ∆U−
2,2 0

−iφd 0 0 0 ∆Uz+
3,3

 (119)
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φa =
√

3 ttEs0,1 − (tt0,2 − ttEs0,2 ) (120)

φb =
1√
2

(√
3 ttEs1,1 − (tt2,1 − ttEs2,1 ) + (tt1,2 − ttEs1,2 ) +

√
3ttEs2,2

)
(121)

φc = tt1,3 − ttEs1,3 −
√

3ttEs2,3 (122)

φd =
√

3ttEs3,3 − (tt4,3 − ttEs4,3 ) (123)

φe =
1√
2

(
(tt3,1 − ttEs3,1 )− (

√
3ttEs4,1 +

√
3ttEs3,2 )− (tt4,2 − ttEs4,2 )

)
(124)

∆A = ∆0 + V A,K′

0,0 (125)

∆V A
i,i = ∆2 + V A,K′

i,i (126)

∆V B
i,i = ∆1 + V B,K′

i,i (127)

∆U±
i,i = ∆xy + UAB,K′

i,i ± si,i (128)

∆Uz±
i,i = ∆z + UAB,K′

i,i ± si,i (129)

É possível transformar esse Hamiltoniano em um conjunto de 5 matrizes 2×2 e uma matriz 1×1

bloco diagonais através da mudança para a base[
dz2 , psim/ch+, d1,ch−, psim/ch−, d1,ch+, pz/a−sim, d2,ch+, pa−sim/ch−, d2,ch−, pz/sim, pa−sim/ch+

]
Através da matriz U3, dada por

U3 =



1 0 0 0 0 0 0 0 0 0 0

0 0 1 0 0 0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 1 0 0 0 0 0 0

0 0 0 1 0 0 0 0 0 0 0

0 1 0 0 0 0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 1 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0 0 0 1 0 0

0 0 0 0 0 0 1 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0 0 1 0 0 0

0 0 0 0 0 0 0 0 0 0 1

0 0 0 0 0 0 0 0 0 1 0



(130)

Agora podemos reescrever o Hamiltoniano, através da seguinte transformação:

H3 → H4 = U †3H3U3 (131)
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H4 =



∆A iφa 0 0 0 0 0 0 0 0 0

−iφa ∆U+
1,1 0 0 0 0 0 0 0 0 0

0 0 ∆V A
1,1 iφb 0 0 0 0 0 0 0

0 0 −iφb ∆U+
2,2 0 0 0 0 0 0 0

0 0 0 0 ∆V A
2,2 φc 0 0 0 0 0

0 0 0 0 φc ∆Uz−
3,3 0 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0 ∆V B
4,4 φe 0 0 0

0 0 0 0 0 0 φe ∆U−
2,2 0 0 0

0 0 0 0 0 0 0 0 ∆V B
3,3 iφd 0

0 0 0 0 0 0 0 0 −iφd ∆Uz+
3,3 0

0 0 0 0 0 0 0 0 0 0 ∆U−
1,1



(132)

A banda de condução é dada pela matriz

HBC =

(
∆A iφa
−iφa ∆U+

1,1

)
(133)

e a banda de valência

HBV =

(
∆V A

1,1 iφb
−iφb ∆U+

2,2

)
(134)

De HBC e HBV obtemos a energia mais baixa da banda de condução Ec e a energia mais alta da
banda de valência Ev, dadas por

Ec =

(
∆U+

1,1 + ∆A
)

2
+

√(
∆U+

1,1 −∆A
)2

4
+ φ2

a (135)

Ev =

(
∆U+

2,2 + ∆V A
1,1

)
2

+

√(
∆U+

2,2 −∆V A
1,1

)2

4
+ φ2

b (136)

Definindo o auto-vetor de Ec como |ψBC〉 e o auto-vetor de Ev como |ψBV 〉, onde

|ψBC〉 =
1√

1 + |c|2
|dz2〉+

c√
1 + |c|2

∣∣psim/ch+

〉
(137)
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|ψBV 〉 =
1√

1 + |v|2
|d1,ch−〉+

v√
1 + |v|2

∣∣psim/ch−〉 (138)

onde

c =
−2φa√

4φ2
a + (∆U+

1,1 −∆A)2 + ∆U+
1,1 −∆A

(139)

v =
−2φb√

4φ2
b + (∆U+

2,2 −∆V A
1,1 )2 + ∆U+

2,2 −∆V A
1,1

(140)

Para os vales K e K ′, podemos escrever os auto-vetores de forma generalizada

|ψBC〉 =
1√

1 + |c|2
|dz2〉+

c√
1 + |c|2

∣∣psim/ch−τ〉 (141)

|ψBV 〉 =
1√

1 + |v|2
|d1,chτ 〉+

v√
1 + |v|2

∣∣psim/chτ〉 (142)

sendo τ o índice do vale, se τ = 1(−1) temos o vale K(K ′), quando τ = ±1 deve-se trocar nos
auto-vetores τ por ±, respectivamente.

I.2 CORREÇÃO DE MASSA EFETIVA NA ESTRUTURA ELETRÔNICA

Este apêndice tem por objetivo, mostrar o efeito da correção de massa efetiva, tratado como
perturbação, na estrutura eletrônica da monocamada e do PQ. O Hamiltoniano de correção da
massa efetiva é dado pela seguinte expressão:

Hmf =

(
γ1

(
k2
x + k2

y

)
0

0 γ2

(
k2
x + k2

y

) ) (143)

onde γ1 = 17.2 meV nm2 e γ2 = −1.3 meV nm2 (42).
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I.2.1 Monocamada

Para o bulk da monocamada, a nova expressão dos auto-valores pode ser obtida através do
seguinte determinante:

∣∣∣∣∣∆2 + γ1

(
k2
x + k2

y

)
− E ta (τkx − iky)

ta (τkx + iky) −∆
2

+ τλsosz + γ2

(
k2
x + k2

y

)
− E

∣∣∣∣∣ = 0 (144)

Desse determinante obtemos a seguinte expressão para os auto-valores:

E±(kx, ky) =
τλsosz + (γ1 + γ2) k2

2
±
√

(∆− λsoτsz + (γ1 − γ2) k2)2

4
+ t2a2k2 (145)

onde k2 = k2
x + k2

y , o resultado dessa correção na monocamada pode ser visto na figura (1).

Figura 1: Estrutura eletrônica da banda na monocamada na vizinhança dos pontos de alta simetria K (a) e K’(b)
com interação spin órbita, sendo o spin-up representado pela cor azul e o spin-down representado pela cor vermelha,
com ky = 0, os gráficos com as linhas tracejadas representam a estrutura eletrônica obtida através do Hamiltoniano
efetivo e os gráficos com as linhas cheias representam a estrutura eletrônica obtida pelo Hamiltoniano Efetivo levando
em consideração a correção de massa efetiva.

Na figura (1) observamos que a correção de massa efetiva altera a estrutura da banda, con-
forme nos distanciamos dos pontos de alta simetria K(K’), sendo que a banda de condução sobre
uma alteração na sua curvatura e a banda de valência praticamente não possui correção na sua
estrutura, isso ocorre devido ao fato do Hamiltoniano de correção de massa efetiva ter o termo γ1
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consideravelmente maior que γ2, quebrando a simetria elétron-buraco.

I.2.2 Ponto Quântico

Para o PQ, o Hamiltoniano de correção de massa efetiva pode ser dado pela seguinte expres-
são:

Hmf =

 γ1

(
∂2

∂2r
+ 1

r
∂
∂r

+ 1
r2
∂2

∂2θ

)
0

0 γ2

(
∂2

∂2r
+ 1

r
∂
∂r

+ 1
r2
∂2

∂2θ

)  (146)

A correção dos auto-valores pode ser obtida considerando esse Hamiltoniano de correção de
massa efetiva, como uma perturbação e aplicando uma correção perturbativa de primeira ordem
aos auto-valores, as correções de ordem superiores são nulas.

Figura 2: Estrutura Eletrônica da banda no PQ, com R=40nm, com relação ao momento angular efetivo j, em (a)
temos os estados da banda de condução na vizinhança do ponto de alta simetria K com spin-up, em (b) temos os
estados da banda de condução na vizinhança do ponto de alta simetria K’ com spin-down, em (c) e (d) temos os
estados da banda de valência análogos a (a) e (b) respectivamente, os gráficos com as linhas vermelhas tracejadas
representam a estrutura eletrônica obtida através do Hamiltoniano efetivo e os gráficos com as linhas azuis cheias
representam a estrutura eletrônica obtida pelo Hamiltoniano Efetivo levando em consideração a correção de massa
efetiva.
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Na figura (2) observamos um comportamento similar à monocamada, a banda de condução
sofre uma leve alteração nos níveis de energia, enquanto a banda de valência praticamente não
tem seus níveis de energia alterados.

I.2.3 Níveis de Landau na Monocamada

Para a monocamada com a aplicação de um campo magnético perpendicular, na direção ẑ,
o Hamiltoniano de correção de massa efetiva, pode ser escrito, através da utilização da segunda
quantização, pela seguinte expressão:

Hmf =

(
γ1
l2B

(
bb† + b†b

)
0

0 γ2
l2B

(
bb† + b†b

) ) (147)

A correção dos auto-valores pode ser obtida considerando esse Hamiltoniano de correção de
massa efetiva, como uma perturbação e aplicando uma correção perturbativa de primeira ordem
aos auto-valores, as correções de ordem superiores são nulas.

Figura 3: Estrutura eletrônica da banda de condução, na monocamada, com a aplicação de um campo magnético
na direção perpendicular ao plano da monocamada, dos estados na vizinhança do ponto de alta simetria K, com
spin-up (a) e spin-down(b), e na vizinhança do ponto de alta simetria K’, com spin-up(c) e spin-down(d); os gráficos
com as linhas vermelhas tracejadas representam a estrutura eletrônica obtida através do Hamiltoniano efetivo e os
gráficos com as linhas azuis cheias representam a estrutura eletrônica obtida pelo Hamiltoniano Efetivo levando em
consideração a correção de massa efetiva.
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Figura 4: Estrutura eletrônica da banda de valência, na monocamada, com a aplicação de um campo magnético na
direção perpendicular ao plano da monocamada, dos estados na vizinhança do ponto de alta simetria K, com spin-
up (a) e spin-down(b), e na vizinhança do ponto de alta simetria K’, com spin-up(c) e spin-down(d); os gráficos
com as linhas vermelhas tracejadas representam a estrutura eletrônica obtida através do Hamiltoniano efetivo e os
gráficos com as linhas azuis cheias representam a estrutura eletrônica obtida pelo Hamiltoniano Efetivo levando em
consideração a correção de massa efetiva.

Nas figuras (3) e (4) observamos que os níveis de Landau da banda de condução são levemente
alterados com a correção de massa efetiva, enquanto os níveis de Landau da banda de valência
praticamente não sofrem qualquer alteração.

I.2.4 Niveis de Landau e Efeito Zeeman Efetivo no Ponto Quântico

Para o PQ com a aplicação de um campo magnético perpendicular, na direção ẑ, o Hamilto-
niano de correção de massa efetiva pode ser dado pela seguinte expressão:

Hmf =

 γ1

(
∂2

∂2r
+ 1

r
∂
∂r

+ 1
r2
∂2

∂2θ
+ r2

4l4B
− i

l2B

∂
∂θ

)
0

0 γ2

(
∂2

∂2r
+ 1

r
∂
∂r

+ 1
r2
∂2

∂2θ
+ r2

4l4B
− i

l2B

∂
∂θ

)  (148)

A correção dos auto-valores pode ser obtida considerando esse Hamiltoniano de correção de
massa efetiva, como uma perturbação e aplicando uma correção perturbativa de primeira ordem
aos auto-valores, as correções de ordem superiores são nulas.
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Figura 5: Estrutura Eletrônica da banda no PQ, com R=70nm, com relação ao campo magnético B(T), aplicado
perpendicularmente ao PQ, em (a) temos os estados da banda de condução na vizinhança do ponto de alta simetria
K com spin-up, em (b) temos os estados da banda de condução na vizinhança do ponto de alta simetria K’ com spin-
down, em (c) e (d) temos os estados da banda de valência análogos a (a) e (b) respectivamente, os gráficos com as
linhas vermelhas cheias representam a estrutura eletrônica obtida através do Hamiltoniano efetivo e os gráficos com as
linhas azuis tracejadas representam a estrutura eletrônica obtida pelo Hamiltoniano Efetivo levando em consideração
a correção de massa efetiva.

Na figura (5) vemos que com a correção de massa efetiva, devido à assimetria elétron-buraco,
não temos mais a formação dos níveis de Landau na banda de condução, enquanto tais níveis
aparecem na banda de valência, os níveis de energia da banda de valência praticamente não sofrem
alterações com essa correção.

Na figura (6)(a) vemos que a EEZ na banda de condução sofre uma alteração insignificante
quando comparado ao resultado obtido sem a correção da massa efetiva, na figura (6)(b) vemos
que a EEZ na banda de valência permanece praticamente a mesma quando comparado os dois
modelos teóricos, embora a correção da massa efetiva altere um pouco a EEZ na banda de con-
dução, tal alteração é insignificante, sendo uma boa aproximação considerar a EEZ na banda de
condução ∆EC igual à EEZ na banda de valência ∆EV , dessa maneira podemos concluir que
apesar de levarmos em consideração a assimetria elétron-buraco gerada pela correção de massa
efetiva o efeito Zeeman no vale permanece robusto.
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Figura 6: Energia Efetiva do Zeeman para a banda de condução ∆EC (a) e banda de valência ∆EV (b), para um PQ
com R=70nm, com relação ao campo magnético B(T), aplicado perpendicularmente ao PQ , os gráficos com as linhas
vermelhas tracejadas representam a energia efetiva do zeeman obtida através do Hamiltoniano efetivo e os gráficos
com as linhas azuis cheias representam a energia efetiva do zeeman obtida pelo Hamiltoniano Efetivo levando em
consideração a correção de massa efetiva.
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