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Resumo

Neste trabalho, a técnica da matriz de espalhamento é usada para calcular a trans-

missividade de spins polarizados através de heteroestruturas semicondutoras de dupla

barreira simétrica. O movimento de elétrons de condução são descritos na aproximação

da massa efetiva do modelo completo de Dresselhaus.

A transmissividade e a polarização são calculadas como função da energia do elétron

para k|| = 0, 5x106cm−1, k|| = 1x106cm−1 e k|| = 2x106cm−1 com vários valores de φ, para

um sistema GaSb/GaxAl1−xSb/GaSb/GaxAl1−xSb/GaSb. Fixando o momento paralelo

k|| e variando φ = 30o, 45o, 60o e 90o, observamos que as posições dos picos ressonantes

variam fracamente com a energia e as curvas de transmissão mudam mais fortemente nas

regiões fora da ressonância, com a polarização atingindo valores entre 54%−→82% nos

níveis ressonantes. Para a direção φ = 45o, o spin-mixing produz uma eficiência de pola-

rização de quase 100%. Ao aplicarmos uma tensão externa, os picos de transmissividade

e spin polarização sofrem um desclocamento para regiões de energias mais baixas.



Abstract

In this dissertation, the scattering matrix technique is used to calculate the transmis-

sivity of polarized spins through semiconductors heterostructures of symmetrical double

barrier. The movement of electrons is described in the effective mass approach of the

complete Dresselhaus models.

The transmissivity and polarization are calculated as a function of electron energy

with k|| = 0, 5x106cm−1, k|| = 1x106cm−1 and k|| = 2x106cm−1 varying the angle φ

GaSb/GaxAl1−xSb/GaSb/GaxAl1−xSb/GaSb system. Fixing the parallel moment k|| and

varying φ = 30o, 45o, 60o and 90o, we observed that the positions of the resonant picks

vary faintly with the energy and the transmission curves change more strongly in the

areas out of the resonance, with the polarization reaching values among 54%−→82% in

the resonant levels. For the direction φ = 45o, the spin mixing produces a spin polarization

efficiency of nearly 100 %. Applying an external voltage, the peak transmissivity and spin

polarization undergo a shift towards regions to lower energies.
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Capítulo 1

Introdução

Nos últimos anos, com o grande aumento da popularização dos computadores, a com-

putação evoluiu rapidamente quanto ao poder de processamento, armazenamento e mani-

pulação de informação. Um novo ramo da eletrônica, a spintrônica, ajudou nesta evolução

onde nessa "nova" ciência o spin dos potadores é o personagem principal.

O conhecimento de mecanismos que permitam a manipulação dos spins são fundamen-

tais. Entre eles, está a interação dependente do spin. Essa manipulação e/ou controle de

graus de liberdade intríscicamente não clássicos do spin do elétron em sistemas de matéria

condesada é um tema fascinante e atual [1,2,3,4,5]

A spintrônica teve início nos anos 90 com Datta e Das [6], quando propuseram um

novo dispositivo eletrônico onde a corrente de modulação surgia de uma precessão de spin

devido ao acoplamento spin-órbita (SO) em um semicondutor de gap estreito, enquanto

contatos magnetizados são usados para preferencialmente injetar e detectar orientações

de spin. Alguns anos depois, em 1999, três experimentos cruciais [7,8,9], envolvendo

transporte de spin polarizado, foram reportados na prestigiada Nature. Um destes ex-

perimentos, que possibilitou a realização dos outros dois, demonstrou pela primeira vez

transporte de "pacotes de spin" em semicondutores com dopagem volumétrica tipo n.

Surpreendentemente, os pesquisadores foram capazes de "arrastar" estes pacotes - preser-

vando o spin dos mesmos - por distâncias da ordem de 100µm! A idéia do experimento é

bastante simples: injeta-se opticamente "pacotes" de spin polarizados e movimenta-se os



mesmos pela aplicação de um campo elétrico externo. A detecção é feita monitorando-se

a fotoluminescência em função do tempo e posição. A preservação do spin dos portado-

res por distâncias microscópias despertou um grande interesse em comunidades diversas.

Esta descoberta fantástica mostrou pela primeira vez a possibilidade real de se transmitir

informações via o spin dos portadores.

Sob a ótica de interesse tecnológico, há uma grande expectativa quanto á versatilidade

e potencial de empregabilidade dos denominados "dispositivos spintrônicos" [1]. Nestes

dispositivos, como já comentado, o spin dos portadores é o elemento relevante para sua

operação e para o processamento, armazenamento e transmissão de informação. Ao que

tudo indica, estes dispositivos inovadores parecem extremamente promissores a médio e

longo prazos. Estamos nos referindo aqui a spintrônica em semicondutores.

Existem dois mecanismos de origem microscópica responsáveis pela interação spin-

órbita: 1- o acoplamento Rashba produzido pela assimetria do potencial (SIA). O efeito

de Rashba de separação de spins em semicondutores não magnéticos pode ser conseguido

das seguintes formas: por meio da aplicação de um campo elétrico externo no sistema, por

meio da assimetria das barreiras de potencial, pela formação atômica na região de interface

da heteroestrutura ou ainda pela fraca simetria de inversão espacial; 2- acoplamento de

Dresselhaus introduzido pela quebra de simetria de inversão espacial no Volume (BIA)

de materiais não centro-simétricos (como a estrutura ZincBlend), como mostrado na Fig.

1.1. Esta assimetria causa um acoplamento entre os estados do spin e o movimento dos

portadores, e pode conduzir a uma separação (splitting) dos estados de spins; juntas, essas

interações são responsáveis pela quebra da degenerescência de spins a campo zero [10,6].

Recentemente Perel [12] tem encontrado uma polarização de 20% no caso de hetero-

estrutura com barreira simples e não magnéticas com fraca simetria de inversão espacial,

ou seja, apenas o acoplamento spin-órbita de Dresselhaus.

Nosso objetivo, neste trabalho, é estudar a transmissividade de elétrons polarizados

no tunelamento ressonante em heteroestruturas semicondutoras não magnéticas de dupla

barreira simétrica, usando-se a técnica da matriz de espalhamento [11], na aproximação

da massa efetiva do modelo de Dresselhaus para a interação spin-órbita. O termo de
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Dresselhaus é considerado em sua forma completa. A interação spin-órbita acopla esta-

dos de spin e o movimento dos elétrons de condução no plano perpendicular a direção de

crescimento, o que abre a possibilidade de polarizar, manipular e detectar spins para mo-

derados campos elétricos. Os valores das massas efetiva na heteroestrutura, são tomados

iguais [13,14] e, em nossos cálculos, o parâmetro de Rashba é considerado desprezível.

Figura 1.1: Átomos ao longo da direção [111] de um diamante (acima) e uma estrutura

zinc blende (abaixo). Os diferentes tipos de átomos (indicados por cores) impedem a

simetria de inversão na estrutura zinc blende.

O tunelamento ressonante aparece como picos na curva da transmissividade, quando

as energias E da partícula incidente se igualam àquelas dos estados quase-ligados, En (up

ou down) da região do poço. Neste trabalho, usando o Hamiltoniano (2×2) completo de

Dresselhaus (linear + quadrático e cúbico em k), investigamos os efeitos da interação spin

-órbita no transporte de elétrons com spins polarizados em dupla barreira simétrica de

GaSb/GaxAl1−xSb. Levamos em conta a mistura de spin (spin mixing) entre os estados

de condução up e down. Assim, para cada canal de entrada (up in ou down in) temos dois

canais de saída (up out e down out). O modelo, então, permite o controle da separação

de spin (spin-splitting) e da eficiência de polarização através do momento paralelo às

camadas, k||, e do ângulo φ, quanto maior spin-mixing (maior valor de k||) maior spin-

splitting. Para φ = 45o encontramos uma eficiência de polarização de, aproximadamente,

100% o que realmente sugere que a heteroestrutura simétrica deGaSb/GaxAl1−xSb podem

ser usada para construção de filtro de spins.
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Neste trabalho reservamos o Capítulo 2 para uma breve revisão dos aspectos principais

da aproximação da massa efetiva para o modelo de uma banda e multibandas.

No Capítulo 3, discutimos os modelos de interação spin-órbita de Dreselhaus usando

o formalismo o k.p dentro da aproximação de massa efetiva.

No Capítulo 4, apresentamos o formalismo da matriz de espalhamento para o cálculo

da tranmissividade de spins polarizados em dupla barreira simétrica.

No Capítulo 5, apresentamos os resultados numéricos da transmissividade e polariza-

ção de spins em função da energia do elétron, onde são observados o efeito do vetor de

onda k|| e do ângulo φ.

No Capítulo 6, apresentamos nossas conclusões e possíveis aplicações futuras.
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Capítulo 2

Aproximação da Massa Efetiva

Desde as primeiras investigações sobre as propriedades eletrônicas em heteroestruturas

semicondutoras, a aproximação da massa afetiva tem sido o método mais utilizado para

descrever o movimento de elétrons num sólido sujeito a campos externos, impurezas, etc.,

que destrõem a simetria de translação do cristal.

A aproximação da massa efetiva, na sua forma geral, consiste em transformar o pro-

blema, inicialmente complicado, do movimento de um elétron no cristal, sujeito a um

potencial externo adicional, num problema mais simples, correspondente ao movimento

do elétron no espaço livre com o mesmo potencial externo, onde todos os efeitos da es-

trutura cristalina (potencial interno) estão embutidos nos parâmetros que descrevem esta

aproximação.

Neste Capítulo, discutiremos o formalismo da aproximação de massa efetiva para o

cristal infinito, cujos resultados serão adaptados no Capítulo 4 para o cálculo da trans-

missividade em heteroestruturas semicondutoras de spins polarizados em dupla barreira

simétrica. Desta forma, introduziremos inicialmente na seção (2.1) a aproximação da

massa efetiva para um modelo de cristal de uma banda e na seção (2.2) discutiremos a

aplicação desta aproximação para o caso de heteroestruturas semicondutoras.



2.1 Modelo de Uma Banda

Considere um cristal infinito com uma banda isolada, cuja extremidade está no ponto

k0 = 0. A equação de Schrödinger é dada por

H0ψk(r) = ε(k)ψk(r), (2.1)

onde

H0 =
p2

2m
+ U(r) (2.2)

é o Hamiltoniano do cristal perfeito, p = −i}∇ é o operador momento linear e ε(k) é a

energia do elétron em cada estado rotulado pelo índice k.

Em 1928, F. Block demonstrou o importante teorema que afirma que, a solução de

Schrödinger para um potencial periódico, Eq.(2.1), deve ter a forma especial:

ψk(r) = e ik.ruk(r), (2.3)

em que uk(r) é uma função que possui período igual ao da rede cristalina, sendo que k é

o vetor de onda reduzido, ou seja, restrito à primeira zona de Brillouin.

A função de Bloch, ψk(r), pode também ser escrita como combinação linear das funções

de Wannier a(r − Rj) associadas a cada um dos N sítios Rj da rede de Bravais e que

satisfazem a relação de ortogonalidade [15]:∫
a∗(r−Ri)a(r−Rj)dr = δij. (2.4)

Desta forma temos:

ψk(r) =
1√
N

N∑
j=1

eik.Rja(r−Rj). (2.5)

Da eq.(2.5), observa-se que a função de Wannier é a transformada de Fourier inversa

da função de Bloch, portanto, invertendo a Eq.(2.5) obtem-se

a(r−Rj) =
1√
N

∑
k

e−ik.Rjψk(r). (2.6)

Vamos agora adicionar ao potencial cristalino um potencial de pertubação V (r), vari-

ando lentamente com a posição dentro de uma célula unitária do cristal, de modo que os

elementos de matriz na base de Wannier são dados por:

Vij =

∫
a∗(r−Ri)V (r)a(r−Rj)dr ∼= V (Ri)δij. (2.7)

6



O Hamiltoniano do sistema pertubado, H = Ho + V (r), satisfaz a equação de Schrö-

dinger

[Ho + V (r)]Ψ(r) = EΨ(r). (2.8)

Como o potencial V (r) varia fracamente com a posição podemos expandir a função

de onda do cristal pertubado, Ψ(r), na base de Wannier que contém as características do

sistema não pertubado. Sendo assim, obtém-se

Ψ(r) =
1√
N

N∑
j=i

F (Rj)a(r−Rj), (2.9)

onde as funções F (Rj) são chamadas funções envelopes, que dependem fracamente da

posição e que modulam as funções de Wannier em cada sítio Rj.

Substituindo a Eq.(2.9) na Eq.(2.8) e projetando o resultado em um elemento da base

de Wainner obtemos ∑
j

[(Ho)ij + Vij]F (Rj) = EF (Ri), (2.10)

onde usamos as condições (2.4) e (2.7), sendo:

(Ho)ij =

∫
a∗(r−Ri)H0a(r−Rj)dr, (2.11)

os elementos de matriz do Hamiltoniano do cristal perfeito, Ho, na base de Wannier,

podemos ainda escrever

(Ho)ij = Ho(Ri −Rj), (2.12)

uma forma que expressa a invariância translacional de Ho.

Desta maneira, a Eq.(2.10) torna-se

∑
j

H0(Ri −Rj)F (Rj) + V (Ri)F (Ri) = EF (Ri). (2.13)

que é exata, exceto pela aproximação indicada na Eq.(2.7).

Como temos N sítios, a Eq.(2.13) é equivalente a um sistema de N equações relacio-

nadas às N incógnitas F (Rj). Considerando o fato de que as funções envelopes variam

fracamente com a posição e admitindo que as mesmas sejam obtidas dos valores de uma

função contínua F (r) para cada sítio, r = Rj, podemos expandir as quantidades F (Rj)
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em série de Taylor em torno do sítio Ri. Assim sendo, obtém-se

F (Rj) = [1 + (Rj −Ri).∇+
(Rj −Ri)

2

2!
∇2 + ....]F (Ri), (2.14)

ou

F (Rj) = eik.(Rj−Ri)F (Ri), (2.15)

onde usamos a substituição formal ∇ −→ ik.

Substituindo a Eq.(2.15) na Eq.(2.13) obtém-se∑
j

H0(Ri −Rj)e
−ik.(Ri−Rj)F (Ri) + V (Ri)F (Ri) = EF (Ri). (2.16)

Por outro lado, levando a Eq.(2.5) na Eq.(2.1), projetando-se o resultado em um

elemento a(r−Ri) da base de Wannier e utilizando a Eq.(2.12), encontra-se∑
j

H0(Ri −Rj)e
−ik.(Ri−Rj) = ε(k). (2.17)

Usando agora este último resultado na Eq.(2.16), obtém-se:

ε(−i∇)F (r) + V (r)F (r) = EF (r). (2.18)

A solução F (r) desta equação nos fornece os coeficientes F (Rj), para cada sítio r = Rj.

Como acontece na maioria dos problemas tratados nesta aproximação, é suficiente

expandir-se ε(k −→ i∇) até termos da ordem k2, para pontos próximos ao extremo

da banda. Assim a Eq.(2.18), que é conhecida como equação da massa efetiva, torna-

se semelhante à equação de Schrödinger para uma partícula no espaço livre sujeita ao

potencial externo V (r), mas com o operador energia cinética até a ordem de k2, da forma

ε(k) =
~2k2

2m∗
(2.19)

ondem∗, conhecida como massa efetiva da partícula - daí o nome da aproximação -contém

todas as informações relevantes do potencial periódico. De maneira análoga, podemos

interpretar F (r) como as autofunções do elétron naquele potencial.

Convém agora mostrar um importante resultado, que estabelece a relação entre a

função de onda do sistema perturbado, Ψ(r), e a parte periódica da função de Bloch

uk(r) na extremidade da banda k0 (aqui considerado k0 = 0):

Ψ(r) ∼= F (r)u0(r). (2.20)
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Para isto, vamos expandir a função de onda Ψ(r), dada na Eq.(2.9), em termos das

funções de Bloch, usando a Eq.(2.6), isto é

Ψ(r) =
1

N

∑
j,k

e−ik.RjF (Rj)ψk(r). (2.21)

Definindo

G(k) =
1√
N

∑
j

e−ik.RjF (Rj), (2.22)

a Eq.(2.21) pode ser reescrita como

Ψ(r) =
1√
N

∑
k

G(k)ψk(r). (2.23)

Utilizando-se, então, a função de Bloch ψk(r) dada na Eq.(2.3), podemos reescrever a

equação acima como

Ψ(r) =
1√
N

∑
k

eik.rG(k)uk(r). (2.24)

Como as funções envelopes F (Rj) variam muito pouco dentro da célula unitária,

podemos escrever, com uma boa aproximação, a Eq.(2.22) na forma

G(k) ∼=
1√
N

∫
e−ik.rF (r)dr. (2.25)

Desta equação, podemos verificar que G(k) é a transformada de Fourier de F(r) e como

F(r) tem uma fraca dependência com a posição no espaço real, G(k) é bem concentrada

no espaço recíproco k , ou seja, G(k) tem valores apreciáveis somente para k ≈ 0. Sendo

assim, podemos substituir uk(r) −→ u0(r) na Eq(2.24), para obtermos

Ψ(r) ∼=
1√
N

∑
k

eik.rG(k)u0(r). (2.26)

Como F(r) é a transformada de Fourier de G(k) , isto é:

F (r) =
1√
N

∑
k

eik.rG(k), (2.27)

podemos reescrever a Eq.(2.26) na forma

Ψ(r) ∼= F (r)u0(r), (2.28)

obtendo assim o resultado desejado.
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2.2 Modelo para Multibandas

Vamos agora generalizar os resultados da subseção anterior para um cristal semicon-

dutor infinito com várias bandas acopladas, cujas extremidades ocorrem no ponto k0 = 0.

Consideremos que exista um potencial externo, V(r), que varie fracamente com a posição

dentro de uma célula unitária centrada em sítio Ri e satisfazendo a uma condição análoga

à da Eq.(2.7),

V ij
µν =

∫
a∗µ(r−Ri)V (r)aν(r−Rj)dr ∼= V (Ri)δµνδij. (2.29)

onde aµ(r−Ri) é a funçào de Wannier para cada banda µ, centrada no sítio r = Ri.

Expandindo a função de onda do sistema perturbado, Ψ(r), na base de Wannier

Ψ(r) =
1√
N

∑
j,ν

Fν(Rj)aν(r−Rj). (2.30)

Procedendo, então, da mesma maneira como na subseção anterior, obtemos a equação

de Schrödinger análoga a Eq.(2.13)

∑
jν

H0
µν(Ri −Rj)Fν(Rj) + V (Ri)Fµ(Ri) = EFµ(Ri). (2.31)

onde, devido a simetria de translação do cristal perfeito, podemos escrever

H0
µν(Ri −Rj) = (H0)ijµν =

∫
a∗µ(r−Ri)H0aν(r−Rj)dr. (2.32)

Como as funções envelope dependem fracamente da posição, podemos expandir as

componentes Fν(Rj) em série de Taylor em torno do sítio Ri, isto é,

Fν(Rj) =
1√
N

∑
i

e−ik.(Ri−Rj)Fν(Ri), (2.33)

onde k⇔ −i∇.

Substituindo esse resultado na Eq.(2.31) e usando-se o análogo da Eq.(2.17) para

multibandas,

H0
µν(k) =

∑
i

e−ik.(Ri−Rj)H0
µν(Ri −Rj), (2.34)

obtemos ∑
ν

[H0
µν(k −→ −i∇) + V (Ri)δµν ]Fν(Ri) = EFν(Ri), (2.35)
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que é a generalização da equação de massa efetiva para o modelo de multibandas.

Admitindo-se, como na subseção anterior, que as funções envelope Fν(Rj) podem ser

obtidas a partir de uma função contínua Fν(r), a equação de massa efetiva pode ainda

ser escrita como

∑
ν

[H0
µν(k −→ −i∇) + V (Ri)δµν ]Fν(Ri) = EFν(Ri). (2.36)

Utilizando o procedimento idêntico ao da subseção anterior podemos mostrar que a

função de onda, Ψ(r), do sistema perturbado depende da função de Bloch no extremo da

seguinte forma

Ψ(r) ∼=
∑
ν

Fν(r)uν0(r). (2.37)

Nesta seção, descrevemos o formalismo que leva à aproximação de massa efetiva para

um cristal infinito perturbado. Na próxima seção discutiremos algumas aproximações

visando a utilização deste método para o cálculo das propriedades de transporte.

2.3 Aproximação da Massa Efetiva em Heteroestrutu-

ras

Consideremos uma heteroestrutura composta por dois semicondutores A e B, Fig. 2.1,

com simetria zincblend crescida na direção z. A técnica mais utilizada no crescimento des-

ses sistemas são a epitaxial por feixe molecular (MBE-Molecular Beam Epitaxy) e "metal-

organicchemical vapour deposition"(MOCVD), que permitem estruturas coerentes, isto

é, a constante de rede da camada epitaxial (A) na direção paralela a interface é forçada

a ser igual à constante de rede do substrato (B), mantendo as interfaces completamente

planas. Com uma boa aproximação, consideramos que as interfaces entre os semicondu-

tores diferentes sejam bidimensionais, o que implica que os vetores de onda k|| = (kx, ky)

são bons números quânticos (são conservados através da interface) para o sistema.

Nos próximos desenvolvimentos, utilizaremos a aproximação que consiste em desprezar

a formação de dipolos devido à acumulação de cargas nas interfaces e consideramos o

movimento dos elétrons em camadas isoladas como aproximadamente igual ao do cristal
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perfeito formado por aquele material, independentemente das condições de contorno que

as funções envelopes devam satisfazer. Esta aproximação é conhecida como aproximação

de banda plana ou flat band approximation.

Figura 2.1: Ilustração de uma heteroestrutura do tipo poço quântico onde mostra a

disposição das camadas dos materiais (A) e (B).

Seguindo estas aproximações, devido à diferença dos gaps dos materiais (E
(B)
g 6= E

(A)
g ),

consideramos numa interface que a energia na direção z apresentará uma descontinuidade

δEc + δEv = δEg, (2.38)

onde δEc e δEv medem, respectivamente, a descontinuidade das bandas de condução e de

valência no ponto Γ. Desta forma, crescendo uma heteroestrutura com uma sequência de

camadas alternadas ABAB..., os portadores, nesses materiais (elétrons), estarão sujeitos

a um perfil de potencial consistindo de poços e barreiras, semelhante ao problema de

uma partícula em um potencial unidimensional. Entretanto, outras formas de interfaces

são possíveis variando de forma controlada a composição dos materiais e que permitiria

obter estruturas diversas como: poços quânticos com potenciais triangulares e parabólicos,

estrutura delta-doping e etc...(Band-gap engeneering).

Como no esquema da aproximação de massa efetiva o potencial interno V(r) não

produz acoplamento (isto é, na ausência de campos magnéticos ou de strains) entre as

bandas, de modo que podemos considerar δEv = V (r)=constante. Desta forma, para

encontrarmos os autoestados na heteroestrutura temos que resolver a equação de massa

efetiva dentro de cada camada j, isto é∑
ν

[H(j)
µν (k −→ −i∇) + V (r)δµν ]Fν(r) = EF (j)

ν (r), (2.39)
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com j= A ou B e, então, estabelecer condições de contorno (continuidade) que as funções

envelopes devam satisfazer nas interfaces. A função de Bloch em cada camada toma a

forma da Eq. (2.37)

Ψ(j)(r) =
∑
ν

F (j)
ν (r)u

(j)
ν0 (r). (2.40)

Assim, usamos o fato de que a função Ψ(j)(r) deve ser contínua em todo o sistema.

Entretanto, essa condição não é suficiente para relacionar as funções envelope diretamente,

como pode ser visto claramente da Eq. (2.40), sendo necessário o conhecimento das

funções de Bloch u(j)
ν0 em cada material, o que extrapola o domínio da aproximação da

massa efetiva.

Como ambos os materiais que formam a heteroestrutura apresentam o gap exatamente

no ponto Γ(k0 = 0), admitimos que as componentes da função de Bloch u(j)
ν sejam iguais

em todas as regiões, isto é,

u
(A)
ν0 = u

(B)
ν0 , (2.41)

o que restringe a aplicação do método a heteroestruturas formadas com materiais com

mesma estrutura cristalina [16].

Desta forma, usando a ortogonalidade das funções de Bloch e a continuidade de Ψ(j)(r)

na interface z = zi obtemos a relação:

F (A)
ν (ρ, zi) = F (B)

ν (ρ, zi), (2.42)

que representa a continuidade das funções envelopes nas interfaces, sendo ρ = (x, y) a

componente bidimensional do vetor r no plano xy das camadas.

Admitindo a invariância translacional do sistema no plano xy (ou seja, conservação do

momento linear kρ), as funções envelopes em cada camada podem ser reescritas como,

F (j)
ν (ρ, z) = eikρ.ρF (j)

ν (z), (2.43)

o que resulta em uma equação de massa efetiva multibandas cuja forma matricial é dada

por,

[H(j)(kz −→ −i∂/∂z) + IV (r)]F(j)(z) = EF(j)(z). (2.44)
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Uma segunda condição de contorno é a continuidade da corrente de probabilidade, que

pode ser obtida integrando-se a equação de massa efetiva através de uma pequena região,

δ, em torno da interface que, no limite δ −→ 0, toma a forma

JzF
(A)
ν (zi) = JzF

(B)
ν (zi), (2.45)

onde Jz é o operador densidade de corrente que será definido no Capítulo 4.

Uma vez obtida a equação de massa efetiva que descreve o movimento dos portadores

(elétrons) em heteroestrutura semicondutoras, o passo seguinte é escolher o melhor Ha-

miltoniano para descrever adequadamente as propriedades do cristal perfeito, visando a

obtenção de bons resultados uma vez que estamos interessados no efeito de spin-órbita .

Para isto, optamos pelo modelo de Dresselhaus em sua forma completa para investigarmos

a transmissividade de elétrons, na aproximação k·p. No próximo Capítulo discutiremos

os modelos de interação spin-órbita na aproximação k·p.
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Capítulo 3

Modelo de Dresselhaus

Para compreendermos as propriedades eletrônicas em heteroestruturas semiconduto-

ras sujeita a interação spin-órbita, torna-se essencial um modelo razoável para calcular-

mos a estrutura eletrônica. Vários formalismos têm sido utilizados no cálculo da estru-

tura eletrônica, como a aproximação Tight-Binding [20], Pseudopotenciais [21], Densidade

Funcional, etc. Além da complexidade inerente de cada um deles, os altos custos compu-

tacionais podem limitar a utilização prática dos mesmos a um grupo reduzido de locais

com infraestrutura computacional necessária.

Em vista dessas dificuldades, nesta dissertação optamos pelo Hamiltoniano completo

de Dresselhaus, baseado no método k·p, para descrever as propriedades de transporte de

spins polarizados em dupla barreira simétrica, uma vez que o mesmo é de fácil adaptação

ao esquema da massa efetiva.

Nesse Capítulo apresentamos, de forma qualitativa, o formalismo usado neste trabalho

para o cálculo da transmissividade de elétrons polarizados da banda de condução em

heteroestruturas de dupla barreira simétrica. Inicialmente será feita uma descrição do

método k·p, método este muito utilizado para o estudo de bandas em semicondutores, que

descreve o movimento do elétron no cristal perfeito em suas representações sem interação

spin-órbita e, posteriormente, com interação spin-órbita. Em seguida apresentamos a

aproximação de Kane usada para simplificação dos cálculos no estudo das propriedades

eletrônica de semicondutores, que é baseada no método k·p onde o mesmo é tratado



perturbativamente por meio de uma teoria de perturbação desenvolvida por Löwdin. O

Hamiltoniano total é o Hamiltoniano de Dresselhaus. O Hamiltoniano de Dresselhaus, que

considera o acoplamento spin-órbita em sua forma completa, gerado a partir da assimetria

de inversão espacial no volume (BIA).

3.1 Método k·p

Inicialmente utilizado para determinar massas efetivas e funções de onda próximo aos

pontos de alta simetria no espaço-k, o método k·p introduzido por Bardeen [22] e Seitz [23],

tornou-se uma técnica atraente para o cálculo de estrutura de bandas em semicondutores.

Isto se deve ao fato de que as propriedades eletrônicas usuais, tais como, tunelamento,

absorção óptica, etc... dependem fortemente dos detalhes da estrutura de banda na vizi-

nhança de seus extremos, permitindo aproximações específicas e com simplificações nos

cálculos que não comprometem os detalhes dos estados numa dada vizinhança.

Em linhas gerais, o procedimento básico para o cálculo de bandas através do método

k·p [24] envolve três etapas: (i) transformação do Hamiltoniano do cristal para uma

representação k·p, que incorpora detalhes da estrutura de bandas na vizinhança do ponto

k=k0; (ii) redução ao problema matricial de autovalores, usando como base as funções de

onda no ponto k0 para se obter formalmente a matriz do passo anterior; (iii) introdução

de aproximações, visando a utilização prática desses resultados. Por simplicidade de

exposição, convém tratarmos aqui o Hamiltoniano do cristal perfeito, separadamente, na

presença ou não de interação spin-órbita.

3.1.1 Representação k·p sem Acoplamento Spin-Órbita

Na aproximação de partículas independentes, a função de onda de um portador no

cristal semicondutor é obtida resolvendo-se a equação de Schrödinger

H0ψnk(r) = [
p2

2m0

+ U(r)]ψnk(r) = Eψnk(r), (3.1)

onde m0 é a massa do eléron livre, p = i}∇ é o operador momento linear e U(r) é o

potencial cristalino (periódico) que descreve a interação entre os íons do cristal. Devido a
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periodicidade do potencial cristalino, podemos fazer uso do teorema de Bloch e as soluções

da equação acima devem ser da forma,

ψnk(r) = eik.runk(r), (3.2)

onde unk(r) é a parte periódica da função de Bloch, ψnk(r), com o mesmo período de U(r)

e k é o vetor de onda que descreve o movimento do portador no cristal. Como k deve

ser real (estados extendidos), as energias de onda k dentro da primeira zona de Brillouin

são quantizadas, na forma En(k), onde n é o índice que classifica esta função em várias

bandas de energia.

Substituindo a função de Bloch, Eq.(3.1), e multiplicando ambos os lados por e−ik.r

na equação de Schrödinger, obtemos

H(k)unk(r) = En(k)unk(r) (3.3)

onde definimos o Hamiltoniano

H(k) ≡ Hk·p = [
p2

2m0

+ U(r) +
}
m0

k · p +
}2k2

2m0

], (3.4)

como a representação k·p do Hamiltoniano H0.

A Eq.(3.3), representa uma equação de autovalores para unk(r) no pequeno volume

de uma célula unitária do cristal, onde essas funções são normalizadas e, como Hk·p é um

operador Hermitiano, espera-se um número infinito de soluções com autovalores discretos,

classificados pelo número quântico n, o índice de banda.

Vale ainda ressaltar que o vetor de onda k que aparece na equação de autovalores, par-

ticularmente para k = k0, as funções unk0(r) formam um conjunto completo, sendo úteis

como base para a formulação do método k·p. Sendo assim, supomos agora que En(k0)

e unk0(r) sejam soluções conhecidadas num ponto de referência k = k0, satisfazendo a

Eq.(3.3), isto é:

H(k0)unk0(r) = En(k0)unk0(r), (3.5)

com

H(k0) =
p2

2m0

+ U(r) +
}
m0

k0 · p +
}2

2m0

k0
2. (3.6)
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Comparando as equações (3.4) e (3.6), podemos concluir que o Hamiltoniano H(k),

em qualquer ponto k, pode ser representado numa forma que contenha H(k0), o que

permite reescrever a equação de autovalores (3.3) na forma

{H(k0) +
}
m0

(k− k0) · p +
}2

2m0

(k2 − k0
2)}unk(r) = En(k)unk(r). (3.7)

A próxima etapa é transformar esta equação, num sistema matricial de autovalores.

Para isto expande-se as funções unk(r) na base completa {un′k0(r)} das autofunções de

H0(k0)

unk(r) =
∑
n′

cnn′un′k0(r). (3.8)

Dessa forma, substituindo esta expansão na Eq. (3.3) e projetando o resultado em um

estado particular, unk(r), obtém-se uma equação para os coeficientes, cnn′ ,∑
n′

{[En(k0) +
}2

2m0

(k2 − k2
0)]δnn′ +

}
m0

(k− k0) · pnn′ (k0)} = En(k)cnn′ (3.9)

pnn′ (k0) =

∫
u∗nk0

(r)pun′k0
(r)dr, (3.10)

são os elementos de matriz do operador momento linear, entre os estados de Bloch no

ponto k0 , calculados no volume da célula unitária da rede de Bravais do cristal.

Vemos, portanto, que a Eq. (3.9) relaciona a energia de uma certa banda En(k), num

ponto k da primeira zona de Brillouin, à uma matriz Hamiltoniano efetivo cujos elementos

são dados por:

Hij = [Ei(k0) +
}2

2m0

(k2 − k0
2)]δij +

}
m0

(k− k0) · pij(k0). (3.11)

Uma vez que a matriz do Hamiltoniano efetivo é de dimensão infinita, não é possível

a sua diagonalização exata. Entretanto, para os materiais que estamos interessados e

para as propriedades eletrônicas de maior interesse, podemos tratar os elementos fora da

diagonal da matriz Eq.(3.9) como uma perturbação. Usando uma teoria de perturbação

desenvolvida por Löwdin [25], Kane observou que uma escolha adequada de estados unk0(r)

simplificaria o problema de forma a restringi-lo na busca de soluções para uma matriz de

dimensão finita. Antes de abordarmos essa aproximação, vamos descrever na próxima

subseção representação a k·p com interação spin-órbita.
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3.1.2 Representação k·p com Interação Spin-Órbita

Na discussão até aqui desenvolvida, ignorou-se o acoplamento spin-órbita, uma vez que

todos os operadores envolvidos eram independentes desta variável. Na grande maioria dos

semicondutores, porém, a interação spin-órbita é muito importante, sendo fundamental

para comparações com resultados experimentais, uma vez que níveis, inicialmente dege-

nerados, podem ser desdobrados com a presença desta interação, resultando num espectro

muito diferente daquele sem essa interação.

Esta interação que provém da pertubação que o spin do elétron sofre devido ao campo

magnético provocado pela sua órbita em torno do núcleo, tem a forma:

HSO =
}2

4m2
0c

2
[σ ×∇U(r)] · p (3.12)

sendo ∇U(r) o gradiente do potencial cristalino e σ as matrizes de Pauli

σx =

 0 1

1 0

 , σy =

 0 −i

i 0

 , σz =

 1 0

0 −1

 , (3.13)

que operam nas variáveis de spin. Dessa forma, adicionando a interação spin-órbita, HSO,

ao Hamiltoniano [ p2

2m0
+ U(r)] e procedendo da mesma forma que a subseção anterior,

encontramos

H(k) ≡ Hk·p =
p2

2m0

+ U(r) +
}2

2m0

k2 +
}
m0

k · p +HSO1 +HSO2, (3.14)

onde

Hso1 =
}2

4m2
0c

2
[σ ×∇U(r)] · p, (3.15)

Hso2 =
}2

4m2
0c

2
[σ ×∇U(r)] · k. (3.16)

Como aproximação, vamos desprezar o termo Hso2, que depende do vetor de onda k

cuja magnitude é pequena se comparada ao termo Hso1. Observa-se isso a grosso modo,

nas equações acima, onde a contribuição para o termo de Hso1, vinda essencialmente

da velocidade do elétron em órbita atômica, é muito maior do que a velocidade de uma

partícula com momento k0 próximo ao extremo (ponto Γ). O termoHso2 é muito pequeno,

podendo ser desprezado na maioria dos cristais com simetria zincblende.
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Portanto, considerando essas aproximações, teremos a Eq.(3.9) na forma,

∑
n′

{[En(k0)+
}2

2m0

(k2−k0
2)]δnn′+

}
m0

(k−k0)·pnn′ (k0)+Hs
nn
′ }cnn′ = En(k)cnn, (3.17)

sendo

Hs
nn
′ =

∫
u∗nk0

(r)Hso1un′k0
(r)dr. (3.18)

Em geral, os elementos de matriz da interação spin-órbita resulta na separação dos

níveis degenerados En(k), mesmo para k = 0. Isso é ilustrado na Fig.3.1, onde mostramos

a estrutura de bandas dos semicondutores que se cristalizam na estrutura zincblend. A

estrutura de bandas desses semicondutores mostra que os extremos das bandas de con-

dução e de valência ocorrem no ponto Γ(k = 0), onde se define o gap fundamental do

semicondutor, Eg. Neste ponto, na ausência de spin, o ramo mais baixo da banda de con-

dução é não-degenerado e a banda de valência possui tripla degenerescência. A interação

spin-órbita quebra parcialmente a degenerescência na banda de valência, separando um

dos ramos, conhecido como a banda de buraco separado ou split-off, dos outros dois que

permanecem degenerados no ponto Γ, denominados como as bandas de buraco pesado,

heavy-hole (HH), e de buraco leve, light-hole (LH).

Análise detalhada da simetria das estruturas zincblend revelam que, na ausência de

spin, a parte periódica da função de Bloch para a banda de condução é um função-s,

indicando que tem propriedades de simetria de um orbital com momento angular L = 0

sob operações de simetria do grupo tetraédrico T 2
d ; esta função |s〉 pertence ao tipo de

simetria Γ1 (Γ6, na presença de spin). O topo da banda de valência é formada por

orbitais ligantes tipo p, indicando que as funçoes de Bloch no topo da banda de valência

transformam-se da mesma forma que as funções atômicas |x〉, |y〉 e |z〉, de momento

angular L = 1, sob as operações de simetria que pertencem à representação Γ4(Γ7 e Γ8

na presença de spin).
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Figura 3.1: Representação esquemática da estrutura de banda dos componentes III-V, na

vizinhança do ponto Γ, mostrando a lacuna fundamental (EC) e a energia spin-órbita (∆).

Os símbolos ΓJ , referem-se às representações das funções de Bloch sem spin (à esquerda)

e com spin (à direita). Os números em parênteses indicam a degenerescência total em

cada caso.

3.2 Aproximação de Kane

A localização das partículas (elétrons e buracos) nas proximidades do ponto Γ, (k = 0)

das bandas de condução e valência, torna esta faixa de energia muito importante para

o estudo das propriedades eletrônicas nos semicondutores, além de permitir considerável

simplificação nos cálculos das bandas de energia desses materiais. Em vista disto, e das

considerações anteriores, concentramos nossa atenção na região do ponto Γ, onde ocorrem

esses extremos.

Assim sendo, partindo do Hamiltoniano k·p, Eq.(3.11) tomando como ponto de refe-

rência k0 = 0, obtemos

Hij = [Ei(0) +
}2k2

2m0

]δij +
}
m0

k · pij(0). (3.19)
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Na aproximação adotada por Kane, o Hamiltoniano na Eq.(3.19) é tratado perturbati-

vamente, através de uma teoria de perturbação desenvolvida por Löwdin. Ao contrário da

teoria de perturbação ordinária, que tenta diagonalizar um Hamiltoniano, usando somente

processo interativo, no método de Löwdin este esquema é usado apenas parcialmente, com

o objetivo de remover as interações entre os níveis pertencentes a diferentes categorias,

A e B, em que os estados originais são convenientemente selecionados. Em consequência

deste tratamento, as interações entre os estados na mesma categoria A, até segunda ordem

de perturbação, tornam-se

h
′

ij ' hij +
∑
α

hiαhαj
hii − hαα

, {i, j ∈ A,α ∈ B} (3.20)

sendo hij os elementos de matriz do Hamiltoniano inicial, como aquele na Eq.(3.11).

Com destaque, observamos que, nesse esquema de cálculo, as interações entre os estados

no mesmo subespaço A (por hipótese, as mais importantes) são tratadas exatamente,

tornando-se assim, muito conveniente a utilização desta teoria.

Aplicando este procedimento ao Hamiltoniano na Eq.(3.19) após selecionarmos os

estados de condução e valência, para a categoria A (subespaço s − p ), obtem-se a matriz

das interações renormalizadas,

H′(k) =



A B C D

B∗ E F G

C∗ H I J

D∗ G J K


, (3.21)

sendo

A = Ec + }2k2
2m0

,

B = B0(q · x̂) + iP0(k · x̂),

C = B0(q · ŷ) + iP0(k · ŷ),

D = B0(q · ẑ) + iP0(k · ẑ),

B∗ = B0(q · x̂)− iP0(k · x̂),

C∗ = B0(q · ŷ) + iP0(k · ŷ),

D∗ = B0(q · ẑ) + iP0(k · ẑ),
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E = Ev + Lk2
x +M(k2

y + k2
z) + }2k2

2m0
,

F = Nkxky,

G = Nkxkz,

H = Nkxky,

I = Ev + Lk2
y +M(k2

y + k2
z) + }2k2

2m0
,

J = Nkykz,

K = Ev + Lk2
z +M(k2

x + k2
y) + }2k2

2m0
,

onde k = kxx̂+ kyŷ + kz ẑ, q = kykzx̂+ kzkxŷ + kxkyẑ, P0 = }
m0
〈s|px|x〉 e B0 dador por

B0 = 2
}2

m2
0

Γ15∑
j

〈s|px|uj〉〈uj|py|z〉
[(Ec + Ev)/2− Ej]

(3.22)

que é o parâmetro responsável pela quebra de simetria de inversão.

Para completar o Hamiltoniano de Kane, convém agora considerarmos o spin do elé-

tron e introduzirmos algumas notações que serão úteis neste estudo. Assim, partindo

do Hamiltoniano dado pela Eq.(3.19), podemos mostrar que o efeito dessa variável é du-

plicar cada nível derivado da Eq.(3.21), uma vez que o Hamiltoniano aqui considerado

independente do spin é diagonal nos dois estados do operador S = 1/2. Dessa forma

considerando esses estados, usualmente representados na base {| ↑〉 , | ↓〉}, os autoestados

de Sz, o subspaço s−p torna-se octodimensional e o Hamiltoniano de Kane toma a forma:

H
′′

=

 H′ 0

0 H′

 , (3.23)

escrito na base v1 =|s ↑〉, v2 =|x ↑〉, v3 =|y ↑〉, v4 =|z ↑〉 e as demais na v5, v6, v7 e v8,

igualmente obtidas, combinando os orbitais s−p com o estado | ↓〉 na mesma sequência.

Para completar o modelo de Kane incluimos agora a interação spin-órbita seguindo

o mesmo procedimento usado por Cohen [26], isto é, tratando a interação dentro do

subespaço s−p, incluindo somente a parte não renormalizada da teoria de Löwdin corres-

pondente ao primeiro termo da Eq.(3.20). Dessa forma a partir da Eq. (3.18) obtemos os

elementos de matriz com interação spin-órbita

Hso = −∆

3

 Hαα Hαβ

−H∗αβ H∗αα

 , (3.24)
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onde

Hαα =



0 0 0 0

0 0 i 0

0 −i 0 0

0 0 0 0


,

Hαβ =



0 0 0 0

0 0 0 −1

0 0 0 −i

0 1 −i 0


,

e

∆ = −3/(}/4m2
0c

2)〈x|(
−→
∇ ×−→p )y|z〉. (3.25)

Assim, o Hamiltoniano total com a inclusão da interação spin é da forma

H(k) = H
′′
(k) +Hso. (3.26)

Com o objetivo de simplificar o modelo, dando um interpretação simples ao parâme-

tro ∆, transforma-se H para a base |J,Mj〉, dos autoestados do momento angular total,

J=L+S, onde a matriz Hso é diagonal. Para isto, constroem-se combinações lineares dos

orbitais s−p (L=0 e L=1), com as funções de spin S=1/2: para L=0, existem dois esta-

dos, |1/2, 1/2〉 e |1/2,−1/2〉, ambos pertencentes a representação Γ6; para L=1, dos seis

estados possíveis, dois deles, |1/2, 1/2〉 e |1/2,−1/2〉 pertencem à Γ7, enquanto os demais

, |3/2, 3/2〉, |3/2,−1/2〉, |3/2,−1/2〉 e |3/2,−3/2〉 possuem simetria da representação Γ8,

desta maneira, define-se a base {un0;n = 1, ...8}:

u10 =|1/2, 1/2〉Γ6 =|s ↑〉,

u20 =|3/2, 3/2〉Γ8 = − 1√
2
|(x+ iy) ↑〉,

u30 =|3/2, 1/2〉Γ8 = − 1√
6
|(x+ iy) ↓ −2z ↑〉,

u40 =|1/2, 1/2〉Γ7 = 1√
3
|(x+ iy) ↓ −z ↑〉,

u50 =|1/2,−1/2〉Γ6 = −|s ↓〉,

u60 =|3/2,−3/2〉Γ8 = − 1√
2
|(x− iy) ↓〉,
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u70 =|3/2,−1/2〉Γ8 = 1√
6
|(x− iy) ↑ +2z ↓〉,

u80 =|1/2,−1/2〉Γ7 = 1√
3
|(x− iy) ↑ −z ↓〉.

Fazendo o mesmo procedimento acima, o Hamiltoniano total na representação k·p na

base acima citada na ordem |s ↑〉, −|s ↓〉, |3/2, 3/2〉, |3/2, 1/2〉, |3/2,−1/2〉, |3/2,−3/2〉,

|1/2, 1/2〉, |1/2,−1/2〉 pode ser escrito na seguinte forma [27]

H8×8(k) =

 H̃d H̃ud

˜
H†ud H̃d

 . (3.27)

H̃d =



P −Q −D −
√

3√
2D∗

√
2Q

−D∗ P +Q −
√

2C∗ D∗√
2

−
√

3√
2
D −

√
2C P −∆ 0

√
2Q D√

2
0 P −∆



H̃ud =



R∗√
3

T ∗ C∗ 0

0 R∗ 0 C∗

T ∗√
2
−
√

2√
3
S∗ D∗√

2
−
√

2Q
√

2√
3
R∗ − T ∗√

2

√
2C∗ −

√
3√
2
D∗


,

onde * denotam o conjugado Hermitiano, sendo

A = Ec + ~2k2
2mc

,

S = − 1√
2
〈iS|H|X + iY 〉,

R = 1√
2
〈iS|H|X − iY 〉,

T =
√

2√
3
〈iS|H|Z〉,

C = − 1
2
√

3
〈X + iY |H|X − iY 〉,

D = − 1√
3
〈X + iY |H|Z〉,

P = 1
3
〈X + iY |H|X + iY 〉+ 1

3
〈Z|H|Z〉,

Q = 1
6
〈X + iY |H|X + iY 〉 − 1

3
〈Z|H|Z〉.

Na próxima seção, obteremos o modelo de interação spin-órbita de Dresselhaus (2×2)

que descreve os elétrons de condução, a partir da bloco-diagonalização do Hamiltoniano

de Kane (8× 8), que é baseado no método k·p, dentro da aproximação de massa efetiva.
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3.3 Hamiltoniano de Dresselhaus e o Hamiltoniano To-

tal

O Hamiltoniano de Kane na Eq.(3.27) pode ser blocodiagonalizado [28] tal que as

bandas de valência e condução são desacopladas. Assim o Hamiltoniano para a banda de

condução até a ordem k3 pode ser escrito na forma

Hc
2×2 = H0 +HD (3.28)

onde

Hc
2×2 =

 }2k2
2m∗

0

0 }2k2
2m∗

 +HD (3.29)

e

HD = αD[σxkx(k
2
y − k2

z) + σyky(k
2
z − k2

x) + σzkz(k
2
x − k2

y)], (3.30)

é o Hamiltoniano deDresselhaus. Na expressão acima, σx, σy e σz denotam as componentes

das matrizes de spin de Pauli e αD corresponde ao parâmetro spin-splitting da banda de

condução.

Fazendo as devidas substituições, obtemos o seguinte:

HL
D =

 0 −α1(k||, φ)k2
z

−α∗1(k||, φ)k2
z 0

 α1(k||, φ) = αDk||e
iφ, (3.31)

HQ
D =

 α2(k||, φ)kz 0

0 −α2(k||, φ)kz

 α2(k||, φ) = αDk
2
|| cos(2φ), (3.32)

HC
D =

 0 α3

α∗3 0

 α3(k||, φ) = αDk
3
||[e

iφ − e−i3φ]/4, (3.33)

que são os termos de ordem linear, quadrático e cúbico em k||, respectivamente, de Dres-

selhaus. Assim o Hamiltoniano de Dresselhaus em sua forma completa é descrito por

HD = HL
D +HQ

D +HC
D . (3.34)

Assim sendo, podemos escrever o Hamiltoniano Total como

HT =

 H++ H+−

H−+ H−−

 , (3.35)
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onde

H++ = ( }2
2m∗

)k2
z + ( }2

2m∗
)k2
|| + αDkzk

2
||cos(2φ),

H−− = ( }2
2m∗

)k2
z + ( }2

2m∗
)k2
|| − αDkzk2

||cos(2φ),

H+− = (−αDk||eiφk2
z + iαDk

3
||e
−iφ cosφ sinφ)

H−+ = (−αDk||eiφk2
z + iαDk

3
||e
−iφ cosφ sinφ)∗.

No próximo Capítulo apresentaremos o formalismo da matriz de espalhamento (ana-

lítico) que incorpora, de forma muito simples, os efeitos nas interfaces e que estamos

inicialmente explorando para o cálculo do transporte em múltiplas barreiras.
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Capítulo 4

Transmissividade Dependente do Spin

Neste Capítulo vamos discutir o cálculo da trasmissividade de elétrons com spins

polarizados, no tunelamento ressonante em sistemas de dupla barreira simétrica, usando

o formalismo da matriz de espalhamento na aproximação de massa efetiva do modelo de

Dresselhaus completo.

O procedimento para a aplicação desta técnica consiste basicamente de três etapas:

(a) resolve-se o problema eletrônico no cristal perfeito, correspondente a cada região do

sistema, determinando-se as energias e funções de onda de partícula (ondas planas, no caso

de potencial constante); (b) a partir dessas funções de onda, constroem-se combinações

lineares em cada região, fixando-se os valores de energia e do momento paralelo k||; e (c) os

coeficientes dessas combinações lineares são, então, relacionados, usando-se as condições

de contorno apropriadas em cada interface do sistema. Desta maneira, é possível relacionar

os coeficientes das combinações lineares nas regiões do coletor e emissor, obtendo-se daí a

matriz de espalhamento. A seguir, discutiremos cada uma dessas etapas para a construção

da matriz de espalhamento.

4.1 Solução da Equação de Massa Efetiva

A técnica da matriz de espalhamento [12], por definição, consiste em relacionar os

coeficientes das ondas que incidem nas interfaces de uma heterostrutura (a0,bn), (veja

a Fig. 4.1) com os coeficientes das ondas que são espalhadas (refletidas), (an,b0), mais



precisamente  an

b0

 = S

 a0

bn

 , (4.1)

Figura 4.1: Heteroestrutura com N camadas. A figura mostra os coeficientes das ondas

incidentes e das ondas refletidas ou espalhadas em cada região.

O primeiro procedimento básico para a obtenção da matriz de espalhamento, na apro-

ximação de massa efetiva, é resolver a equação de massa efetiva no cristal perfeito (bulk),

para um determinado valor de energia E, momento paralelo k|| e ângulo φ e, então,

determinar-se as funções envelopes Fσ=↑,↓(kz, k||, φ), para cada tipo de polarização σ,

↑ (up) ou ↓ (down). A equação da massa efetiva no cristal perfeito é dado por:

HF (r) = EF (r), (4.2)

onde H é o Hamiltoniano total dado pela Eq.(3.35) e F (r) = (F↑, F↓) são as funções

envelopes com duas componentes up e down. Devido a simetria de translação do cristal,

podemos escrever F (r) da seguinte forma

F (r) = F (k)eik.r. (4.3)

Substituindo a Eq.(4.3) na Eq.(4.2) obtemos a equação de massa efetiva para os estados

de spin-up ou spin-down

HFσ(k) = EFσ(k). (4.4)

A Eq.(4.4) pode ainda ser escrita como:

(H − EI)Fσ(k) = 0, (4.5)
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que tem solução não trivial quando

det(H − EI) = 0. (4.6)

A forma explícita dos autovetores Fσ(k) para as energias dada na Eq.(4.5) é encontrada

facilmente. Resolvendo-se a equação de autovalores, Eq.(4.2), H11 H12

H21 H22

 F↑

F↓

 = E

 F↑

F↓

 , (4.7)

agrupando os termos e resolvendo o sistema, obtemos as seguintes soluções para os auto-

vetores

F↑(kz, k||, φ) =
1√

(H22 − E)2 + (−H21)2

 H22 − E

−H21

 , (4.8)

para spin-up, e

F↓(kz, k||, φ) =
1√

(−H11 + E)2 + (H12)2

 H12

−(H11 − E)

 , (4.9)

para spin-down. As soluções da Eq. (4.6) nos fornece a relação de dispersão para os

estados up (+) e down (-) a seguir

E±(k||, kz, φ) =
}2

2m∗
(k2
|| + k2

z)±
√
γ(k||, kz, φ) + δ(k||, φ), (4.10)

onde as quantidades γ(k||, kz, φ) e δ(k||, φ) são, respectivamente,

γ(k||, kz, φ) = α2
Dk

4
||k

2
z cos (4φ) + α2

Dk
2
||k

4
z , (4.11)

δ(k||, φ) =
1

4
α2
Dk

6
|| sin

2 (2φ) (4.12)

e o ângulo φ é medido do eixo cristalino (1,0) no plano xy.

No esquema de cálculo para a obtenção da matriz de espalhamento, o parâmetro kz

é uma quantidade importante para a construção das funções de onda em cada região da

heteroestrutura. Dessa forma, reservamos a próxima subseção para uma análise deta-

lhada da natureza de kz no bulk, cujas informações teóricas nos serão úteis para o cálculo

numérico da transmissividade.
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4.1.1 Natureza das Soluções de kz

Para k|| 6= 0, o esquema de cálculo para a obtenção da matriz de espalhamento requer,

como vimos anteriormente, expressar kz em termos de E, k|| e φ. Para isto, usando a

Eq.(4.10) e isolando kz, obtemos a seguinte expressão

k2
zσ =

−b±
√
b2 − 4ac

2a
, (4.13)

onde

a = (
}2

2m∗
)− α2

Dk||, (4.14)

b = 2(
}2

2m∗
)2k2
|| − 2(

}2

2m∗
)E − α2

Dk
4
|| cos2 (2φ) +

α2
Dk

4
||

2
[1− cos (4φ)], (4.15)

c = E2 − 2E(
}2

2m∗
)k2
|| + (

}2

2m∗
)2k4
|| − δ(k||) (4.16)

e os sinais (+) e (−) correspondem, respecivamente, aos valores de kz↑ e kz↓.

Diferentemente do modelo parabólico, os valores de kz↑ e kz↓ nem sempre são reais

na região do poço e imaginários na região da barreira, mas dependem das magnitudes

de kx, ky e E. De fato, fixando-se kx, ky, φ e E na Eq.(4.10) e impondo-se as condições

necessárias para termos soluções reais ou complexas, encontramos para quais intervalos

de energia essas condições se verificam, dependendo do tipo de entrada, se spin-up ou

spin-down no coletor, fato este que se reflete diretamente no cálculo da transmissividade

ou da corrente de tunelamento em heteroestruturas. Assim procedendo, as condições

mensionadas acima podem ser representadas por duas superfícies de energias críticas no

plano x− y (Ec3 e Ec4), assim definidas:

Ec3,4(kx, ky) =
~2k2

||

2m∗
±
√

1

4
α2
Dk

6
|| sin

2 (2φ) (4.17)

divindindo todo o espectro de energia em duas regiões (i) e (ii).

Para cada região de energia considerada, kz tem as soluções descritas na Tab.(4.1).

Com o objetivo de ilustrar as energias críticas definidas anteriormente, mostramos na

Fig. 4.2, o gráfico com os cortes dessas superfícies no plano kx e ky = 0 para o material

GaSb/GaxAl1−xSb.
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Região Energia kz ↓ kz ↑

i E > Ec4 real(positivo) real(positivo)

ii Ec4 > E > Ec3 real(positivo) imaginário puro

Tabela 4.1: Natureza das soluções de kz

Figura 4.2: Energias críticas Ec3 e Ec4 em função do parâmetro k||, com φ = 30o.

4.2 Formalismo da Matriz Espalhamento

O segundo passo para a obtenção da matriz de espalhamento é a construção da função

de onda total em cada região da heteroestrutura. A partir das soluções da equação de

massa efetiva no cristal perfeito, a função de onda total em cada camada l da heteros-

trutura é obtida tomando-se combinações lineares dessas soluções com o mesmo valor de

energia, E, φ e do momento paralelo às camadas, k|| = (kx, ky). Como o potencial V (z)
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quebra a simetria de translação na direção z, a função de onda em cada camada pode ser

escrita como

F(z) =
∑
σ(↑↓)

[al,σFσ(+kzσ)eikzσ(z−zl) + bl,σFσ(−kzσ)e−ikzσ(z−zl)]. (4.18)

aqui, omitimos a onda plana eik||ρ, pois k|| se conserva no processo de tunelamento.

Aplicando as condições de contorno na interface n + 1, ou seja, a conservação da

densidade de probabilidade e da densidade de corrente

F (zj)|zj =contínuo,

JzF (zj)|zj =contínuo.
(4.19)

Seguindo a discussão contida na referêncica [28], os coeficientes de transmissão são

calculados, usando-se a definição para o operador densidade de corrente na teoria k·p é

dada por,

Jz =
1

~
(H(2) +H(1)), (4.20)

onde H(2) são os elementos do Hamiltoniano total proporcionais a k2
z e H(1) são os ele-

mentos proporcionais a kz. Dessa forma, encontramos

Jz(k||, kz, φ) =

 j++ j−+

j+− j−−

 , (4.21)

onde

jσσ =
~kz
m∗

+
σα2(k||, φ)

~
(4.22)

representam a conservação da corrente de polarização de spin e

j+− = −2m∗

~
+ α1(k||, φ)kz. (4.23)

Assim, usando as condições de contorno para uma interface n, podemos encontrar a

seguinte equação matricial (Mn)11 (Mn)12

(Mn)21 (Mn)2


4×4

×

 an

bn

 =

 (Mn+1)11 (Mn+1)12

(Mn+1)21 (Mn+1)2


4×4

×

 an+1

bn+1

 ,

(4.24)
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onde a matriz M de dimensão 2×2 dão os elementos que formam a matriz de transferência

usual [29].

M =

 F+
↑ F+

↓ F−↑ F−↓

J+
z↑F

+
↑ J+

z↓F
+
↓ J−z↑F

−
↑ J−z↓F

−
↓

 (4.25)

onde usamos uma notação comprimida para os elementos na forma F±↑↓ ≡ F↑↓(±kz↑↓) para

as funções envelope e J±z↑↓ ≡ Jz↑↓(±kz↑↓) para o vetor densidade de corrente. Sendo que an

é o vetor que representa a amplitude da onda incidente para os estados de spin up e down

e bn a amplitude da onda refletida. A partir da Eq.(4.24) e com alguma manipulação

algébrica, podemos relacionar os coeficientes das ondas espalhadas numa interface (an+1

e bn) com os das ondas incidentes (an e bn+1), na forma an+1

bn

 = Sn+1

 an

bn+1

 , (4.26)

sendo

Sn+1 =

 (Mn+1)11 −(Mn)12

(Mn+1)21 −(Mn)22

−1  (Mn)11 −(Mn+1)12

(Mn)21 −(Mn+1)22

 , (4.27)

a matriz de espalhamento para a interface n+ 1.

Aplicando as condições de contorno nas interfaces localizadas nas posições z = z1 e

z = z2, obtemos:  a1

b0

 = S1

 a0

b1

 , (4.28)

 a2

b
′
1

 = S2

 a
′
1

b2

 . (4.29)

Na região 1(Fig.4.1), os coeficientes (a
′
1,b1) das ondas que saem e os coeficientes das

ondas que entram nesta região (a1,b
′
1) estão relacionados da seguinte forma: a
′
1

b1

 = P1

 a1

b
′
1

 , (4.30)
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sendo

P1 =



eikz↑d

eikz↓d

e−ikz↑d

e−ikz↓d


(4.31)

a matriz de espalhamento na região 1 de largura d. Os valores kz são vetores de onda ao

longo da direção z, de propagação, que são obtidos através da relação de dispersão dos

respectivos estados, como kz = f(E, k||, φ) [29].

Das Eqs. (4.29) e (4.30), obtém-se a relação a2

b1

 = P1 ⊗ S2

 a1

b2

 , (4.32)

onde o símbolo ⊗ é usado para denotar a composição em série de duas matrizes, cuja

regra do produto é dada em [27]. Da mesma forma usando as Eqs.(4.28) e (4.32) podemos

combinar S1 e P1 ⊗ S2, obtendo-se assim: a2

b0

 = S1 ⊗P1 ⊗ S2

 a0

b2

 . (4.33)

Aplicando as condições de contorno nas outras interfaces e sempre combinando os

coeficientes das ondas chegando e saindo para cada estágio da heteroestrutura simétrica

encontraremos para duplas barreiras a4

b0

 = S1 ⊗P1 ⊗ S2 ⊗P2 ⊗ S3 ⊗P3 ⊗ S4

 a0

b4

 , (4.34)

onde

ST = S1 ⊗P1 ⊗ S2 ⊗P2 ⊗ S3 ⊗P3 ⊗ S4 (4.35)

é a matriz de espalhamento total.

Na próxima seção definiremos os coeficientes de transmissão de spins polarizados em

dupla barreira simétrica.
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4.3 Cálculo dos Coeficientes de Transmissão e da Efici-

ência de Polarização

Uma vez determinados os coeficientes das funções envelopes, que determinam as fun-

ções de onda da heteroestrutura como combinações lineares das funções do volume, vamos

calcular a transmissividade de elétrons polarizados num sistema de dupla barreira simé-

trica, através do formalismo da matriz de espalhamento. A transmissividade através de

um sistema desse tipo é uma medida que permite determinar os níveis quase-ligados na

região do poço, uma vez que a energia da partícula, em ressonância com esses níveis,

dá origem a picos (ou máximos de intensidades) na curva da transmissividade. Por esse

motivo, a técnica da matriz de espalhamento tem sido muito usada para calcular os níveis

de energia em poços quânticos.

Seguindo a discussão usada por Bittencourt [30], os coeficientes de transmissão são

calculados, usando-se a definição para a corrente de probabilidade

jzσ = Re(F†σJzσFσ). (4.36)

A densidade de corrente de probabilidade no emissor vale:

jez =
∑
σ=↑,↓

(j+
zσ + j−zσ)0, (4.37)

onde j+
zσ é a densidade de corrente de probabilidade incidente e j−zσ é a densidade de cor-

rente de probabilidade refletida (ou espalhada), seguindo a notação F(±kz), introduzida

anteriormente. De acordo com a Eq.(4.36), as expressões para essas correntes são:

[j+
zσ]0 = [aσ0 ]2Re[F†σ(+kzσ)Jzσ(+kzσ)Fσ(+kzσ)], (4.38)

para região 0. Por outro lado a densidade de corrente transmitida (região 4) vale

[j+
zσ]4 = [aσ4 ]2Re[F†σ(+kzσ)Jzσ(+kzσ)Fσ(+kzσ)]. (4.39)

Levando-se em conta o carácter estacionário do sistema, a transmissividade é definida

como a razão entre o fluxo de corrente de probabilidade transmitida (região 4) jout, e a
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incidente jin,

Tσ−→σ′ (E, k||, φ) = Re[(tσ
σ
′ )∗(tσ

σ
′ )
〈F+

σ′
|J+

zσ′
|F+

σ′
〉z=z4

〈F+
σ |J+

zσ|F+
σ 〉z=z0

] (4.40)

onde os coeficientes tσ
σ′

= aσ
′

4 /a
σ
0 são obtidos através da matriz de espalhamento, Eq.(4.34).

A partir do cálculo da transmissividade, podemos calcular a eficiência de polarização

de spin P, através da diferença da transmissividade dos estados de spins ↑ (up) e ↓ (down)

para todos os canais de entrada ↑ (up) e ↓ (down)

P =
(T↑−→↑ + T↓−→↑)− (T↑−→↓ + T↓−→↓)

(T↑−→↑ + T↓−→↑) + (T↑−→↓ + T↓−→↓)
. (4.41)

No próximo Capítulo discutiremos os resultados numéricos para o cálculo da trans-

missividade, bem como a polarização em sistemas de dupla barreira simétrica obtidos a

partir do formalismo até aqui desenvolvido. Em todos os casos ali relatados, escolhemos

o sistema formado por camadas de GaSb (poço) e GaxAl1−xSb (barreira), que tem seus

parâmetros de massa efetiva bem conhecidos.
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Capítulo 5

Resultados da Transmissividade e Spin

Polarização

Antes de discutirmos os resultados numéricos derivados das expressões analíticas para

a transmissividade em heteroestruturas desenvolvidas nos capítulos anteriores, convém

recapitularmos a metodologia para o cálculo dessa quantidade, que é baseado na técnica

da matriz de espalhamento dentro da aproximação de massa efetiva. De um modo geral,

esta técnica consiste em relacionar os coeficientes das ondas que incidem nas interfaces

de uma heteroestrutura, (veja a Fig. 4.1), com os coeficientes das ondas que são espalha-

das. Essas ondas são obtidas das combinações lineares das funções envelopes derivadas

das soluções da equação da massa efetiva para o bulk do material de cada camada da

heteroestrutura, com kz , o vetor de onda na direção de crescimento, obtido da expressão

da energia, fixando-se os valores de E e do módulo do vetor de onda paralelo às camadas,

k||, parâmetros estes que se conservam no processo de tunelamento coerente.

Após este breve resumo da metodologia usada no cálculo da transmissividade dentro

do formalismo da matriz de espalhamento, discutiremos nas próximas seções os resulta-

dos numéricos para a transmissividade de spins polarizados em dupla barreira simétrica.

Antes, porém, faremos alguns comentários sobre o sistema usado neste trabalho e a apre-

sentação dos resultados.

Os resultados que serão discutidos mais adiantes, referem-se às heteroestruturas de



dupla barreira simétrica de GaSb/GaxAl1−xSb, cujos os parâmetros de massa efetiva e

Dresselhaus estão listados na Tab.(5.1), que são tomados iguais em cada camada, de

acordo com [14]. O potencial da barreira e do poço valem, respectivamente, Vb = 230

meV e Vw = −200 meV. A largura da barreira e do poço valem, respectivamente, Lb = 50

Å e Lw = 30 Å. A Fig. 5.1 abaixo, mostra os esquema da heteroestrutura.

Figura 5.1: Representação esquemática do sistema de dupla barreira simétrica.

GaSb GaAlSb

αD(meVA3) 0,076 0,076

m∗/m 0,053 0,053

Tabela 5.1: Parâmetros da estrutura de banda dos semicondutores GaSb e GaxAl1−xSb.
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5.1 Tunelamento Dependente de Spin em Dupla Bar-

reira Simétrica (50,30,50)

De uma forma simplificada, podemos dizer que a banda de condução de um semicon-

dutor com a inclusão da interação spin-órbita é constituida por dois tipos de portadores

(elétrons spin up e spin down). O confinamento dos elétrons na região do poço de dupla

barreira simétrica dá origem às subbandas de condução E↑n(k||, φ) e E↓n(k||, φ), derivadas

da aproximação de massa efetiva, onde n é o índice que classifica os níveis de energia dentro

do poço quântico. Para valores de k|| 6= 0 essas subbandas podem interagir (spin -mixing),

modificando as massas efetivas dessas partículas, quando comparadas com aquelas obser-

vadas no volume (cristal perfeito), sendo um forte indicativo de que a transmissividade

deve mudar sensivelmente com o parâmetro k||. Essa interação é formalmente descrita em

termos dos elementos proporcionais a k|| fora da diagonal do Hamiltoniano de Dresselhaus.

Nesta seção, vamos analisar os efeito do spin mixing (mistura) no processo de tunelamento

de spins polarizados em dupla barreira simétrica de GaSb/GaxAl1−xSb com dimensões

(50, 30, 50) Å para φ = 30o e k|| = 0, 5x106cm−1, k|| = 1, 0x106cm−1 e k|| = 2, 0x106cm−1.

5.1.1 Transmissividade de Spins Polarizados sem Campo

Nas Figs.5.2, 5.3 e 5.4 mostramos, respectivamente, para k|| = 0, 5x106cm−1, k|| =

1, 0x106cm−1 e k|| = 2, 0x106cm−1, as transmissividades dependentes de spin incidente

em dupla barreira simétrica de GaSb/GaxAl1−xSb (50, 30, 50)Å, com φ = 30o, em função

da energia incidente, começando da energia crítica Ec4. As partes (a) para spin up

incidente (up in) e as partes (b) para spin down incidente (down in). Em todos casos,

para cada incidência (up ou down), temos dois canais de saída: up e down. Os picos

nas curvas de transmissão correspondem aos estados ressonantes E↑1(up) e E↓1(down)

que, degenerados em k|| = 0, separam-se quando incluímos a interação spin-órbita. Para

a incidência spin up ou down, os picos ressonantes E↑1(up) e E↓1(down), emergem nas

curvas de transmissividade, Tup out e Tdown out, para a mesma energia, mostrando que

a forte mistura entre eles pode produzir um spin flip. Isto é mais evidente à medida
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que k|| aumenta, como mostrado nas Figs. 5.3 e 5.4, para k|| = 1x106cm−1 e k|| =

2x106cm−1, respectivamente, em comparação com k|| = 0, 5x106cm−1 na Fig.5.2, onde o

mixing é fraco. Na Fig.5.5 mostramos, respectivamente, para k|| = 1x106cm−1 e k|| =

2x106cm−1, as transmissividades up total e down total para os mesmos parâmetros das

figuras anteriores comparadas com o caso sem o acoplamento spin-órbita, k|| = 0. O

primeiro estado é classificado como spin down, porque para a transmissividade down in ele

aparece com um pico de intensidade maior para o canal de saída down out. Analogamente,

o segundo estado é classificado como spin up, porque ele aparece com o segundo pico de

maior intensidade para a saída up out. Podemos observar que a separação de energia dos

estados up e down, também chamada de spin-splitting, depende fortemente do momento

paralelo k||. Dessas figuras podemos notar que o spin-splitting para k|| = 1x106cm−1 e

k|| = 2x106cm−1 valem, respectivamente, ∆E = |E↑1 − E↓1| = 1, 9511 e 3, 4683 meV.

Quanto maior o valor do momento paralelo k||, maior acoplamento spin-órbita e maior

spin-splitting. Isso é mais evidenciado na Fig.5.6, onde calculamos o spin-splitting através

da matriz espalhamento. Para finalizar, podemos observar na Fig.5.5 que à medida que

o mixing aumenta, dimui o caráter spin down e spin up. Isto pode ser verificado pela

diminuição da transmissividade nos estados ressonantes, que influencia profundamente na

spin polarização.

5.1.2 Polarização de Spin

Vamos agora discutir o efeito da interação spin-órbita na eficiência de polarização (P)

dos elétrons de condução em dupla barreira para φ = 30o e k|| = 0, 5x106cm−1, 1x106cm−1

e 2x106cm−1. Na Fig.5.7 mostra-se a eficiência de polarização como função da energia para

diferentes vetores de onda paralelo às camadas. Devido as variações nas intensidades das

curvas de transmissão up out e down out para as entradas up in ou down in, a eficiência

de polarização depende fortemente da energia incidente e do vetor de onda k|| paralelo.

Podemos observar que a eficiência de polarização atinge nos níveis ressonantes os valores

de 81%−→82%, 70%−→71%, 54%−→56%, para k|| = 0, 5x106cm−1, k|| = 1x106cm−1

e k|| = 2x106cm−1, respectivamente. Para φ = 30o e já comentado, a medida que k||
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aumenta (mixing), diminue o caráter spin down e spin up, contribuindo para a diminuição

da polarização de spin. Assim, é de interesse analisar a polarização de spin para outros

valores de φ, com k|| = 2x106cm−1 fixo.

Figura 5.2: Transmissividade de elétrons polarizados, Tup e Tdown, como função da energia

do elétron para k|| = 0, 5x106cm−1. Partícula incidente spin up em (a) e spin down em

(b). O spin − splitting , ∆E = |E↑1 − E↓1| = 0, 7975 meV.
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Figura 5.3: Transmissividade de elétrons polarizados, Tup e Tdown, como função da energia

do elétron para k|| = 1x106cm−1. Partícula incidente spin up em (a) e spin down em (b).

O spin − splitting , ∆E = |E↑1 − E↓1| = 1, 9511 meV.

Figura 5.4: Transmissividade de elétrons polarizados, Tup e Tdown, como função da energia

do elétron para k|| = 2x106cm−1. Partícula incidente spin up em (a) e spin down em (b).

O spin − splitting , ∆E = |E↑1 − E↓1| = 3, 4683 meV.
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Figura 5.5: Transmissividade total em função da energia para φ = 30o. (a) k|| =

1x106cm−1 fixo; (b) k|| = 2x106cm−1 fixo

Figura 5.6: Dependência do spin-splitting do pico de ressonância sobre k||.
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Figura 5.7: Polarização em função da energia do elétron para k|| = 0, 5x106cm−1 ,k|| =

1x106cm−1 e k|| = 2x106cm−1, com φ = 30o fixo.

5.1.3 Polarização de Spin para outros Valores de φ

Vamos agora discutir o efeito da interação spin-órbita na eficiência de polarização

(P) dos elétrons de condução, para k|| = 2x106cm−1 fixo e φ = 30o, 45o, 60o e 90o. Na

Fig.5.9 mostramos a transmissividade de up total e down total, para φ = 30o e 60o (linhas

pontilhas, preta-up e vermelha-down), φ = 45o (linhas cheias, preta-up e vermelha-down)

e φ = 90o (linhas tracejadas, preta-up e vermelha-down). Quando comparamos todas

as transmissividades up out e down out, Fig. 5.8, observamos que as posições dos picos

ressonantes variam fracamente com a energia, e para φ = 45o os estados up e down são

quase desacoplados (mixing é baixo), uma vez que no termo do Hamiltoniano da diagonal

αDk
2
||cos(2φ) se anula. Assim, temos dois canais de saída independentes, isto é, incidindo

spin up na região do emissor, temos apenas saída up na região do coletor e incidindo

spin down na região do emissor, temos apenas saída down no coletor, e quanto menor

o spin-mixing, maior a intensidade do pico ressonante up e down para as respectivas

saídas up out e down out. Desta forma espera-se para o ângulo de 45o uma alta eficiência
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de polarização. Isto é observado na Fig.5.10 onde apresentamos a polarização P com

momento paralelo k|| = 2x106cm−1 fixo e φ = 30o, 45o, 60o e 90o. Pode-se observar que a

polarização atinge nos níveis ressonantes valores baixos entre 50%−→55%, 50%−→55%,

40%−→45% para os ângulos φ = 30o, 60o e 90o respectivamente; em comparação com

φ = 45o onde a polarização atinge quase 100%, 95%−→100%, nos níveis ressonantes up e

down, como esperado.

Figura 5.8: Transmissividade de elétrons polarizados, como função da energia do elétron

para k|| = 2x106cm−1 a alguns valores de φ.
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Figura 5.9: Transmissividade total vs energia para alguns ângulos.

Figura 5.10: Spin Polarização em função da energia do elétron para alguns valores de φ e

para k|| = 2x106cm−1 fixo.
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5.2 Transmissividade de Spins Polarizados com Campo

Nas Figs. 5.11, 5.12 e 5.13 mostramos as transmissividades dependente de spin, para

φ = 30o e k|| = 1x106cm−1, com tensão externa aplicada de U=3 meV, 6 meV e 9 meV,

respectivamente. A medida que aumenta a tensão externa, os picos de ressonância sofrem

um deslocamento para regiões de energias mais baixas. Além disso, a assimetria do

potencial efetivo introduzido pelo campo elétrico, faz decair a intensidade dos picos [13].

Nas Figs.5.14, 5.15 e 5.16 mostramos a eficiência de polarização para φ = 30o e k|| =

1, 0cm−1 com tensão externa aplicada de U=3 meV, 6 meV e 9 meV, respectivamente.

Analogamente aos picos de ressonância com tensão externa, a medida que se aumenta a

tensão externa, a polarização sofre um deslocamento para regiões de energias mais baixas.

Nos níveis ressonantes, os valores aumentam a medida que a tensão externa aumenta:

para φ = 30o e 60o atingi valores de 79%−→81%, 84%−→85%, 86%−→87% para U=3,

6 e 9 meV respectivamente; para φ = 90o atingi valores de 70%−→72%, 74%−→76%,

77%−→79% para U=3, 6 e 9 meV respectivamente e para φ = 45o atingi valores de

90%−→95% para U=3, 6 e 9 meV. Como de se esperar, a spin polarização é de quase

100% para o ângulo de 45o.
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Figura 5.11: Transmissividade de elétrons polarizados, Tup e Tdown, como função da energia

do elétron para k|| = 2x106cm−1 e tensão externa U=3 meV. Partícula incidente spin up

em vermelho e spin down em verde.

Figura 5.12: Transmissividade de elétrons polarizados, Tup e Tdown, como função da energia

do elétron para k|| = 2x106cm−1 e tensão externa U=6 meV. Partícula incidente spin up

em vermelho e spin down em verde.
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Figura 5.13: Transmissividade de elétrons polarizados, Tup e Tdown, como função da energia

do elétron para k|| = 2x106cm−1 e tensão externa U=9 meV. Partícula incidente spin up

em vermelho e spin down em verde.

Figura 5.14: Spin Polarização em função da energia do elétron para alguns valores de φ,

tensão externa U=3 meV e k|| = 1x106cm−1 fixos.
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Figura 5.15: Spin Polarização em função da energia do elétron para alguns valores de φ,

tensão externa U=6 meV e k|| = 1x106cm−1 fixos.

Figura 5.16: Spin Polarização em função da energia do elétron para alguns valores de φ,

tensão externa U=9 meV e k|| = 1x106cm−1 fixos.
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Capítulo 6

Conclusões

Neste trabalho apresentamos a transmissividade de elétrons polarizados em heteroes-

trutura semicondutora de GaSb/GaxAl1−xSb usando a técnica da matriz de espalhamento

na aproximação da massa efetiva do modelo de Dresselhaus completo. Este problema foi

tratado teoricamente por Gong, Liang e Ban na aproximação de massa efetiva usando o

modelo de Dresselhaus linear [13]. Esses autores também verificaram como a transmis-

sividade se comportava ao se aplicar tensões externas e constataram que à medida que

a tensão aumentava, os picos de ressonância e polarização de spin, deslocavam-se para

regiões de energias mais baixas. Em ambos os casos, com e sem tensão, a polarização de

spin atinge 100%.

Ao fixar o ângulo de 30o, Figs. 5.2, 5.3 e 5.4, observamos nas curvas de transmissividade

uma separação maior dos níveis ressonantes a medida que o momento paralelo aumenta.

Essa separação varia quase linearmente com k|| uma contribuição que vem do termo

linear de Dresselhaus. Observamos ainda para esse ângulo que a polarização de spin

atinge nos níveis ressonantes os valores de 81%−→82%, 70%−→71%, 54%−→56%, para

k|| = 0, 5x106cm−1, k|| = 1x106cm−1 e k|| = 2x106cm−1 respectivamente, e a medida que

k|| aumenta, as curvas de transmissividade de saída up e down ficam mais próximas, isso

é refletido na polarização que é maior para menor valor de k||, Fig. 5.7.

Fixando o parâmetro k|| = 2x106cm−1 e variando φ, Fig.5.8, observamos que as posi-

ções dos picos ressonantes variam fracamente com a energia para os vários valores de φ e



as curvas de transmissão mudam mais fortemente nas regiões fora da ressonância. Como

era de se esperar, para φ = 45o, Fig.5.10, tem-se uma alta eficiência de polarização, quase

100%, devido o mixing ser baixo.

Ao aplicar a tensão externa, ocorre um deslocamento nos picos ressonantes para as

regiões de energias mais baixas, bem como a diminuição da intensidade a medida que a

tensão aumenta, Figs.5.11, 5.12 e 5.13. Para tensões maiores que 9 meV, não ocorrerá o

tunelamento ressonante. Analogamente ocorrerá com a spin polarização, mas a medida

que a tensão aumenta, também aumenta os valores nos níveis ressonantes, Figs.5.14, 5.15

e 5.16. Para φ = 30o e 60o atingi valores de 79%−→81%, 84%−→85%, 86%−→87%

para U=3, 6 e 9 meV respectivamente; para φ = 90o atingi valores de 70%−→72%,

74%−→76%, 77%−→79% para U=3, 6 e 9 meV respectivamente e para φ = 45o atingi

valores de 90%−→95% para U=3, 6 e 9 meV. Novamente para φ = 45o a eficiência de

polarização é de quase 100%.

Diferentemente de [13], o modelo com Hamiltoniano completo de Dresselhaus, apesar

de mais complexo, permite um controle maior nas propriedades eletrônicas através do

momento paralelo às camadas,k||, e do ângulo polar φ. Portanto, a interação spin-órbita

de Dresselhaus é um mecanismo importantes para aumentar a eficiência de dispositivos

spintrônicos.

Para finalizar, entendemos que todos esses efeitos seriam melhor investigados com

a determinação da corrente de tunelamento, uma vez que esta quantidade serviria de

objeto de comparação com resultados experimentais. Porém, devido ao grande esforço

computacional envolvido nesse cálculo, reservamos tal proposta para trabalhos futuros,

bem como a de aplicar estas técnicas à situações mais complicadas, como para materiais

semi-magnéticos, ressonância em poços duplos, etc.
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