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Étude expérimentale et théorique des fluctuations
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2.1.2 Les échantillons . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 21
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3.7.1 Écrantage magnétique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 76
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Résumé

Theory is when you know

everything but nothing works.

Practice is when everythings works

but no one knows why. Here, theory

and practice are combined : nothing

works and no one knows why !

Albert Einstein

Le but de cette thèse est de décrire l’impact des fluctuations thermiques quan-

tiques sur les spectres XANES et RMN du solide, à l’aide d’une étude conjointe expé-

rimentale et théorique. Ce projet comporte deux volets. D’une part, il s’agit d’acqué-

rir des données expérimentales de très bonne qualité, afin d’observer et comprendre

l’influence des vibrations quantiques dans les oxydes d’éléments légers. D’autre part,

un modèle théorique est mis en place afin de reproduire les effets observés expé-

rimentalement et décrire leur origine d’un point de vue fondamental. L’approche

théorique développée est fondée sur la théorie de la fonctionnelle de la densité [1–3].

Dans le cadre de l’approximation de Born-Oppenheimer (BO) [4] et de l’approxi-

mation quasi-harmonique [5, 6], les fluctuations thermiques de nature quantiques

sont modélisées en générant des configurations atomiques obéissant à la statistique

quantique à température finie. Les spectres XANES et paramètres RMN sont, par

la suite, calculés dans ces configurations et les résultats moyens sont comparés aux

données spectroscopiques à température finie.

Après une introduction générale du sujet et des concepts fondamentaux des deux

spectroscopies, ce manuscrit présente les acquisitions expérimentales en XANES et

RMN dans le chapitre 2. Dans le chapitre 3, le modèle théorique est explicité puis

validé par l’étude de MgO et α-Al2O3, dans le chapitre 4. Par la suite, l’étude

est étendue à divers oxydes d’éléments légers dans le chapitre 5. Finalement, la

conclusion du manuscrit et les perspectives sont développées au chapitre 6.
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Chapitre 1

Introduction générale

Research is what I’m doing when I

dont know what I’m doing

Wernher von Braun

Résumé Dans ce chapitre, les principes des spectroscopies d’absorption des rayons X au

voisinage du seuil (XANES) et de résonance magnétique nucléaire (RMN) sont présentées.

Leurs similitudes et différences, en termes d’informations structurales et de types de matériaux

pouvant être sondés, sont mises en évidences. Les méthodes de modélisation standard de ces

deux techniques, c’est-à-dire sans prendre en compte les vibrations, sont ensuite exposées.

Après une synthèse de l’influence des vibrations sur les spectres XANES et RMN, nous faisons

l’état de l’art des tentatives de prise en compte des vibrations quantiques pour la modélisation

de ces deux spectroscopies.

Sommaire

1.1 Étude des matériaux par les spectroscopies d’absorp-

tion des rayons X et de résonance magnétique nucléaire 4

1.1.1 Principe de la spectroscopie XANES . . . . . . . . . . . . 5

1.1.2 Principe de la spectroscopie RMN . . . . . . . . . . . . . 8

1.1.3 Apport de la modélisation à l’interprétation des données

expérimentales . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 12

1.2 Influence de la température et des vibrations en RMN

et en XANES . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 14

1.3 État de l’art de la modélisation des vibrations dans les

spectroscopies XANES et RMN . . . . . . . . . . . . . . 16
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1.1 Étude des matériaux par les spectroscopies

d’absorption des rayons X et de résonance

magnétique nucléaire

En physique et chimie de la matière condensée, les matériaux sont couramment

étudiés à l’aide des spectroscopies d’absorption des rayons X au voisinage du seuil

(XANES : X-ray Absorption Near-Edge Structure ou NEXAFS : Near-Edge X-ray

Absorption Fine Structure) [7, 8] et par résonance magnétique nucléaire du solide

(RMN) [9]. Ces techniques sont des sondes locales, chimiquement sélectives, qui

nous renseignent sur l’environnement électronique et la structure locale autour d’un

élément donné. Ainsi, dans un rayon de plusieurs Å, nous avons accès à des informa-

tions comme la coordinence, la symétrie locale, le degré d’oxydation, les distances

interatomiques et la nature chimique des éléments voisins.

Le XANES et la RMN permettent d’analyser une large variété d’échantillons.

Henderson et al. [10] ont récemment dédié un article de revue à la caractérisation

des cristaux organiques et des minéraux par XANES. Les solides cristallins peuvent

également être étudiés par RMN et cela fait quelques années qu’on emploie le terme

de cristallographie RMN pour désigner la méthodologie consistant à remonter à la

structure des solides (in)organiques, à partir de mesures RMN combinées à la dif-

fraction de rayons X [11]. La sensibilité de ces deux spectroscopies nous autorise

à sonder les matériaux microporeux [12, 13] et à déterminer l’environnement des

éléments minoritaires (impuretés) dans les systèmes dilués [14, 15]. Par ailleurs,

l’application des deux techniques aux matériaux sans ordre à longue portée, tels

que les verres et amorphes est détaillée dans les revues de Calas et al. [16] pour le

XANES, et de Stebbins [17] pour la RMN. Un autre point fort de ces deux spectro-

scopies est la possibilité d’effectuer des mesures in situ dans différentes conditions

de température et de pression [18]. On peut suivre les transitions de phase, ou les

transformations dans les verres au voisinage de la température de transition vitreuse

[18, 19]. Il est envisageable d’observer la structure des réactifs et la cinétique des

composés intermédiaires des réactions de catalyse [20–22]. La RMN du solide per-

met d’étudier les réactions chimiques dans les batteries en cours de fonctionnement

[23] et d’autre part, les progrès récents permettent des mesures XANES résolues

en temps [24, 25], qu’il s’agisse d’observer l’évolution des interfaces des batteries à

base de tungstène [26], ou l’adsorption du CO2 dans des organo-métalliques [27].

Finalement, la polyvalence du XANES et de la RMN en font des sondes de choix

des hybrides organique-inorganique et biomatériaux [28–30].
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Les spectres RMN sont généralement plus simples à interpréter que les spectres

XANES car ils présentent des déplacements chimiques distincts caractéristiques d’un

environnement donné. La RMN est également plus sensible aux très petites varia-

tions structurales et s’en sort beaucoup mieux lorsqu’il s’agit d’observer les éléments

légers tels que l’hydrogène. De son coté, le XANES donne des informations sur la

structure électronique, et le dichröısme magnétique circulaire peut également être

sondé via des mesures sous champ magnétique externe [31, 32]. En revanche, la

RMN ne peut sonder que les noyaux de spin nucléaire I ≥ 1/2. Dans le cas par-

ticulier du XANES, on peut tout à fait sonder les éléments lourds, les métaux de

transition et autres matériaux magnétiques. En outre, l’analyse de la structure de

préseuil observable au seuil K des métaux de transitions permet d’extraire des don-

nées sur leur structures électronique et degrés d’oxydation [33, 34]. La RMN est

moins performante avec ces éléments car ils présentent des spectres très larges, à

cause d’un faible ϒ, et donc une faible sensibilité [35]. Ainsi, il semble que l’utili-

sation combinée de ces deux techniques puisse permettre une étude complète des

propriétés électroniques et structurales des matériaux. Par exemple, le couplage des

deux spectroscopies a permis de déterminer l’environnement de Al dans les verres

de tectosilicates et péralumineux [36], ainsi que la structure et les transformations

chimiques de composés carbonés et soufrés existant dans les sols des zones humides

[37]. Plus récemment, une étude combinant XANES et RMN a permis de révéler la

structure locale des sites Al dans des zéolithes [38].

1.1.1 Principe de la spectroscopie XANES

L’absorption des rayons X (XAS) consiste à mesurer l’absorption d’un photon X

par un échantillon, en fonction de son énergie E = h̄ω . Le coefficient d’absorption

µ(E), d’un matériau d’épaisseur z, est donné par la loi de Beer-Lambert-Bouguer,

selon

I f /I0 = exp [µ(E)z] , (1.1)

où I f et I0 sont les intensités des faisceaux de rayons X mesurés, respectivement,

en entrée et en sortie de l’échantillon. Le XAS est basé sur l’effet photoélectrique

[Fig. 1.1(a)]. Au seuil K, lorsqu’un photon X, d’énergie E, est assez énergétique pour

exciter un électron 1s, d’énergie E0, vers les états vides, il est absorbé et un trou de

cœur est créé sur l’orbitale atomique. 1 L’électron excité est appelé photoélectron et

1. Un électron d’une couche supérieure peut venir combler ce trou de cœur. Au cours de ce
processus, un photon de fluorescence est émis. Ce phénomène permet de réaliser des mesures XAS
en détection de fluorescence.
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Figure 1.1 – (a) Principe de l’effet photo-électrique, sur lequel repose l’absorption des rayons X. Le
photon X incident d’énergie correspondante est absorbé par un électron de cœur, ici un électron 1s de
la couche K. Ce dernier est excité vers les états vides de la bande de conduction et laisse un trou de
cœur sur la couche K. (b) Spectre d’absorption X mesuré au seuil K de Si dans le quartz α. Les régions
spécifiques du XANES et le début de l’EXAFS sont mises en évidence.

ce dernier récupère l’énergie en excès sous forme d’énergie cinétique EK = E −E0.

Ainsi, quand E < E0, le photon X n’est pas absorbé. Lorsque E ≈ E0, on observe

une augmentation brutale du coefficient d’absorption. Dès que E > E0, à mesure que

l’énergie du photon X augmente, le photoélectron a accès à des états vides d’énergie

de plus en plus élevée. Un spectre XAS est traditionnellement divisé en deux régions :

le XANES et l’EXAFS (Extented X-ray Absorption Fine Structure) [Fig. 1.1(b)]. Le

spectre XANES correspond à la région située jusqu’à environ 50 eV au-delà du seuil.

Dans cette gamme énergétique, le photoélectron est émis avec une faible énergie

cinétique, par conséquent son libre parcours moyen peut attendre environ 10 Å [39].

Le XANES est issu de la diffusion multiple du photoélectron par les états vides

électroniques et peut, dans certains cas être interprété comme la densité d’états vides

partielle projetée sur l’atome absorbeur. À partir de 50 eV au-delà du seuil, on entre

dans le domaine de l’EXAFS [40]. Dans cette gamme d’énergie, l’énergie cinétique

du photoélectron est plus grande. Les oscillations EXAFS résultent majoritairement

de la rétro-diffusion (diffusion simple) du photoélectron et renseignent donc plus

quantitativement sur la structure locale que le XANES : distances interatomiques et

nombre de premiers et seconds voisins [8]. À chaque diffusion, la fonction d’onde du

photoélectron subit un déphasage et la superposition des fonctions d’ondes diffusées

induit des interférences constructives et destructives. Puisque les diffusions sont plus

nombreuses dans le XANES que dans l’EXAFS, l’interprétation de spectres XANES

est souvent plus complexe que l’analyse de l’EXAFS.

Du point de vue fondamental, l’absorption des rayons X repose sur l’interaction

entre une onde électromagnétique, de champ scalaire Φ(r, t) et de potentiel vecteur
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A(r, t), et un électron, de masse m, de charge q, de rapport gyromagnétique ϒ et de

spin s, dans le potentiel externe V (r). L’hamiltonien H d’un électron évoluant dans

V (r) et plongé dans un champ électromagnétique s’écrit :

H =
1

2m
[−ih̄∇−qA(r, t)]2 +V (r)+ qΦ(r, t)− ϒq

2m
s ·∇×A(r, t), (1.2)

où h̄ est la constante réduite de Planck. À partir de ce cadre théorique, on peut

calculer la section efficace d’absorption X. Le calcul complet ayant été détaillé pré-

cisément dans l’article de Brouder [41], je vais simplement en rappeler les approxi-

mations. Tout d’abord, pour un système de Ne électrons, dont on néglige les spins,

le potentiel externe V est créé par un ensemble de N noyaux. On applique ensuite

la jauge de Coulomb au champ électromagnétique (∇ ·A = 0 et Φ(r, t) = 0), ce fai-

sant, il s’agit d’une approche semi-classique. D’ailleurs, le rayonnement incident est

traité comme une onde plane, de vecteur d’onde k. Par la suite, les termes en A2

sont négligés et on applique la règle d’or de Fermi dans le cadre de la théorie des

perturbations au premier ordre. Ainsi, on obtient la section efficace d’absorption des

rayons X, qui s’écrit pour chaque énergie h̄ω du rayonnement,

σ(h̄ω) = 4π
2
α0h̄ω ∑

f

∣∣〈ψ f |τ |ψg〉
∣∣2 δ (E f −Eg− h̄ω), (1.3)

où α0 est la constante de structure fine et τ l’opérateur de transition électronique.

Cette formule est une somme sur tous les états finaux accessibles, indexés f , d’élé-

ments de matrice au carré représentant la transition entre l’état fondamental |ψg〉,
d’énergie Eg, vers les états vides |ψ f 〉, d’énergies E f , via l’opérateur de transition

électronique τ . Le δ de Dirac sert, quant à lui, à assurer la conservation de l’éner-

gie via le processus de transition. L’opérateur de transition électronique, pour un

système de Ne électrons, peut s’écrire en développant l’expression de l’onde plane

incidente au premier ordre en k, comme

τ =
Ne

∑
i=1

ê · ri +
i
2

(ê · ri)(k · ri), (1.4)

où ê est la polarisation du photon incident. La forme de l’opérateur de transi-

tion électronique précise que l’état électronique vers lequel transite le photoélec-

tron doit avoir le bon moment angulaire ` en plus de la bonne énergie. En effet, le

premier terme caractérise les transitions dipolaires électriques ∆` = ±1 et autorise

les transitions 1s(` = 0)→ p(` = 1), au seuil K. Le second terme correspond aux

transitions quadripolaires électriques ∆`=±2 et permet au seuil K des transitions
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1s(`= 0)→ d(`= 2). Dans le cas des seuils K, l’Éq. (1.3) est écrite dans une version

monoélectronique et quand on considère les éléments légers (Mg, Al et Si) comme

c’est le cas dans cette thèse, on peut se limiter au transitions dipolaires électriques

1s→ p.

1.1.2 Principe de la spectroscopie RMN

D’un point de vue fondamental, un noyau atomique est composé de nucléons

qui possèdent chacun un spin nucléaire dont la résultante macroscopique est le spin

nucléaire I. Comme le spin électronique, la composante Iz du spin nucléaire peut

prendre 2I +1 valeurs dans l’ensemble {I, I−1, . . . ,−I}. En l’absence de perturbation

externe, les niveaux énergétiques du noyau sont 2I +1 fois dégénérés, mais sous l’effet

d’un champ magnétique statique externe B0, la dégénérescence du spin nucléaire est

levée et on observe la précession du moment magnétique. Il s’agit de l’effet Zeeman

[42]. Cette interaction est décrite par l’hamiltonien de Zeeman

Hz =−h̄ϒI ·B0. (1.5)

En ne considérant que cet hamiltonien, les états sont séparés par une énergie constante

∆E = hν0, où la fréquence de précession ν0 est dénommée fréquence de Larmor. Cette

dernière est reliée aux propriétés du noyau et au champ magnétique par

ν0 =− ϒ

2π
B0, (1.6)

où ϒ est le rapport gyromagnétique, lequel est spécifique à chaque noyau. 2 La RMN

est une technique d’analyse chimiquement sélective qui sonde les interactions entre

le noyau et son environnement : l’écrantage magnétique σ̂ , le gradient de champ

électrique V̂ , le couplage dipolaire D et le couplage scalaire indirect, appelé commu-

nément couplage J, dont les hamiltoniens sont des perturbation de l’hamiltonien de

Zeeman. Dans ce manuscrit nous traiterons uniquement des interactions locales que

sont l’écrantage magnétique et le gradient de champ électrique. Ces deux quantités

sont représentées mathématiquement par des tenseurs de rang 2.

L’écrantage magnétique correspond à la réponse du nuage électronique suite à

l’application d’un champ magnétique externe. Afin de contrebalancer le champ ex-

terne, les électrons au voisinage du noyau créent un champ magnétique induit Bind.

2. Le rapport gyromagnétique est caractéristique de chaque isotope. Par exemple, la spectro-
scopie RMN discrimine les noyaux 13C et 14C.
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On définit alors le tenseur d’écrantage magnétique σ̂ selon

Bind = σ̂B0. (1.7)

Il s’agit effectivement d’un tenseur car, dans la pratique, Bind et B0 ne sont pas

colinéaires. Ainsi, le noyau n’est plus sous l’influence de B0 mais du champ effectif

Beff

Beff = (1− σ̂)B0 (1.8)

et la fréquence de résonance devient

ν =− ϒ

2π
(1−σ)B0. (1.9)

Le tenseur σ̂ nous renseigne sur la physico-chimie du matériau via les variations des

fréquences de résonances qui sont sensibles à l’environnement local du noyau. Dans

la pratique, on s’intéresse principalement à la partie isotrope du tenseur d’écrantage

magnétique σiso, définie à partir des valeurs propres de σ̂ (σxx,σyy,σzz), comme

σiso =
tr(σ̂)

3
=

σxx + σyy + σzz

3
. (1.10)

Il est usuel de déterminer le déplacement chimique δiso qui est relié à σiso, de sorte

que

δiso =
σref−σiso

1−σref
, (1.11)

où σref est l’écrantage magnétique d’un composé de référence. Pour la plupart des

éléments |σref| � 1, si bien que généralement

δiso ≈ σref−σiso. (1.12)

Dans la convention de Haeberlen [43], les valeurs propres de δ sont ordonnées telles

que |δzz−δiso| > |δxx−δiso| >
∣∣δyy−δiso

∣∣. On définit alors l’anisotropie de dépla-

cement chimique (chemical shift anisotropy : CSA) par

δcsa = δzz−δiso (1.13)

et le paramètre d’asymétrie ηcsa

ηcsa =
σxx−σyy

σzz−σiso
. (1.14)

Le CSA est une quantité particulière à la RMN du solide car en phase liquide la
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dynamique des molécules moyenne cet effet. Dans les solides, l’impact du CSA sur les

spectres RMN, est moyenné en procédant à des mesures en rotation à l’angle magique

(Magic Angle Spinning : MAS) [44]. 3 L’angle magique est tel que cos2 (θm) = 1/3,

c’est-à-dire que θm ≈ 54.74◦.

Le gradient de champ électrique (Electric-Field Gradient : EFG) est une inter-

action quadripolaire, c’est-à-dire que seuls les noyaux I > 1/2 tels que 17O, 25Mg et
27Al sont concernés. L’EFG correspond à l’interaction entre le moment quadripolaire

du noyau eQ et le champ électrique généré par l’environnement chimique du noyau

[45]. Dans les environnements cubiques (site Oh), l’EFG est nul. Cette interaction est

représentée par un tenseur symétrique, noté V̂ , dont la trace est nulle et les éléments

hors trace sont définis par

Vαα ′(r) =
∂Eα

∂rα ′
− 1

3 ∑
α ′′

∂Eα ′′

∂rα ′′
, (1.15)

où α indexe les coordonnées cartésiennes et E est le vecteur champ électrique local.

Les valeurs propres de V̂ sont ordonnées telles que |Vzz| > |Vxx| >
∣∣Vyy
∣∣. L’interaction

quadripolaire est quantifiée par la constante de couplage quadripolaire CQ exprimée

selon

CQ =
eQVzz

h
, (1.16)

avec e la charge élémentaire de l’électron 4 et h la constante de Planck. Ce couplage

se manifeste par un décalage supplémentaire des fréquences de résonance, qu’on

appelle la fréquence quadripolaire νq,

νq =
3CQ

2I(2I−1)
. (1.17)

Tout comme pour le déplacement chimique cette interaction est anisotrope. On

définit alors le paramètre d’asymétrie quadripolaire ηq par

ηq =
Vxx−Vyy

Vzz
. (1.18)

L’interaction quadripolaire est source d’élargissement supplémentaire des spectres

RMN.

D’un point de vue pratique, au cours d’une acquisition RMN standard, les spins

nucléaires sont initialement alignés avec le champ B0, ce qui se traduit par une aiman-

3. Le couplage dipolaire est également moyenné par les mesures MAS.
4. Dans ce manuscrit, on a posé e = |q|/√4πε0, q étant la charge de l’électron (q < 0) et ZI le

numéro atomique du noyau I
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tation macroscopique M0. Ces spins nucléaires sont excités par une séquence d’im-

pulsions de champ radiofréquence, dont le champ magnétique transverse (B1 ⊥ B0),

d’une durée de quelques µs, est émis par une bobine entourant l’échantillon afin

de basculer l’aimantation. Ce champ sert à sonder les transitions entre les niveaux

énergétiques du noyau. La largeur spectrale d’une excitation RMN est de l’ordre de

1 kHz–1 MHz. À l’issue des impulsions, l’aimantation de l’échantillon se relaxe en

oscillant. Le signal émis par l’échantillon est converti en une tension électrique, par

une bobine de réception, sur un intervalle temporel plus ou moins long (générale-

ment, la bobine d’émission sert également à la réception). L’atténuation de ce signal

en fonction du temps est nommée la FID (free induction decay) [Fig. 1.2(a)]. La

Fig. 1.2(b) présente la séquence typique, pour les spectres RMN larges, qu’est l’écho

de spin qui consiste à appliquer successivement une impulsion à 90◦ (π/2) puis une

autre à 180◦ (π) afin de détecter l’écho lié à la refocalisation des spins [46]. Dans la

suite, je vais utiliser cette séquence pour mesurer les spectres statiques, dans le but

de récupérer le tout début de la FID, lequel est perdu à cause du temps mort de

l’instrumentation. Le spectre dans le domaine des fréquences est extrait de la FID

par une transformée de Fourier et on obtient un spectre RMN, comme illustré sur

la Fig. 1.2(c).

Figure 1.2 – (a) Signal de FID émis par l’échantillon après une impulsion. (b) Séquence d’écho de
spin : après une première impulsion θ , et un temps de cyclage t, on applique une impulsion 2θ et on
enregistre l’écho de spin. (c) Spectre RMN du proton (1H) d’un aluminophosphate [47]. Chaque pic est
caractéristique d’un environnement protonné différent de l’échantillon.
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1.1.3 Apport de la modélisation à l’interprétation des don-

nées expérimentales

Ces deux spectroscopies permettent donc d’obtenir des informations similaires en

ce qui concerne la structure locale des matériaux autour d’un élément particulier. De

plus, le bond en avant en matière de méthodologie et d’instrumentation a entrâıné

une amélioration spectaculaire de la qualité et de la résolution des spectres pour les

deux techniques [25, 48–51]. Néanmoins, la quantité d’informations contenues dans

les spectres expérimentaux rend leur interprétation précise difficile. Pour remédier

à cette difficulté, les outils théoriques sont utilisés en amont ou en parallèle des

mesures expérimentales [51–54].

Les bases théoriques du XAS ont été posées à partir des années 1970 [55, 56]. Les

approches développées se sont généralement limitées à traiter les états finaux comme

des quasiparticules indépendantes. Dans ce cadre théorique, le XAS est principale-

ment modélisé par le formalisme de la diffusion multiple dans l’espace réel (real-space

multiple scattering), d’ailleurs le code feff très répandu dans la communauté de

l’absorption X, repose sur cette approche [52, 57, 58]. La théorie de la diffusion

multiple requiert une approximation contraignante du potentiel, appelée muffin-tin

[59, 60], dont l’impact sur le XANES peut être préjudiciable, notamment au seuil K

des éléments légers [61]. Afin d’outrepasser cette limitation, une méthode full poten-

tial basée sur la résolution, par différences finies, de l’équation de Schrödinger a été

développée [62, 63]. Par ailleurs, des méthodes de calcul de structures électroniques

dans l’espace réciproque basées sur la DFT qui utilisent un full potential ont été

étendues aux spectroscopies d’excitation d’électrons de cœur. C’est le cas du code

Wien2k [64]. Ces méthodes permettent, à partir d’une théorie de l’état fondamen-

tal, de calculer des excitations de cœur via un traitement réaliste du potentiel dans

lequel évoluent les électrons.

Les premiers calculs théoriques de paramètres RMN ont été réalisés dans des

molécules par Ramsey [65–67]. Par la suite, les principales approches considérées ont

été la méthode de Hartree–Fock et la DFT [68–74]. En revanche, pour traiter des

systèmes plus conséquents qu’une molécule, comme des solides, il existe l’approche en

cluster. Comme dans les codes de calcul XANES dans l’espace réel [58, 63], le solide

est représenté par une structure assez volumineuse pour reproduire l’environnement

chimique du matériau [75–77].

Afin de traiter des solides infinis, il est d’usage de considérer des conditions aux

limites périodiques et, dans le but d’accélérer davantage les calculs, on peut avoir
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recours à des méthodes utilisant des pseudopotentiels pour simuler des spectres

XANES et RMN. L’approximation pseudopotentielle repose sur le fait que les élec-

trons de cœur ne participent pas aux liaisons chimiques et ne sont donc pas influencés

par les variations de leur environnement. Ainsi, les électrons de cœur peuvent être

négligés lors du calcul des structures électroniques. De ce fait, l’intense potentiel au

voisinage du noyau peut être remplacé par un potentiel efficace agissant uniquement

dans une région centrée sur le noyau. Ce potentiel efficace est appelé pseudopoten-

tiel. Toutefois, cette approximation ne permet plus, a priori, de décrire les propriétés

des électrons de cœur telles que le XANES et la RMN. Du moins, c’était le cas jus-

qu’à ce que Blöchl [78] mette en place le formalisme PAW : projector-augmented

wave. Cette transformation permet de reconstruire les fonctions d’onde de cœur

à partir d’un pseudopotentiel. L’extension de ce formalisme aux matériaux sous

l’influence d’un champ magnétique externe est nommé GIPAW : gauge including

projector-augmented wave et permet de rétablir l’invariance par translation [79]. Le

formalisme PAW a donc rendu possible le calcul de spectres XANES, dans le cadre

d’une approche DFT utilisant des pseudopotentiels, comme implémenté dans le code

XSpectra de la suite de code Quantum ESPRESSO, au seuils K [80, 81] et L [82].

Le formalisme de la TDDFT (Time-Dependent Density-Functional Theory) permet

d’aller au-delà d’une vision monoélectronique et a été appliqué au calcul de spectres

XANES [83]. Cependant, le manque de fonctionnelles d’échange-corrélation assez

précises pour décrire les états excités est un frein, bien que des améliorations soient

apparues récemment [84, 85]. La méthode de choix pour calculer les spectres d’ex-

citations électroniques des matériaux dont les interactions multiélectroniques sont

importantes, consiste à utiliser les équations de Bethe-Salpeter [86, 87]. Ce forma-

lisme est particulièrement efficace pour décrire les effets excitoniques [88]. Toutefois,

comparativement aux méthodes présentées précédemment, le temps de calcul devient

colossal, ce qui limite les applications.

Dans le cas de la RMN, le calcul des déplacements chimiques des solides à l’aide

de conditions au bord périodiques est basé sur le travail de Mauri, Pfrommer et

Louie [89–92]. Le développement de la méthode GIPAW a permis ensuite d’effectuer

ces calculs à l’aide de pseudopotentiels [79, 93], puis en incluant les effets relati-

vistes [94, 95]. Ce formalisme offre la possibilité de déterminer théoriquement les

paramètres de résonance paramagnétique électronique (EPR) [96], les gradients de

champ électrique [97, 98] et le couplage scalaire [99]. En revanche, dans le cas des

métaux, le calcul des paramètres RMN nécessite un formalisme plus avancé. En

effet, dans ces derniers, la structure électronique réagit au champ magnétique ex-

terne par le biais du Knight shift, qui correspond à la réponse de la distribution de
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spins magnétiques du métal. Il existe en outre une composante orbitale de la réponse

RMN à considérer. Des développements récents ont cependant permis de déterminer

les déplacements chimiques dans les métaux de transition [100] et la susceptibilité

magnétique des métaux [101].

1.2 Influence de la température et des vibrations

en RMN et en XANES

Les observations expérimentales montrent que la variation de la température a

une influence non négligeable sur les données spectroscopiques. Ceci est connu no-

tamment dans les composés organiques, où les niveaux vibrationnels peuvent être

observés sur un spectre XANES [102–104]. Dans cette communauté, les efforts théo-

riques développés pour simuler les spectres sont généralement basés sur le principe

de Franck-Condon [105, 106]. Cependant, cette approche néglige les fluctuations des

noyaux, dont l’influence au premier ordre est connue sous le nom d’effet Herzberg-

Teller [107].

En revanche, dans le cas des solides inorganiques, en XANES, en plus de l’élar-

gissement progressif des structures [110], au seuil K de Al dans les oxydes, le mouve-

ment nucléaire est à l’origine de l’accroissement des structures du préseuil [111, 112].

EXPERIMENTAL EVIDENCE OF THERMAL FLUCTUATIONS . . . PHYSICAL REVIEW B 85, 224108 (2012)

agreement with the thermal matrix parameters of corundum
and beryl given in Refs. 79 and 91.

The second method, referred to as method 2 in the follow-
ing, was described and mathematically justified in Refs. 1 and
56. It uses several approximations. First, vibrational energies
are considered to be small with respect to the experimental
resolution. In other words, this approximation accounts for
the fact that the absorption process is much faster than
atomic vibrations. Second, the strongly localized character
of the 1s initial wave function is used to restrict vibrations in
the initial state to the absorbing atom motion only. Third, the
crude Born-Oppenheimer approximation is made for the final

state, which assumes that atomic motions do not significantly
change the final electronic states. Consequently, in method 2,
the final states are determined for the atoms at their equilibrium
positions, and only the absorbing atom position in the initial
state is modified by vibrations. In practice, the 1s initial
wave function is no more centered on the equilibrium position
of the absorbing atom. This shifted 1s wave function is
expanded over spherical harmonics centered at the equilibrium
position and the ℓ = 1 component allows for dipole transition
to 3s states. Contrary to method 1, method 2 does not create
(or increase) hybridization in the final state on the absorbing
atom site. In the resulting absorption cross section formula
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FIG. 2. (Color online) Experimental x-ray absorption polarized spectra of corundum (left) and beryl (right) at the Al K edge for different
temperatures along with difference of each spectrum with respect to the 300 K reference. The top and bottom panels display the σ∥ and σ⊥
spectra, respectively. The upper-right insets use the same legend code and present a zoom on the main peak(s).

224108-5

Figure 1.3 – (a) Spectres XANES au seuil K de Al dans le corindon calculé et mesuré à 300 K.
On remarque que le spectre calculé dans l’approximation dipolaire électrique (1s→ p) ne reproduit
pas la structure de préseuil. Figure extraite de [108]. (b) Spectres XANES mesurés au seuil K de Al
dans le corindon, à différentes températures. Le préseuil et le seuil sont particulièrement affectés par la
température. Figure extraite de [109].
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La Fig. 1.3(a) montre qu’au préseuil K de Al, dans le corindon (α-Al2O3) et le béryl

(Be3Al2Si6O18), un calcul du spectre XANES en considérant les noyaux fixés aux

positions d’équilibre ne permet pas de reproduire la structure de préseuil contraire-

ment aux autres structures du spectre [109]. En outre, des mesures en température du

même seuil montrent des variations importantes du pic P du préseuil : son intensité

augmente alors que sa position est décalée vers les plus basses énergies [Fig. 1.3(b)].

Les densités d’états partielles ont montré que ce pic de préseuil correspond à des

transitions électroniques 1s→ 3s qui sont pourtant interdites par les règles de sélec-

tion dipolaire [108, 109]. Ce phénomène semble donc lié à une brisure de symétrie

induite par les vibrations. Concernant la RMN, dans le cas de MgO, il a été observé

que les déplacements chimiques peuvent varier de quelques ppm avec la température

[Fig. 1.4(a)] [113, 114]. Le tenseur EFG est également très sensible à la température

et des expériences de résonance nucléaire quadripolaire (RQN) ont montré une varia-

tion des fréquences de résonance ν±,0 jusqu’à −0.2 kHz K−1 [Fig. 1.4(b)] [115–118].

De plus, les temps de relaxation sont également sensiblement affectés [119, 120].

Généralement, la dépendance thermique du XAS est donnée par le facteur de

Debye-Waller f = exp(−2k2ς2). Il en résulte que dans la région XANES, où k ≈ 0,

l’influence thermique est très faible, contrairement à l’EXAFS. D’autre part, la dé-

pendance en température d’une mesure RMN est donnée par la loi de Curie de sorte

que l’aimantation macroscopique à l’équilibre M0 ∝ (kBT )−1. Ainsi, plus la tempéra-

ture augmente, plus le signal RMN mesuré perd en intensité. Mais la prise en compte

du Debye-Waller et de la loi de Curie ne suffisent pas à reproduire les observations

Figure 1.4 – (a) Influence de la température sur le déplacement chimique de 17O dans MgO. Figure
extraite de [113]. (b) Variation des fréquences quadripolaires de 14N dans le RDX (C3H6N6O6) en
fonction de la température. Figure extraite de [115].
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expérimentales dans ces deux spectroscopies.

En effet, toutes les méthodes de calcul présentées jusqu’alors considèrent que les

atomes sont fixés à leurs positions d’équilibre. Or, ni la masse des noyaux ni les

forces interatomiques ne sont infinies, donc négliger les vibrations atomiques est une

approximation, même à la température de T = 0 K. En effet, le principe d’incertitude

affirme qu’on ne peut déterminer précisément à la fois la position x et l’impulsion

p d’un atome : ∆x∆p ≥ h̄. Il en résulte un phénomène purement quantique appelé

mouvement de point zéro (zero-point motion). Dans l’état solide, les vibrations sont

décrites par des quasiparticules appelées “phonons”. Un phonon représente un quan-

tum d’énergie de vibration et, par analogie avec les électrons, on peut déterminer

son énergie et ses relations de dispersion.

Ce travail de thèse a donc pour objectif de fournir une méthode de modélisa-

tion précise des spectroscopies XANES et RMN, incluant les vibrations thermiques

de nature quantique, afin de permettre une interprétation la plus fine possible des

données expérimentales, voire de prédire les résultats.

1.3 État de l’art de la modélisation des vibrations

dans les spectroscopies XANES et RMN

Ces dernières années, plusieurs tentatives de modélisation des effets de la dy-

namique du réseau dans les spectroscopies XANES et RMN du solide ont émergé

dans la littérature. Tout d’abord, des approches empiriques ont permis d’inclure le

mouvement nucléaire. En RMN, le tenseur d’écrantage magnétique expérimental a

été reproduit en moyennant différentes orientations de calculs de tenseurs dans les

silsesquioxanes (RSiO1.5)8 et les liposils [121, 122]. En parallèle, il a été montré que

les petits déplacements, soit de l’atome absorbeur [108, 109, 123] ou de la fonction

d’onde 1s de l’état initial dans l’approximation crude Born-Oppenheimer [124] pour-

raient révéler des transitions interdites dans les spectres XANES aux seuils K de

molécules et de solides. Bien que très prometteuses, ces méthodes ne tiennent pas

compte de la dynamique collective des noyaux.

Un certain nombre d’approches théoriques ont été développées, dans le but de

traiter la dynamique sans paramétrisation expérimentale, à partir de l’expression

de l’hamiltonien du système. Fujikawa a prouvé que l’influence des vibrations peut

être représentée comme la convolution de la section efficace d’absorption X, calculée

pour la configuration d’équilibre, avec la fonction d’onde vibrationnelle [125–127].
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De même en RMN, l’influence des vibrations a été incluse afin d’expliquer que la

fréquence de Larmor dépende inversement du temps de relaxation de l’aimantation,

dans les matériaux antiferromagnétiques [128]. Récemment, l’étude des molécules

magnétiques Ni10 a démontré que le ralentissement de thermalisation du moment

magnétique est lié à une résonance d’un mode de phonons [129].

Dans la plupart des méthodes que je viens de citer, les calculs sont effectués

dans la configuration atomique à l’équilibre. Une autre façon de modéliser les vi-

brations consiste à créer effectivement un désordre atomique. En effet, puisque les

temps d’acquisition XANES et RMN sont grands (∼s) devant l’ordre de grandeur

des vibrations (∼ps), il semble logique d’assimiler une mesure expérimentale à une

moyenne de mesures infinitésimales effectuées dans des configurations désordonnées

par les vibrations. Afin de générer des configurations atomiques hors-équilibre, dans

le cas des vibrations non quantiques, la méthode de choix serait la dynamique mo-

léculaire à température finie, soit classique (MD) ou ab initio (AIMD). En RMN,

l’AIMD a été utilisée pour étudier la dépendance en température du déplacement

chimique [114, 130–133], des couplages quadripolaires [134, 135], des temps et taux

de relaxation quadripolaire [120, 136, 137], mais principalement dans des composés

organiques. Les calculs par MD ont été également utilisés pour calculer les spectres

XANES aux seuils K de Li et S, dans des batteries Li-ion, à température ambiante

afin de suivre l’insertion et la diffusion des ions [138, 139]. Les spectres XANES au

seuil K de Al et Fe dans des plasmas denses et tièdes ont été calculés via MD afin

d’étudier le comportement de la matière sous conditions extrêmes [140–146]. De ma-

nière générale, la MD permet d’améliorer l’accord avec l’expérience ce qui démontre

l’importance de la prise en compte des vibrations thermiques.

Toutefois en MD, les vibrations sont traitées comme un phénomène classique.

Cette méthode convient donc seulement tant que kBT > h̄ϖvib, avec ϖvib la fréquence

de vibration du matériau [147]. Pour tenir compte du comportement quantique des

vibrations, la dynamique moléculaire par intégrale de chemin (PIMD : path-integral

molecular dynamics) a été utilisée pour simuler les paramètres RMN de 13C dans

des molécules [148] et les spectres XANES au seuil K de C [149] et N [150] dans

des composés organiques, à une température donnée dans le but d’améliorer l’accord

expérimental. Dans les deux spectroscopies, les résultats ont été améliorés à l’aide

du PIMD, mais en raison de l’énorme coût numérique de ce type de simulation,

il est difficile d’atteindre une convergence comparable à celle de la MD et il en

résulte une plus grande marge d’erreur statistique. À notre connaissance, la PIMD

n’a pas été appliquée aux solides inorganiques en raison de l’important temps de

calcul nécessaire. Afin de diminuer les temps de calcul, la méthode Monte Carlo
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a été utilisée pour prendre en compte les effets vibrationnels sur les déplacements

chimiques dans MgO par Rossano et al. [151] et, récemment, une méthode plus

efficace, du point de vue du temps de calcul, basée sur un couplage quadratique

entre les vibrations et le tenseur d’écrantage a été présentée par Monserrat et al.

[152]. La méthode Monte Carlo a également été utilisé pour simuler les spectres

XANES de molécules dans les solutions [153] mais, à notre connaissance, elle n’a

pas encore été appliquée aux solides inorganiques.

Ainsi, dans cette thèse, nous allons d’une part observer expérimentalement les

effets de la température sur les spectres XANES et RMN dans les oxydes d’éléments

légers. D’autre part, nous présenterons un modèle théorique original permettant la

prise en compte de l’influence des fluctuations thermiques quantiques des noyaux

atomiques dans les matériaux où les vibrations quantiques ne peuvent pas être né-

gligées (kbT < h̄ϖvib). Par le biais de ce modèle, nous espérons quantifier les effets

des vibrations et expliquer l’origine des effets observés expérimentalement. Le mo-

dèle théorique proposé s’inspire de la méthode mise en œuvre par Rossano et al.

[151] dont nous proposons une implémentation robuste et améliorée, applicable à

un grand nombre de solides. Notre approche consiste à calculer les matrices dyna-

miques à température finie, dans le cadre de l’approximation de Born-Oppenheimer

et de l’approximation quasiharmonique. Ensuite, à partir des matrices dynamiques,

la densité de probabilité quasiharmonique est calculée. À l’aide d’un échantillonnage

Monte Carlo de cette densité de probabilité, on crée des configurations hors-équilibre

respectant la statistique quantique à température finie. Les données spectroscopiques

XANES et RMN sont calculées, pour ces configurations, puis moyennées pour tenter

de représenter l’allure des spectres à température finie.



Chapitre 2

Mesures en température de
spectres XANES et RMN

The doctors X-rayed my head and

found nothing

Jay Hanna “Dizzy” Dean

Résumé La mise en œuvre de mesures en température de spectres XANES et de para-

mètres RMN occupe une part importante de cette thèse. Il est crucial de disposer de données

expérimentales en température de qualité, afin de caractériser les effets des vibrations et de

fonder la validation de notre approche théorique sur une comparaison expérience-calcul. Les

oxydes d’éléments légers étudiés sont tout d’abord présentés. Ensuite, pour chacune des deux

spectroscopies, les protocoles expérimentaux et les spectres obtenus sont exposés, tout en

soulignant les difficultés rencontrées et les contraintes inhérentes à chaque technique.
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2.1 Matériaux étudiés

2.1.1 Choix des composés

Dans le but de réaliser une étude couplée expérience-théorie de l’impact des

fluctuations thermiques des noyaux dans les solides, il est nécessaire de collecter

des données expérimentales d’excellente qualité sur des échantillons pertinents. Les

composés étudiés ont été soigneusement sélectionnés afin de permettre la mesure

des spectres XANES et paramètres RMN en chauffage in situ et d’observer des

effets originaux. Nous avons choisi de travailler sur les oxydes cristallins car leurs

structures cristallographiques sont, a priori, connues grâce à la diffraction des rayons

X, et ce à différentes températures. De plus, les oxydes sont des matériaux stables

sur de larges gammes de température. Notre intérêt s’est, en outre, porté sur des

composés présentant une structure de préseuil au seuil K visible à température

ambiante. Cet indice de l’importance des effets de la température et des vibrations

est souvent observable dans les oxydes d’éléments légers au seuil K des cations.

Afin de prendre en compte l’effet de la symétrie locale sur les vibrations thermiques

quantiques dans les deux spectroscopies, nous avons établi une liste d’oxydes où

l’élément sondé est en coordinence tétraédrique ou octaédrique. Ainsi, nous avons

décidé d’étudier le magnésium, l’aluminium et le silicium dans les composés suivants :

la périclase (MgO), le spinelle (MgAl2O4), le corindon (α-Al2O3), la berlinite (α-

AlPO4), la stishovite (SiO2) et le quartz α (SiO2). Les détails cristallographiques

et les températures de fusion ou de transition de phases de ces matériaux sont

rassemblés dans le tableau 2.1.

Table 2.1 – Paramètres cristallographiques des matériaux étudiés. Dans chaque composé, la coordinence
du cation est précisée. Les températures de fusion, ou de transition de phase, sont également présentées
afin de visualiser la gamme thermique disponible pour les expériences.

Minéral Form. chim. Groupe d’espace Coordinence T Réf.

Periclase MgO Fm3̄m Mg [6] 3250 K 154, 155
Spinel MgAl2O4 Fd3̄m Mg [4] ou Al [6] 2408 K 156, 157

Corundum α-Al2O3 R3̄c Al [6] 2317 K 157–159
Berlinite α-AlPO4 P3121 Al [4] ou P [4] 770 K 160, 161
Stishovite SiO2 P42/mnm Si [6] N.C. 162
α-Quartz SiO2 P3121 Si [4] 770 K 163, 164
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2.1.2 Les échantillons

Les échantillons utilisés au cours de cette thèse sont décrits dans le tableau 2.2. Ils

sont tous synthétiques et leurs structures cristallographiques, à 300 K, a été vérifiée

par diffraction des rayons X à l’IMPMC.

Table 2.2 – Liste des échantillons utilisés au cours de cette thèse. Pour chaque minéral, la forme
de l’échantillon, sa provenance et le type d’expériences auxquelles il a servi, sont précisés. Les notes
donnent les détails des synthèses.

Minéral Forme Provenance Utilisation

Périclase (MgO) poudre LUCIA@SOLEIL XANES
Périclase (MgO) monocristal LUCIA@SOLEIL XANES

Spinelle (MgAl2O4 ) poudre IMPMC1 XANES et RMN
Corindon (α-Al2O3) poudre IMPMC2 RMN
Berlinite (α-AlPO4) monocristal IMPMC3 XANES et RMN

Stishovite (SiO2) polycristal Institut “V.S. Sobolev”4 XANES et RMN
Quartz α (SiO2) monocristal IMPMC3 XANES et RMN

1 Les conditions de synthèses de l’échantillon de MgAl2O4 sont détaillées dans la thèse
de Louisiane Verger [165].
2 L’échantillon de α-Al2O3 est celui utilisé par Gaudry et al. [166].
3 Les échantillons de berlinite et de quartz α proviennent de la collection personnelle de
Bernard Capelle.
4 L’échantillon de stishovite étudié est issu d’une synthèse haute pression, effectuée par
Anton Shatskiy, dans le cadre de cette thèse. Une poudre de silice a été pressée sous
14 GPa à la température de 1900 K pendant 2 h. Il en a résulté un polycristal d’un
volume de quelques mm3.

2.2 Références extraites de la littérature

Dans la littérature, il y a peu de données expérimentales XANES et RMN en

température disponibles pour les échantillons choisis.

Nous disposions préalablement des mesures au seuil K de Al dans le corindon

effectuées par Manuel et al. [109] dans le cadre d’une précédente thèse au laboratoire

[167], ces données ont déjà été commentées dans le chapitre introductif. La Fig. 2.1

présente les spectres mesurés, sur la ligne LUCIA du synchrotron SOLEIL, sur un

monocristal, permettant ainsi d’enregistrer la dépendance angulaire du XANES. De

plus, la différence des spectres avec celui mesuré à 300 K est ajoutée pour mettre

en évidence l’effet progressif de la température. Dans le cadre de ces mesures, le

synchrotron opérait en mode 24 paquets d’électrons, avec un courant de 400 mA.
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Figure 2.1 – Variation en fonction de la température du seuil K de Al dans le corindon. Les figures,
extraites de l’article de Manuel et al. [109], représentent les spectres polarisés perpendiculairement et
parallèlement à l’axe de symétrie ternaire du corindon.

Le monochromateur utilisé était un cristal de KTP(011) et la température a été

appliquée à l’échantillon à l’aide d’un four plan en nitrure de bore. Le protocole

expérimental mis en place dans le cadre de ces acquisitions a permis d’obtenir des

données de grande qualité. Nous avons donc décidé d’adopter ce protocole expéri-

mental, pour les mesures présentées dans ce manuscrit.

Fiske et al. [113] ont mesuré, en mode statique, la variation des déplacements

chimiques des noyaux 25Mg et 17O dans MgO, entre 300 et 1600 K (Fig. 2.2). Les

isotopes considérés présentent à la fois une faible abondance naturelle (25Mg : 10% et
17O : 0.0373%) et et un faible ratio gyromagnétique (25Mg : -1.639 10−7 rad s−1 T−1

588 

anions and  shows no phase transit ions up to the melt ing 
poin t  (2852 ~ C). The physical  and  t ranspor t  propert ies 
o f  M g O  have been extensively studied by m a n y  workers  
because it is an impor t an t  industrial  ceramic (e.g. 
Kingery  et al. 1976) and  is also t hough t  to be a ma jo r  
const i tuent  o f  the Ear th ' s  lower mant le  (e. g. Hirsh and 
Shankland  1991). Fur thermore ,  its simple structure and  
chemistry have made  it amenable  to a large n u m b e r  o f  
theoretical  studies (summarized by Tossell and  Vaughan 
1992). 

lVO and 25Mg are s p i n = 5 / 2  nuclides. Because bo th  
are o f  low natura l  abundance  (0.037% for  170 and 
10.13% for  25Mg) and have low resonance frequencies, 
acquisi t ion o f  spectra can be great ly facilitated by using 
isotopically enriched materials.  The M g  and O sites in 
M g O  have cubic (Oh) symmetry.  The electric field gra-  
dients (EFG)  at these sites are therefore ideally zero, 
and the N M R  peaks are no t  b roadened  or  shifted by 
quadrupo la r  effects. Thus,  the peak  posi t ion observed 
corresponds  to the isotropic (true) chemical  shift and  
peak intensities are relatively high. In addi t ion the low 
magne togyr ic  ratios (7) o f  25Mg and 170 reduce the 
effects o f  dipolar  coupling,  al lowing for  na r row line 
widths and accurate  de terminat ion  o f  peak  positions.  

This s tudy represents the first systematic appl icat ion 
o f  17 0 N M R  to M g O  at high temperature ,  and the first 
appl icat ion o f  ZSMg N M R  at high tempera ture  to any 
solid material.  Our  results demons t ra te  tha t  subtle 
changes in bond ing  with increasing tempera ture  are re- 
solvable. In addit ion,  we have obta ined relaxation time 
da ta  over a wide range o f  temperatures  which, while 
difficult to relate quant i ta t ively to diffusional mot ion ,  
m a y  shed some light on  the mechan i sm o f  cat ion and  
anion diffusion. 

E x p e r i m e n t a l  Procedure  

1 7 0  isotopically enriched MgO was synthesized following methods 
detailed previously (Mueller et al. 1991). A single crystal of opti- 
cally clear MgO was also used for the high-temperature 25Mg study 
and was unenriched. The crystal was a cube in shape, measuring 
about 5 mm on a side. Unenriched reagent grade MgO powder, 
and 99% 25Mg enriched MgO powder (Oak Ridge National Labo- 
ratory) were also studied at room temperature. 

High-temperature static 170 and 25Mg NMR spectra were ac- 
quired using a home-built horizontal solenoid probe capable of 
reaching temperatures as high as 1350 ~ C in a reducing atmosphere 
(Stebbins 1991) and a Varian VXR-400S spectrometer operating 
at 170 and 25Mg Larmor frequencies of 54.2~9 MHz and 
24.502 MHz, respectively. Samples were contained in a high-purity 
hexagonal boron nitride capsule. The magnetic field caused by 
the DC furnace introduces a shift of the NMR peak positions 
of a few ppm. This effect is corrected by gathering spectra under 
normal and reversed furnace current polarity and calculating the 
average position. This average position is the same as that observed 
when the furnace power is turned off showing that the magnitude 
of the peak shift is the same for normal and reversed furnace 
polarity. Sample temperatures were calibrated against the furnace 
control thermocouple in a separate high-temperature run in which 
a thermocouple was placed inside a BN sample container filled 
with AlzO3 powder. The uncertainty in this calibration was 
__10 ~ C. 170 and 25Mg chemical shifts were referenced to H20 
and aqueous Mg(NO3)2 solution at room temperature. Some room 

temperature static spectra were also acquired using a Varian 5 mm 
horizontal solenoid probe. 

Single pulse spectra were acquired using a range of pulse widths. 
90 ~ time measurements of 170 and 25Mg in MgO at all tempera- 
tures produced similar results to those observed for the two liquid 
standards, demonstrating that all transitions were being excited 
in our experiments and that our peak positions represent the isotro- 
pic chemical shifts for these nuclei. Relaxation times (T1) were 
measured at lower temperatures using the saturation-recovery 
method with a 16-pulse saturation comb followed by a delay T 
and a single 90 ~ detection pulse. At higher temperatures, relaxation 
times were sufficiently short to use the inversion recovery technique 
whereby a 180 ~ (inversion) pulse is applied, followed by a delay 
z, and a 90 ~ pulse to record the recovery of the magnetization. 
A non-linear least squares regression of the peak intensity versus 
z was used to calculate the relaxation time T1. No evidence for 
non-exponential relaxation was observed in any sample at any tem- 
perature. Apparent activation energies were calculated from the 
T 1 data by linear least squares regression of In T 1 versus I/T in 
K. The uncertainty in activation energy represents the cumulative 
uncertainty in the individual data points as well as the uncertainty 
in the fit of the line. 

Resul t s  and D i s c u s s i o n  

Chemical Shift Changes with Temperature 

In M g O  at r o o m  temperature,  the 170 isotropic chemical 
shift is 47 p p m  relative to H 2 0  (in agreement  with 
Turner  et al. 1985; Fedo tov  and Geras imova  1983). Wi th  
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Fig. 2. Isotropic chemical shift for ZSMg in unenriched single crys- 
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Figure 2.2 – Variation en fonction de la température du déplacement chimique de 25Mg et 17O dans
MgO. Figures extraites de l’article de Fiske et al. [113].
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et 17O : -3.628 10−7 rad s−1 T−1 [168]). De ce fait, les expériences ont nécessité des

échantillons enrichis isotopiquement. Ces deux noyaux sont certes quadripolaires

(I = 5/2) mais, la symétrie locale dans MgO étant Oh (octaèdre régulier), le tenseur

de gradient de champs électrique est nul. Par conséquent, les pics de résonance ne

subissent ni élargissement, ni décalage quadripolaire. Il en résulte des pics fins, de

sorte que la barre d’erreur expérimentale est ±1 ppm. Dans ces conditions expéri-

mentales, les déplacements chimiques de 17O varient de 10 ppm sur une gamme de

1000 degrés.

2.3 Acquisitions expérimentales XANES en tem-

pérature

2.3.1 Protocole expérimental

Les mesures XANES au seuil K d’éléments légers dans les oxydes ont été ef-

fectuées exclusivement au synchrotron SOLEIL (Saint-Aubin, France) sur la ligne

LUCIA [169], dirigée par Delphine Vantelon. Les travaux présentés ont été réali-

sés en collaboration étroite avec Nicolas Trcera, scientifique de ligne à LUCIA et

Amélie Bordage, chargée de recherche CNRS. Les données expérimentales présen-

tées ci-après sont relatives à trois attributions de temps de faisceau (numéros de

projets : 20120906, 99140120 et 20141057) pour un ensemble d’environ 50 shifts (1

shift = 8 h).

a) Méthode de chauffage

Les échantillons ont été chauffés à l’aide d’un four plan en nitrure de bore at-

teignant 1200 K [Fig. 2.3(a)]. Ce four avait déjà été utilisé avec succès par Manuel

et al. [109]. L’échantillon (monocristal ou poudre compactée sous forme de pastille)

est maintenu contre le four par une lamelle de molybdène perforée afin de laisser

passer le faisceau incident de rayons X. La température est mesurée par un thermo-

couple de type K (alliage chromel-alumel).

Dans le cas de MgO, un autre type de chauffage a aussi été utilisé. Il s’agit d’un

fil chauffant en alliage Pt-Ir, qui permet d’atteindre, en principe, des températures

de l’ordre de 2000 K [Fig. 2.3(b)]. Les plans du support de ce fil chauffant ont été

établis par N. Trcera et moi-même, au cours de cette thèse. Il a ensuite été usiné



24 Mesures en température de spectres XANES et RMN

par Damien Roy, assistant ingénieur de la ligne LUCIA. Le fil chauffant est aplati

et perforé (diamètre 1 mm) en son milieu pour permettre de placer l’échantillon,

sous forme de poudre. L’utilisation d’un thermocouple étant impossible dans ce

dispositif, nous avons dû préalablement calibrer la température du fil, en fonction

du courant appliqué, en faisant fondre des matériaux dont la température de fusion

est bien connue. Dans la pratique, ce type de chauffage n’a pu être utilisé que jusqu’à

1500 K, température à laquelle une rupture du fil s’est malheureusement produite.

Par manque de temps, ce mode de chauffage n’a pas été davantage exploité au cours

de la thèse.

Les deux dispositifs de chauffage ont été conçus pour être insérés dans la chambre

ultravide de la ligne LUCIA [Fig. 2.3(c)], où un vide variant entre 10−7 et 10−6 mbar

a été mesuré au cours de nos expériences. Le système de chauffage (four plan ou fil

chauffant) est positionné sur un support mobile permettant des déplacements dans

les 3 directions d’un repère cartésien, orienté de sorte que x et y correspondent

respectivement à la direction et à la polarisation linéaire horizontale du faisceau

incident. Le support permet aussi une rotation autour de l’axe z.

b) Mode de détection

Les spectres ont été mesurés par détection de fluorescence via un détecteur quatre

éléments Silicon Drift Diode, protégé de la lumière visible et des infrarouges par une

fenêtre de béryllium. Pour optimiser la détection, le support de l’échantillon a été

tourné autour de l’axe z de 15◦. Ce mode de détection, dans le cas des échantillons

concentrés en atomes absorbeurs, comme c’est le cas ici, conduit à une atténuation

des premières structures de seuil. Pour corriger ces effets, dits d’autoabsorption, la

procédure présentée dans l’Annexe B a été appliquée.

c) Monochromateur et mode de fonctionnement de l’anneau

Les énergies de liaison du niveau K de Mg, Al et Si sont respectivement 1303.0 eV,

1559.6 eV et 1839.0 eV, ce qui situe les seuils K dans la gamme d’énergie des rayons X

incidents de 1–2 keV. Cette gamme d’énergie est délicate, dans le sens où l’obtention

de spectres reproductibles demande une attention et des précautions particulières,

compte tenu des conditions de fonctionnement de SOLEIL. Les effets que l’on sou-

haite mesurer sont relativement subtils et demandent une stabilité irréprochable des

équipements de la ligne (monochromateurs et optique).
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(a)

(b
)

(b)

(a)(c)

Figure 2.3 – Photographies prises sur la ligne de lumière LUCIA au synchrotron SOLEIL (Saint-
Aubin, France). (a) Le four plan en nitrure de bore utilisé pour chauffer les échantillons sous forme de
monocristaux ou de pastilles jusqu’à environ 800 K. (b) Le fil chauffant en alliage platine-iridium (Pt-Ir :
90-10%) utilisé pour mesurer le spectre de la poudre de MgO au-delà de 1000 K. (c) La chambre de
caractérisation maintenue sous une pression de l’ordre de 10−6 mbar.

Sur la ligne LUCIA, cette gamme d’énergie est accessible avec un monochroma-

teur à base de monocristaux de KTP(011) et, depuis 2014, d’un monochromateur à

réseau multichouche (MGM : Multilayer Grating Monochromator) [170]. En outre,

le seuil K de Mg est accessible via un cristal de béryl (Be3Al2Si6O18). En fonctionne-

ment standard de l’anneau, c’est-à-dire à 2.75 GeV en mode multipaquet, le courant

dans l’anneau (de l’ordre de 430 mA et non plus 400 mA comme c’était le cas pour

Manuel et al. [109]) est tel que les monocristaux de KTP sont endommagés au cours
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de l’acquisition des spectres. Un système de filtres, placés avant le monochromateur,

a été utilisé pour atténuer le flux de photons, mais cette solution n’a pas toujours

été efficace, au point que les KTP subissaient encore des dégâts et se sont brisés une

fois. Nous avons utilisé le MGM, qui supporte le flux de photons en mode multi-

paquet à 430 mA. Cependant, ce monochromateur n’a pas offert la reproductibilité

nécessaire. Nous avons pu observer un décalage en énergie non prévisible, pouvant

atteindre 1 eV, entre deux spectres enregistrés successivement à la même tempéra-

ture. En outre, les spectres obtenus avec le MGM sont moins bien résolus que ceux

acquis avec les KTP. Par exemple, dans le cas du seuil K de Al dans la berlinite,

la résolution du spectre était telle qu’aucun préseuil n’était visible, contrairement à

n’importe quel spectre de la berlinite mesuré en détection totale d’électrons publiés

dans la littérature [171]. Pour palier ces difficultés, nous avons eu l’opportunité de

bénéficier de deux autres modes de fonctionnement de l’anneau qui produisent un

flux de photons moins préjudiciable pour les cristaux du monochromateur, avec un

courant de l’anneau inférieur à 80 mA. Il s’agit des modes 1-paquet (“low-alpha”)

et 8-paquets (“structure temporelle”). En revanche, ces modes nécessitent des temps

d’acquisition plus longs que le mode multipaquet.

d) Détails d’acquisition

En fonction du flux de photons incidents, et donc du mode de fonctionnement de

l’anneau, le rapport signal sur bruit a été optimisé en accumulant chaque point en

énergie pendant 5 à 8 s et en enregistrant entre 5 et 15 spectres (scans) par tempéra-

ture. Quel que soit le seuil, une gamme d’énergie assez étendue a été sélectionnée (>

100 eV après le seuil) afin d’augmenter la fiabilité de la normalisation des spectres

enregistrés à différentes températures. Les spectres ont tout d’abord été mesurés à

l’ambiante, puis la température a été progressivement augmentée. Enfin, un retour à

l’ambiante a été effectué afin de vérifier la stabilité des mesures sur toutes la gamme

de température.

e) Tableau récapitulatif des mesures effectuées

Le tableau 2.3 rassemble les détails expérimentaux des mesures qui ont permis

d’obtenir des spectres en température exploitables.
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2.3.2 Spectres expérimentaux

a) Seuil K de Mg dans MgO et MgAl2O4

La Fig. 2.4 compare les deux séries de spectres que nous avons enregistrés au seuil

K de Mg. Celle du haut présente les spectres à 300, 800 et 1300 K obtenus avec le

monochromateur MGM en mode 24 paquets, le fil chauffant et un échantillon sous

forme de poudre, tandis que celle du bas présente les spectres à 300, 600 et 900 K

obtenus avec les cristaux monochromateurs de béryl, en mode 8 paquets, le four

plan et un échantillon monocristallin (cf. deux premières lignes de Tab 2.3). Même

si ces deux séries possèdent des caractéristiques communes, nous avons préféré les

présenter sur deux graphes distincts pour plusieurs raisons : (i) la résolution des

spectres mesurés avec le MGM est moindre, rendant le préseuil P et ses variations en

température, moins discernables, et (ii) la normalisation est plus difficile à appliquer

sans créer d’artefacts (cf. pic B).

Néanmoins, on observe un comportement en température similaire à celui mis en

évidence au seuil K de Al par Manuel et al. [109], à savoir que l’intensité du préseuil

P augmente avec la température pendant que l’intensité du pic principal A diminue.

Les deux pics sont d’ailleurs décalés vers les plus basses températures.

Dans tous les cas, la position en énergie des pics a été extraite en effectuant la

dérivée des spectres par rapport à l’énergie du photon incident.
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Figure 2.4 – Spectres XANES en température mesurés au seuil K de Mg dans MgO corrigés de
l’autoabsorption. Les deux jeux de données ont été acquis avec deux types de monochromateurs. En
haut, le monochromateur à réseau multicouche (MGM : Multiple Grating Monochromator). En bas, le
monochromateur à double cristaux de béryl.
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Figure 2.5 – Spectres XANES en température mesurés au seuil K de Mg dans MgAl2O4 pour une
température variant de 300 à 1200 K.

La Fig. 2.5 présente les spectres enregistrés au seuil K de Mg dans le spinelle

MgAl2O4, après correction de l’autoabsorption. Les mesures ont été menées en ayant

recours au four plan et en mode 8 paquets d’électrons, ce qui a permis d’utiliser le

monochromateur à cristaux de KTP pour avoir une bonne résolution. À cause d’un

dommage du four, nous n’avons pas pu accumuler autant de spectres qu’initialement

désiré. Ainsi, nous avons mesuré 13 spectres à 300 K, 6 à 600 K, 12 à 900 K et 6 à

1200 K.

Les effets de la température sont visibles, notamment dans la région du préseuil

et sur l’intensité du pic A, même s’ils sont moins marqués que dans le cas de MgO.

Ces différences seront analysées au Chapitre 5.

b) Seuil K de Al dans α-AlPO4

Le seuil K de Al a été mesuré dans la berlinite α-AlPO4 pour une température

variant de 300 à 800 K. Les premières expériences ont eu lieu en parallèle des me-

sures de MgO à l’aide du monochromateur MGM. Je ne présente pas ces données

inexploitables.

Les spectres présentés sur la Fig. 2.6 ont été mesuré à l’aide du monochromateur

à cristaux de KTP, en mode 1-paquet d’électron. Le décalage de P en fonction de

la température est ici bien visible, tout comme la baisse d’intensité du pic A. En
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Figure 2.6 – Spectres XANES en température mesurés au seuil K de Al dans α-AlPO4 pour des
températures variant de 300 à 800 K.

revanche, comme pour MgAl2O4, aucun décalage en énergie du pic A n’est observé.

Le préseuil P est aussi moins marqué qu’au seuil K de Al dans le corindon.

c) Seuil K de Si dans SiO2 : stishovite et quartz α

Le seuil K de Si a été mesuré en température dans la stishovite SiO2. Le syn-

chrotron SOLEIL était dans un mode 24 paquets d’électrons mais les cristaux du

monochromateur KTP ont plus ou moins résisté. En effet, il a fallu réaligner le fais-

ceau à plusieurs reprises, ce qui a ensuite compliqué la normalisation des spectres,

si bien que les spectres obtenus aux quatre températures sélectionnées (300, 530,

700 et 800 K) n’ont pas pu être comparés sur un unique graphe. Les deux graphes

de la Fig. 2.7 correspondent à deux jeux de données mesurés successivement, avec

des réglages différents de la ligne. Même si ces mesures ne sont pas optimales, la

résolution et le rapport signal sur bruit sont suffisants pour mettre clairement en

évidence les effets de température attendus : un préseuil bien visible dont l’intensité

augmente et qui se décale vers les basses énergies, un pic principal qui diminue et

se décale légèrement.

L’échantillon de quartz α étant monocristallin, avec une structure cristallogra-

phique conduisant à du dichröısme linéaire naturel dans l’approximation dipolaire

électrique [41], nous avons pu mesurer dans ce cas des spectres polarisés qui sont

présentés sur la Fig. 2.8. Quelle que soit l’orientation de la polarisation du faisceau
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dans le cristal, on observe un préseuil qui crôıt et qui se décale vers les basses éner-

gies avec la température. En revanche, aucun décalage de A n’est observé, qui par

ailleurs diminue en intensité, comme attendu.
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Figure 2.7 – Spectres XANES en température mesurés au seuil K de Si dans la stishovite, corrigés de
l’autoabsorption. Les deux graphes sont à la même échelle en abscisses et en ordonnées.
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Figure 2.8 – Spectres XANES en température mesurés au seuil K de Si dans le α-quartz SiO2 corrigés
de l’autoabsorption. Les spectres polarisés sont présentés, σ⊥ et σ� correspondant respectivement à
une polarisation du faisceau perpendiculaire et parallèle à l’axe de symétrie ternaire du cristal.
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2.4 Acquisitions expérimentales RMN en tempé-

rature

2.4.1 Protocole expérimental

Afin d’enregistrer la variation thermique des paramètres RMN dans les oxydes

listés dans le tableau 2.1, nous avons déposé un projet Très Grandes Infrastruc-

tures de Recherche (projet : TGIR-RMN-00504), dès le début de la thèse. Nous

avons pu mener des mesures de RMN du solide, en température, au laboratoire

CEMHTI (Conditions Extrêmes et Matériaux : Haute Température et Irradiation)

à Orléans, en collaboration avec Pierre Florian et Aidar Rakhmatullin. Le CEMHTI

est équipé d’une sonde statique Bruker à très haut champ magnétique B0 = 19.9 T

[Fig. 2.9(a)]. Il est possible d’étudier des échantillons sous forme de poudre dans un

porte-échantillon en nitrure de bore. Le chauffage est appliqué par le bas du porte-

échantillon par un laser au CO2 [Fig. 2.9(b)]. Des céramiques en alumine Al2O3

sont utilisées pour assurer l’isolation thermique de la sonde. Pour l’instant, il n’est

possible d’acquérir que des données en RMN statique, car il n’y a pas de sonde en

rotation à l’angle magique (MAS) compatible avec le dispositif de chauffage laser. Au

cours de cette thèse, une sonde MAS en température devait être installée et testée

au CEMHTI. Malheureusement, plusieurs problèmes de développement ont repoussé

son installation. Dans un futur proche, nous espérons avoir accès à cette sonde afin

(a)

(b)

Figure 2.9 – Photographies (a) du spectromètre Bruker à très haut champ B0 = 19.9 T, 850 MHz et
(b) du dispositif de chauffage laser.
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de pouvoir observer les spectres des échantillons présentant un fort élargissement

dipolaire et/ou quadripolaire.

2.4.2 Étude préliminaire à 300 K

Le matériel disponible à ce jour ne nous permet d’effectuer que des mesures en

statique et donc d’acquérir des spectres élargis par les interactions non moyennées.

Nous avons alors testé plusieurs échantillons à 300 K, en comparant les spectres

en statique et MAS, afin de déterminer les meilleurs candidats pour des mesures

statiques en température. Étant donné les observations dans MgO, on pouvait s’at-

tendre à ce que les déplacements chimiques varient de quelques ppm sur une large

gamme de température, nous allons le voir par la suite que ce n’est pas toujours le

cas.

Les Figs. 2.10–2.12 présentent les mesures préliminaires, réalisées au LCMCP

avec Cristiana Coelho Diogo. Nous avons utilisé un spectromètre Bruker à haut

champ (16.3 T), afin de sélectionner les échantillons dont le spectre statique à tem-

pérature ambiante est d’une largeur compatible avec l’étude en température. Il faut

également prendre en compte le temps de relaxation du noyau afin d’évaluer la durée

des expériences. À titre de comparaison, pour chaque échantillon, nous avons mesuré

les spectres en statique et en rotation à l’angle magique, afin de discuter l’intérêt de

futures mesures en température.

Sur la Fig. 2.10, il apparait d’emblée que le noyau 29Si est un mauvais candidat

à ce type d’expériences. En effet, bien que les spectres statiques du quartz α (Si[4])

et de la stishovite (Si[6]) soient respectivement larges de 10 et 30 ppm, il aura fallu

plus d’une nuit d’acquisition pour les obtenir. Le rapport signal/bruit est clairement

insuffisant, particulièrement dans le quartz. Les acquisitions pourront être accélérées

dès qu’une sonde en rotation à l’angle magique compatible avec le chauffage laser

sera disponible.

Le noyau 31P a été mesuré dans la berlinite (P[4]) et présente une largeur de

50 ppm (Fig. 2.11). Le noyau 27Al[4] a aussi été sondé dans le même échantillon

(Fig. 2.11) et la Fig. 2.12 présente les mesures du noyau 27Al[6] dans le corindon

et le spinelle. Les spectres statiques 27Al du corindon montrent une largeur de 200

et 300 ppm. Dans ces conditions, il est très improbable de quantifier précisément

un décalage de quelques ppm. En revanche, le pic de résonance statique 27Al de la

berlinite est beaucoup moins large (80 ppm). De même, dans le spinelle, la largeur du

pic de résonance statique 27Al est de 40 ppm. Par conséquent, le meilleur candidat
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pour l’étude en température est le noyau 27Al dans la berlinite Al[4] et dans le

spinelle Al[6].

-140-130-120-110-100-90-80
δiso (ppm)

MAS
Statique

29Si - α-quartz

-230-220-210-200-190-180-170-160-150
δiso (ppm)

MAS
Statique

29Si - stishovite

Figure 2.10 – Spectres RMN statiques et MAS de 29Si mesurés dans le quartz α et la stishovite. Les
spectres du quartz α ont été enregistrés à B0 = 7 T (spectromètre 300 MHz). Pour le spectre MAS, la
vitesse de rotation est de 10 kHz. Dans le cas de la stishovite, nous avons eu recours à un spectromètre
700 MHz (B0 = 16.3 T). La vitesse de rotation du spectre MAS est de 5 kHz.
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δiso (ppm)

MAS
Statique

31P - berlinite

10203040506070
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Figure 2.11 – Spectres RMN statiques et MAS des noyaux 27Al et 31P mesurés dans la berlinite à
un champ magnétique de B0 = 16.3 T. Les champs radiofréquences sont tels que ν(27Al)= 182.3 MHz
et ν(31P)= 283.4 MHz. Les spectres statiques ont été enregistrés à l’aide d’une séquence d’écho :
θ − t−2θ . La vitesse de rotation des spectres MAS est de 20 kHz.
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-400-350-300-250-200-150-100-50050100150200250300350400
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MAS
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Figure 2.12 – Spectres RMN statiques et MAS des noyaux 27Al dans le corindon et le spinelle à un
champ magnétique de B0 = 16.3 T (spectromètre 700 MHz). La vitesse de rotation des spectres MAS
est de 20 kHz et les bandes de rotation sont indiquées par un symbole ∗.
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2.4.3 Expériences RMN 27Al statique en température

La Fig. 2.13(a) présente les spectres RMN de 27Al dans la berlinite, mesurés

en mode statique de 300 à 800 K. Premièrement, on remarque que la loi de Curie

est respectée, à savoir que l’intensité du pic de résonance diminue exponentiellement

avec la température. Le signal Al[6] observable provient des céramiques utilisées pour

isoler thermiquement la sonde. Compte tenu de la présence d’un signal de sonde

dans la région Al[6], nous avons renoncé à enregistrer le spectre 27Al du spinelle en

température pour l’instant.

-60-40-20020406080100
δ (ppm)

300 K
473 K
673 K
793 K

RMN statique 27Al - Berlinite
B0 = 19.9 T

Al[6]

Al[4]

Figure 2.13 – Mesures RMN de 27Al, en mode statique, dans la berlinite, pour une temperature variant
de 300 à 800 K. Le champ est B0 = 19.9 T et ν(27Al)= 221.6 MHz Une séquence d’écho θ − t− 2θ

a été utilisée avec un temps de cyclage de 60 s. Le signal de 27Al dans la berlinite est noté Al[4]. Le
signal Al[6] correspond au signal de sonde.

2.5 Conclusion

En considérant la littérature et nos mesures, nous disposons, dans le cadre de

notre étude en température, des données expérimentales suivantes :

• MgO : XANES (seuil K de Mg) et RMN (25Mg et 17O)

• MgAl2O4 : XANES (seuil K de Mg)

• α-Al2O3 : XANES (seuil K de Al)

• α-AlPO4 : XANES (seuil K de Al), RMN (27Al)

• SiO2 stishovite et quartz α : XANES (seuil K de Si)

Ces données seront cruciales, en particulier celles de MgO, pour valider la modèle

théorique que nous avons développé dans le cadre de cette thèse et que nous dé-

taillons dans le chapitre suivant.
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Chapitre 3

Calcul des spectres XANES et
paramètres RMN incluant les
fluctuations thermiques quantiques

The most practicle solution is a

good theory

Albert Einstein

Résumé Dans ce chapitre, nous présentons une méthode simulant l’impact des vibrations

en spectroscopies XANES et RMN par une moyenne vibrationnelle, laquelle permet d’évaluer la

valeur d’une observable dépendant uniquement des positions atomiques. Dans le cadre des ap-

proximations de Born-Oppenheimer et quasiharmonique, il s’agit de générer des configurations

atomiques respectant la statistique quantique à température finie. Dans chacune des configu-

rations obtenues pour une température donnée, les spectres XANES et paramètres RMN sont

calculés et moyennés afin de modéliser l’impact des vibrations. Cette méthode est parfaitement

valable dans le cas des tenseurs d’écrantage magnétique et de gradient de champ électrique.

En revanche, aucune justification mathématique de la validité de cette méthode en XANES

n’existe dans la littérature. Ainsi, une part importante de ce chapitre consistera en la dérivation

originale d’une expression rigoureuse de la section efficace XANES prenant en compte la dyna-

mique des noyaux atomiques. Pour la première fois, la validité de la moyenne vibrationnelle en

XANES est justifiée, à condition de négliger l’énergie cinétique des noyaux atomiques. En outre,

nous donnons l’expression des termes de correction de cette approximation. Par ailleurs, les

protocoles de calculs XANES et RMN, dans le cadre de Quantum ESPRESSO sont détaillées

dans ce chapitre.
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3.1 Problème à N-corps dans les solides

Un cristal peut être considéré comme un système de Ne électrons, de vecteurs

positions {r1,r2, . . . ,rNe}, interagissant dans le potentiel créé par un réseau cristallin

de N noyaux atomiques de vecteurs positions {R1,R2, . . . ,RN}. L’évolution d’un sys-

tème quantique est régie par son opérateur énergie : l’hamiltonien total du système

Htot. En l’absence de champs externes, Htot se décompose ainsi :

Htot = TN + Te +Ve +Ve−N +VN . (3.1)

Dans l’Éq. (3.1), les opérateurs d’énergies cinétiques nucléaire et électronique sont

notés, respectivement, TN et Te et s’expriment

TN =
N

∑
I=1

(PI)
2

2MI
, (3.2)

Te =
Ne

∑
i=1

(pi)
2

2m
, (3.3)

où PI et pi sont les impulsions respectives du noyau I, de masse MI et de l’électron

i, de masse m. L’Éq. (3.1) introduit aussi les potentiels d’interaction Coulombienne

entre les électrons,

Ve =
1
2 ∑

i6= j

e2
∣∣ri− r j

∣∣ , (3.4)

entre les noyaux,

VN =
1
2 ∑

I 6=J

ZIZJe2

|RI−RJ|
, (3.5)

et entre électrons et noyaux,

Ve−N =
Ne

∑
i=1

N

∑
I=1

−ZIe2

|ri−RI|
. (3.6)

Dans les Éqs. (3.4) à (3.6), on a posé e = |q|/√4πε0, q étant la charge de l’électron

(q< 0) et ZI le numéro atomique du noyau I. Dans la suite, on va utiliser les variables

collectives

r = {r1,r2, . . . ,rNe}, (3.7)

R = {R1,R2, . . . ,RN}. (3.8)

Les états stationnaires du cristal sont décrits par les solutions Ψ(r,R) de l’équa-
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tion de Schrödinger suivante,

HtotΨ(r,R) = EtotΨ(r,R), (3.9)

où Etot et Ψ(r,R) sont, respectivement, l’énergie propre et la fonction propre de

l’hamiltonien total du cristal.

De ce fait, toutes les propriétés électroniques (densité d’états électroniques, bande

interdite, etc.) et nucléaires (modes de vibration du cristal, etc.) d’un cristal peuvent

être déduites de la résolution de l’Éq. (3.9). La résolution de ce problème est fon-

damental en physique de la matière condensée. Dans la suite, nous présenterons les

approximations et méthodes utilisées pour la résolution de ce problème. En parti-

culier, il sera question de l’approximation de Born-Oppenheimer, la théorie de la

fonctionnelle de la densité et son extension au calcul des propriétés dynamiques du

cristal : la théorie de la perturbation de la fonctionnelle de la densité.

3.2 Approximation de Born-Oppenheimer

Étant donné le grand nombre de particules (N noyaux et Ne électrons), et de

variables, l’Éq. (3.9) est difficilement solvable même à l’aide des moyens numériques

modernes. Il est nécessaire de formuler des approximations afin de simplifier le pro-

blème posé. En ce sens, étant donné que le rapport de masse entre l’électron et le

proton est de l’ordre de 1/1836, la masse de l’électron est négligeable par rapport

à celle d’un noyau. La vitesse de l’électron est donc environ 1000 fois plus grande

que celle du noyau. De ce fait, on peut considérer que les électrons évoluent dans

un potentiel correspondant à une configuration atomique R fixe. Ainsi, pour étudier

la dynamique d’un cristal, il est possible de considérer que les électrons réagissent

instantanément au mouvement des noyaux atomiques. Cette hypothèse est l’approxi-

mation de Born-Oppenheimer (BO) [172, 173], qui permet d’exprimer la fonction

d’onde totale Ψ(r,R) comme le produit d’une fonction d’onde nucléaire χ(R), dé-

pendant uniquement de R et d’une fonction d’onde électronique ψ(r;R), dépendant

explicitement de r et paramétriquement de R, de sorte que

Ψ
j
n(r,R) = χ

j
n(R)ψn(r;R) (3.10)

où, n est le nombre électronique quantique et j indexe les niveaux vibrationnels.
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Il est désormais possible de décomposer Htot comme suit,

Htot = TN + He, (3.1 bis)

afin de définir He l’hamiltonien électronique dans l’approximation BO, tel que

He = Te +Ve +Ve−N +VN . (3.11)

Il est important de noter que VN , le potentiel de répulsion nucléaire (Éq. 3.5), est

un terme dépendant uniquement de R et, de ce fait, constant pour une configura-

tion structurale donnée. Il en résulte que, dans l’approximation BO, l’hamiltonien

électronique He dépend explicitement de r et est défini de façon unique pour chaque

configuration. L’hamiltonien électronique est donc paramétré par R. Ainsi, d’une

part, les fonctions d’ondes électroniques ψn(r;R) sont solutions de l’équation de

Schrödinger suivante

Heψn(r;R) = εn(R)ψn(r;R), (3.12)

où les valeurs propres εn(R) de He sont les surfaces d’énergie de Born-Oppenheimer

du système de Ne électrons interagissant dans le potentiel créé par le réseau fixe de N

noyaux dans la configuration R. D’autre part, les fonctions d’ondes nucléaires χ
j

n(R)

sont solutions de l’équation de Schrödinger suivante

(
TN + εn(R)

)
χ

j
n(R) = E j

n χ
j

n(R), (3.13)

où E j
n est l’énergie du système total composé des noyaux et des électrons. Les équa-

tions de Schrödinger (Éqs. 3.12 et 3.13) soulignent le fait que les ensembles des fonc-

tions d’onde {ψn} et {χn} forment, respectivement, une base de vecteurs propres

pour les opérateurs He et
(
TN + εn(R)

)
. De ce fait, nous pouvons écrire les relations

de fermeture suivantes,

∑
n

ψ
∗
n (r,R)ψn(r′,R) = δ (r− r′);∀R, (3.14)

∑
j

χ
j

n(R)χ
j

n(R′) = δ (R−R′);∀n, (3.15)

où δ est la distribution de Dirac.

L’approximation BO permet de découpler les problèmes électroniques et nu-

cléaires et de les traiter indépendamment. Ainsi, les propriétés électroniques du

cristal sont déduites de l’Éq. (3.12), tandis que la dynamique du réseau cristallin est

décrite par l’Éq. (3.13).
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3.3 Structure électronique dans le cadre de la théo-

rie de la fonctionnelle de la densité

Dans l’approximation BO, le problème électronique se résume désormais à

(Te +Ve +Ve−N)ψn(r;R) = εn(R)ψn(r;R). (3.12 bis)

Il est à noter que puisque la configuration des noyaux atomiques a été fixée, ici à

l’équilibre, le potentiel répulsif nucléaire VN est constant et ce terme ne sera pas

considéré dans la suite. De ce fait, il ne reste plus que Ne particules à traiter. Pour

un solide, ce problème reste insoluble directement, même avec les capacités de cal-

cul numérique moderne, et des approximations supplémentaires sont nécessaires. Le

réseau cristallin étant fixe, le terme Ve−N (Éq. 3.6) est une somme de potentiels

externes monoélectroniques,

Ve−N =
Ne

∑
i=1

V ext(ri), (3.16)

V ext(ri) =
N

∑
I=1

−ZIe2

|ri−RI|
. (3.17)

En revanche, le traitement du terme Ve (Éq. 3.4) est plus complexe car il représente

l’interaction Coulombienne entre tous les Ne électrons du cristal.

Néanmoins, il est possible de résoudre l’équation de Schrödinger multiélectro-

nique (Éq. 3.12 bis) dans le cas d’un système fictif d’électrons indépendants. Ce

dernier admet pour hamiltonien

Hmono =
Ne

∑
i=1

T i
e +V ext(ri)︸ ︷︷ ︸

Hi

, (3.18)

de sorte que,

Hiφi = εiφi, (3.19)

où Hi est l’hamiltonien monoélectronique associé au ième électron dont la fonc-

tion propre monoélectronique φi a pour énergie εi. Ainsi, on considère désormais un

système de Ne équations de Schrödinger monoélectroniques couplées. Ce nouveau

problème est beaucoup plus abordable car la fonction d’onde électronique ψn solu-

tion de Heψn(r;R) = εn(R)ψn(r;R) peut être décrite par un déterminant de Slater
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des orbitales monoélectroniques φi obtenues à l’Éq. (3.19)[174]

ψn(r;R) =
1√
Ne!

∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣

φ1(r1) φ2(r1) . . . φNe(r1)

φ1(r2) φ2(r2) . . . φNe(r2)
...

...
...

...

φ1(rNe) φ2(rNe) . . . φNe(rNe)

∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣

. (3.20)

On sait donc résoudre un système d’électrons indépendants. Il s’agit désormais de

tenir compte de la répulsion électronique à l’aide d’une approche de champ moyen.

Généralement, les méthodes de champ moyen permettent d’appréhender un pro-

blème multiélectronique en substituant au véritable potentiel de répulsion électro-

nique un potentiel efficace Veff tel que

Heff =
Ne

∑
i=1

(
T i

e +V ext(ri)+V i
eff
)
. (3.21)

Cette formulation présente comme principal intérêt d’admettre pour solution des

déterminants de Slater (Éq. 3.20) et de pouvoir être résolue de manière autocohé-

rente : (
T i

e +V ext(ri)+V i
eff
)

φ
eff
i = ε

eff
i φ

eff
i . (3.22)

Les principales méthodes de résolution de l’Éq. (3.22), basées sur le développement

de la fonction d’onde multiélectronique en déterminants de Slater, sont les méthodes

de Hartree, Hartree-Fock et de Kohn-Sham dans le cadre de la théorie de la fonc-

tionnelle de la densité.

La relation entre les hamiltoniens mono et multiélectroniques est donnée par

He =
Ne

∑
i=1

(
T i

e +V ext(ri)
)

︸ ︷︷ ︸
mono

+
1
2 ∑

i 6= j

e2
∣∣ri− r j

∣∣
︸ ︷︷ ︸

multi

, (3.23)

où on remarque explicitement l’influence de Ve. Cependant, lorsque la fonction d’onde

est décomposée en un produit d’orbitales monoélectroniques, l’énergie d’interaction

électronique est donnée par [175]

EH = e2
∫

drdr′
ρ(r)ρ(r′)
|r− r′| , (3.24)
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où la densité électronique ρ du système s’exprime à partir des orbitales comme

ρ(r) =
Ne

∑
i=1
|φi|2 . (3.25)

Le terme EH proposé à l’Éq. (3.24) est l’énergie de Hartree. Bien que EH constitue

une partie non négligeable de Ve, il contient l’interaction de l’électron avec lui même.

De plus, les fonctions d’onde produites par ce potentiel ne sont pas antisymétriques

et ne respectent pas le principe d’exclusion de Pauli s’appliquant aux fermions que

sont les électrons.

Une alternative est la célèbre méthode de Hartree-Fock (HF) qui respecte le

principe d’exclusion via l’introduction d’un terme d’échange mais ne prend pas en

compte la corrélation des spins [176].

Parmi les méthodes de résolution du problème électronique, la théorie de la

fonctionnelle de la densité (DFT) est très populaire, et ce depuis plus de 50 ans [1–

3, 177, 178]. Au premier abord la théorie de la fonctionnelle de la densité semble très

similaire à la méthode HF [179], cependant la DFT repose sur une subtilité cruciale :

le potentiel efficace Veff est choisi tel qu’il produise l’exacte densité électronique du

système. Comment cela est-il possible ?

3.3.1 Double théorème de Hohenberg-Kohn (1964)

Les principes fondateurs de la DFT moderne ont été énoncés en 1964 par Pierre

Hohenberg et Walter Kohn, sous la forme du double théorème HK :

Théorème 1 : La densité électronique du système de Ne électrons dans son état

fondamental, non dégénéré, détermine de manière unique et à une constante près,

le potentiel et toutes les propriétés du système [177].

Théorème 2 : Il existe une fonctionnelle universelle de la densité F [ρ], indépen-

dante du potentiel externe qui s’écrit :

F [ρ] = T [ρ]+Ve[ρ] (3.26)

avec
∫

dr ρ(r) = Ne. Cette fonctionnelle décrit l’énergie du système de sorte que

E[ρ] = F [ρ]+
∫

dr V ext(r)ρ(r) (3.27)
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soit minimisée par la densité électronique ρ0 de l’état fondamental du système. La

valeur minimale de E[ρ] est l’énergie fondamentale du système E[ρ0]≡ E0.

Cette théorie exacte permet de retrouver toutes les propriétés électroniques du

système à condition de connâıtre la fonctionnelle de la densité F [ρ] = T [ρ] +Ve[ρ].

Or, on ne sait pas exprimer Ve et on se retrouve à notre point de départ. C’est à ce

stade qu’intervient Lu J. Sham.

3.3.2 Équations de Kohn-Sham (1965)

Walter Kohn et Lu J. Sham ont développé une théorie sur la base du double

théorème HK. En effet, puisque le théorème HK est valide pour tout système de Ne

électrons, il peut s’appliquer à un ensemble fictif de Ne électrons indépendants tels

que Ve = 0. L’idée de Kohn et Sham est qu’il existe un potentiel externe V KS(r) cor-

respondant à ce système fictif d’électrons indépendants qui produit la même densité

électronique fondamentale que le système électronique réel [178]. Cette brillante idée

souffre cependant d’un écueil majeur : comment déterminer le potentiel de Kohn-

Sham V KS(r) ?

Le système électronique fictif KS est régi par l’équation de Schrödinger suivante

HKS
φ

KS
s (r) = ε

KS
s (r)φ

KS
s (r) (3.28)

où l’hamiltonien de Kohn-Sham est défini par

HKS =− h̄2
∇2

2m
+V KS(r), (3.29)

où φ KS
s (r) et εKS

s (r) sont, respectivement, les orbitales et énergies monoélectroniques.

Dans ce contexte, l’énergie cinétique s’écrit

Ts[ρ] =− h̄2

2m

Ne

∑
i=1

∫
dr φ

KS
i (r)∗∇2

φ
KS
i (r) (3.30)

et la densité électronique est donnée par

ρ(r) =
Ne

∑
i=1

∣∣∣φ KS
i

∣∣∣
2
. (3.31)

L’énergie du système électronique réel peut être déduite du système fictif à partir
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de la fonctionnelle F [ρ] définie à l’Éq. (3.27). Ainsi,

F [ρ] = T [ρ]+Ve[ρ] = Ts[ρ]+Ve[ρ]+ (T [ρ]−Ts[ρ]) . (3.32)

En considérant la contribution de Hartree dans la répulsion électronique (Éq. 3.24),

on arrive au résultat

F [ρ] = Ts[ρ]+ EH[ρ]+ (T [ρ]−Ts[ρ]+Ve[ρ]−EH[ρ])︸ ︷︷ ︸
Exc[ρ]

. (3.33)

On introduit ainsi Exc[ρ], la fonctionnelle d’échange-corrélation, qui contient toutes

les informations que l’on ne sait pas calculer directement. De fait, l’Éq. (3.27) nous

permet de déduire l’énergie fondamentale du système simplement en minimisant la

fonctionnelle suivante :

E[ρ] = Ts[ρ]+ EH[ρ]+ Exc[ρ]+
∫

dr V ext(r)ρ(r), (3.34)

où seul le terme d’échange-corrélation reste à expliciter.

3.3.3 Fonctionnelle d’échange-corrélation

Toutes les informations manquantes sont contenues dans la fonctionnelle d’échange-

corrélation Exc[ρ] définie à l’Éq. (3.34). Cependant, il n’est pas possible de la déter-

miner analytiquement. Il faut donc effectuer une approximation de la fonctionnelle

d’échange-corrélation. Nous allons maintenant présenter deux approximations po-

pulaires en physique du solide.

L’approximation de la densité locale (LDA) fournit la fonctionnelle la plus simple :

ELDA
xc [ρ] =

∫
dr fxc (ρ(r))ρ(r), (3.35)

où fxc est l’énergie d’échange-corrélation par particule dans un gaz homogène d’élec-

trons de densité de charge ρ(r). De ce fait, la LDA est une théorie exacte dans le cas

du gaz homogène d’électrons [180]. L’approximation du gradient généralisé (GGA)

ajoute un terme supplémentaire à la LDA en prenant en compte le gradient de la

densité,

EGGA
xc [ρ] =

∫
dr fxc (ρ(r),∇ρ(r))ρ(r). (3.36)

Cette dernière méthode est, en ce moment, la plus populaire chez les physiciens du

solide. Les résultats présents dans ce manuscrit ont été obtenus à l’aide de l’implé-
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mentation de la GGA par Perdew, Burke et Ernzerhof [181].

3.4 Dynamique des noyaux atomiques par la mé-

thode de la réponse linéaire

Nous avons montré précédemment comment résoudre le problème électronique

dans le cadre de l’approximation BO et de la DFT. Maintenant revenons au pro-

blème nucléaire. L’équation de Schrödinger caractérisant la dynamique des noyaux

atomiques (Éq. 3.13) a déjà été écrite dans un cadre général. Dans la pratique, on

considère uniquement la surface d’énergie fondamentale ε(R), ainsi l’équation de

Schrödinger à résoudre est

(
TN + ε(R)

)
χ(R) = Etotχ(R). (3.13 bis)

Pour ne pas alourdir les notations, les niveaux vibrationnels j, de la fonction d’onde

nucléaire, sont omis. Les vibrations du réseau cristallin engendrent des déplacements

atomiques, u = {uI}I=1...N , décrits par

uI = RI−R(eq)
I (3.37)

où uI est le vecteur déplacement du noyau I par rapport à la position d’équilibre,

R(eq)
I . Dans le repère cartésien, où les directions sont indexées par α = {x,y,z}, on

peut alors effectuer le développement de Taylor suivant, jusqu’à l’ordre p

ε(R) = ε(R(eq)
)+

N

∑
I=1

3

∑
α=1

∂ε(R)

∂uα
I

∣∣∣∣
R(eq)

uα
I +

1
2

N

∑
I,J

3

∑
α,α ′

uα
I

∂ 2ε(R)

∂uα
I ∂uα ′

J

∣∣∣∣∣
R(eq)

uα ′
J

+ · · ·+ 1
p! ∑

I1...Ip

∑
α1...αp

∂ pε(R)

∂uα1
I1
. . .∂uαp

Ip

∣∣∣∣∣
R(eq)

×uα1
I1
. . .uαp

Ip
. (3.38)

Pour éviter d’alourdir les calculs on va choisir une échelle d’énergie telle que ε(R(eq)
)

soit nul. De plus, le terme du premier ordre disparâıt car à l’équilibre les forces

agissant sur chaque noyau s’annulent

Fα
I =− ∂ε(R)

∂Rα
I

∣∣∣∣
R(eq)

=− ∂ε(R)

∂uα
I

∣∣∣∣
R(eq)

= 0. (3.39)
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L’hamiltonien total (Éq. 3.13 bis) du cristal peut donc s’écrire

Htot = TN +
1
2

N

∑
I,J

3

∑
α,α ′

uα
I

∂ 2ε(R)

∂uα
I ∂uα ′

J

∣∣∣∣∣
R(eq)

uα ′
J + . . . , (3.40)

et puisqu’il n’agit que sur la partie nucléaire, χ(R), il s’agit d’un hamiltonien nu-

cléaire. Il est utile de remarquer, comme le montrent les Éqs. (3.4–3.6), que les

composantes de Htot dépendant explicitement de R, et donc intervenant dans le

calcul des dérivées, sont VN et Ve−N .

3.4.1 Approximation harmonique

L’expression de Htot (Éq. 3.40) est assez simple. La partie cinétique peut être

calculée sans trop de difficultés avec les moyens informatiques modernes. Cependant,

le développement de la surface d’énergie de Born-Oppenheimer ε(R) au delà du

3e ordre (Éq. 3.38) demeure gourmand en ressources informatiques. Néanmoins,

dans le cas où les déplacements atomiques sont faibles par rapport aux distances

interatomiques, il est raisonnable de limiter le développement de Taylor au second

ordre, il s’agit de l’approximation harmonique [4, 182]. On introduit alors C, la

matrice des constantes des forces interatomiques, dont les éléments sont définis par

CIJ
αα ′ =

∂ 2ε(R)

∂uα
I ∂uα ′

J
. (3.41)

Ainsi, l’hamiltonien nucléaire exprimé dans l’approximation harmonique, H ≡Hharm
tot ,

s’écrit

H =
N

∑
I=1

3

∑
α=1

(Pα
I )2

2MI
+

1
2

N

∑
I,J

3

∑
α,α ′

uα
I CIJ

αα ′u
α ′
J . (3.42)

Les éléments de matrice de C sont reliés à ceux de la matrice dynamique D du

système par la relation suivante

DIJ
αα ′ =

CIJ
αα ′√

MIMJ
. (3.43)

En diagonalisant D selon

N

∑
J=1

3

∑
α ′=1

CIJ
αα ′√

MIMJ
εα ′

Jµ = ϖ
2
µε

α
Iµ , (3.44)
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on introduit les fréquences ϖµ et les vecteurs de polarisation εα
Iµ

pour chacun des

modes de vibration µ . Il s’agit, respectivement, des fréquences et vecteurs propres

de la matrice dynamique D.

Il est utile de réécrire l’Éq. (3.42) à l’aide des coordonnées normalisées qµ et pµ

définies par

uα
I =

3N

∑
µ=1

1√
MI
εα

Iµqµ , (3.45)

Pα
I =

3N

∑
µ=1

√
MIε

α
Iµ pµ , (3.46)

telles que

pµ = q̇µ , (3.47)

afin d’obtenir

H =
3N

∑
µ=1

Hµ =
3N

∑
µ=1

1
2

(
p2

µ + ϖ
2
µq2

µ

)
. (3.48)

Ce calcul est détaillé dans le livre de Maradudin [183]. On remarque que H s’écrit

comme la somme de 3N hamiltoniens décrivant des oscillateurs harmoniques indé-

pendants. Les énergies propres Eµ de Hµ sont celles d’un oscillateur harmonique de

pulsation ϖµ [4, 182]

Eµ = h̄ϖµ

(
nµ +

1
2

)
, (3.49)

où nµ , le nombre d’occupation du mode µ , est un entier non nul tel que

3N

∑
µ=1

nµ = N. (3.50)

Puisque les phonons sont des bosons, nµ peut prendre la valeur de tout entier naturel

positif tant que la condition de l’Éq. (3.50) est respectée.

Les fonctions propres de H sont les solutions d’un oscillateur harmonique quan-

tique. Les niveaux vibrationnels sont indexés par j et, en coordonnées normalisées,

Ξ j(qµ), la fonction d’onde du niveau vibrationnel j, est associée à H j le polynôme

d’Hermite d’ordre j et s’exprime selon [184]

Ξ
j(qµ) =

(
ϖµ

π h̄

)1/4 1√
2 j j!

H j(qµ)exp
[
−
(

ϖµ

2h̄

)
q2

µ

]
. (3.51)

De ce fait, la jème fonction d’onde vibrationnelle du cristal est donnée par le produit
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des contributions de chaque mode de vibration µ

χ
j(q) =

3N

∏
µ=1

Ξ
j(qµ). (3.52)

La probabilité de trouver le noyau à une valeur de qµ est donnée par
∣∣χ j(q)

∣∣2 et la

largeur de la distribution dépend uniquement de la fréquence de vibration ϖµ .

3.4.2 Réponse linéaire et théorie de la perturbation de la

fonctionnelle de la densité

Le calcul direct de la matrice dynamique (Éq. 3.43) consiste à dériver à deux

reprises l’énergie par rapport aux déplacements atomiques. Cette démarche est très

coûteuse en temps de calcul et il existe des alternatives plus efficaces en terme de

ressources informatiques. Effectivement, les Éqs. (3.39) et (3.41) introduites dans

la Section 3.4.1 permettent de calculer la géométrie d’équilibre et les propriétés

vibrationnelles d’un cristal à partir des dérivées premières et secondes de la surface

d’énergie. Pour calculer la dérivée première, les forces interatomiques, on utilise le

théorème d’Hellmann-Feynman [185, 186] qui, dans ce cas, s’écrit

Fα
I =−∂VN

∂Rα
I
−
∫

dr ρ(r)
∂Ve−N

∂Rα
I
. (3.53)

La dérivée seconde représentant la matrice des constantes de forces interatomiques

est obtenue en dérivant à nouveau l’expression précédente par rapport aux coordon-

nées des noyaux

∂ 2ε(R)

∂Rα
I ∂Rα ′

J
= − ∂Fα

I

∂Rα ′
J
, (3.54)

=
∂ 2Ve−N

∂Rα
I ∂Rα ′

J
+
∫

dr
∂ρ(r)

∂Rα
I

∂Ve−N

∂Rα ′
J

+
∫

dr ρ(r)
∂ 2Ve−N

∂Rα
I ∂Rα ′

J
. (3.55)

Dans la suite, la notation ∇ = (∂/∂X ,∂/∂Y,∂/∂Z) sera utilisée pour exprimer une

dérivée par rapport aux coordonnées nucléaires.

La forme de l’Éq. (3.55) nous renseigne sur le fait que le calcul des propriétés

dynamiques d’un cristal, dans le cadre de la DFT, nécessite la connaissance de la

densité électronique ρ(r) du cristal et de la réponse linéaire de la densité à une

perturbation (distorsion) du réseau cristallin ∇ρ(r). Le concept de la théorie de la

perturbation de la fonctionnelle densité ou DFPT [187, 188] est de déterminer la
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réponse linéaire de la densité lorsque les noyaux atomiques se déplacent par rapport

à leurs positions d’équilibre. Ainsi, il s’agit de développer au premier ordre l’hamil-

tonien de Kohn-Sham, ses fonctions et énergies propres et la densité électronique de

la sorte :

HKS → HKS + ∇HKS (3.56)

φn → φn + ∇φn (3.57)

εn → εn + ∇εn (3.58)

ρ(r) → ρ(r)+ ∇ρ(r) (3.59)

Dans le cadre de la DFT, la densité électronique est définie par l’Éq. (3.31), on en

déduit la réponse linéaire

∇ρ(r) = 2 ℜe
Ne

∑
n=1

φ
∗
n (r)∇φn(r). (3.60)

La théorie des perturbations au premier ordre permet de calculer la réponse linéaire

via l’équation de Sternheimer [189]

(
HKS− εn

)
∇φn(r) =−

(
∇V KS−∇εn

)
φn(r). (3.61)

La réponse linéaire du potentiel de Kohn-Sham est

∇V KS(r) = ∇Ve(r)+
∫

dr
[

e2

|r− r′| + fxc(r,r′)
]

∇ρ(r′), (3.62)

le calcul est détaillé dans l’Annexe B de la thèse de Ion Errea [190].

Les Éqs. (3.60–3.62) forment un ensemble d’équations auto-cohérentes pour le

système perturbé en parfaite analogie avec les équations de Kohn-Sham de la DFT.

La détermination de la réponse linéaire par la DFPT est beaucoup plus rapide que le

calcul direct de la matrice dynamique. Dans ce manuscrit, il est uniquement question

de cristaux isolants. Ce détail est important car l’Éq. (3.60) est valide uniquement

en présence d’une bande interdite. Effectivement dans un métal, l’existence d’états

électroniques au niveau de Fermi induit une variation de l’occupation électronique

sous l’effet d’une perturbation. Ce problème est traité et résolu dans la Réf. [188].
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3.5 Génération des configurations nucléaires sto-

chastiques quasiharmoniques

3.5.1 Approximation quasiharmonique

Les vibrations du réseau induisent un mouvement collectif des noyaux atomiques,

le cristal quitte donc sa configuration d’équilibre R(eq)
. L’hamiltonien harmonique

nucléaire H (Éq. 3.48), obtenu dans la section précédente, décrit les vibrations mais

on peut remarquer qu’il ne fait pas intervenir la température T du cristal. En effet,

les phonons harmoniques sont indépendants de la température et ne rendent pas

compte des phénomènes thermiques tels que la dilatation thermique. Les vibrations

harmoniques sont parfaitement symétriques et ne peuvent donc pas induire un dé-

placement de la position d’équilibre d’un noyau. L’approximation quasiharmonique

(QHA) permet de palier ce manquement à l’aide d’arguments thermodynamiques

quantiques. Par analogie au modèle du gaz homogène d’électrons, la QHA est un

modèle de gaz de phonons, c’est-à-dire que les phonons n’interagissent pas. De plus,

les fréquences de vibrations dépendent du volume du système mais pas de la tempé-

rature. Ainsi, on intègre le paramètre température en calculant l’énergie au volume

correspondant à une température T donnée. Dans la suite, le terme Eµ(T ) désigne

l’énergie du mode phonon µ à la température T exprimé dans le cadre de la QHA.

Dans la QHA, puisque les modes sont indépendants, l’énergie totale Etot = ∑
3N
µ Eµ(T )

du cristal s’obtient à partir de la fonction de partition du système Z = ∏
3N
µ zµ . La

contribution du mode normal µ à la fonction de partition est

zµ = e−βEµ , (3.63)

avec β = 1/kBT . En remplaçant Eµ par l’expression introduite à l’Éq. (3.49), puis

en sommant sur toutes les valeurs possibles de nµ on obtient

zµ = e−
β h̄ϖµ

2

∞

∑
nµ =0

e−β h̄ϖµ nµ . (3.64)

Il apparait alors une somme de série géométrique du type ∑
∞
n=0 xn = 1

1−x , il en résulte

que

zµ = e−
β h̄ϖµ

2
1

1− e−β h̄ϖµ

=
1

2sinh
(

β h̄ϖµ

2

) . (3.65)

Les propriétés de la fonction de partition zµ permettent de déduire l’énergie propre
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Eµ(T ) de chaque mode de vibration, à température finie [191]

Eµ(T ) =− 1
zµ

∂ zµ

∂β
. (3.66)

Ainsi, l’expression de l’énergie propre Eµ(T ) du mode µ est

Eµ(T ) = h̄ϖµ

(
nB(ϖµ ,T )+

1
2

)
, (3.67)

où nB(ϖµ ,T ) est la fonction de distribution de Planck, ou distribution de Bose-

Einstein [192]

nB(ϖµ ,T ) =
1

eβ h̄ϖµ −1
, (3.68)

Dans l’Éq. (3.67), l’énergie Eµ est explicitement fonction de la température via

β = 1/kBT . De plus, cette distribution confirme que les phonons (au même titre que

les photons) sont des bosons, c’est-à-dire, des particules de spin entier. Pour finir,

en explicitant nB(ϖµ ,T ) dans l’Éq. (3.67), l’énergie propre du mode de vibration µ ,

dans la QHA est donnée analytiquement par

Eµ(T ) =
h̄ϖµ

2
coth

(
β h̄ϖµ

2

)
. (3.69)

La QHA permet ainsi de rendre compte de la dilatation thermique d’un cristal.

En revanche, elle ne décrit pas les interactions entre phonons car ce modèle les

considère comme indépendants.

3.5.2 Densité de probabilité quasiharmonique

Nous nous intéressons aux vibrations générées à une température T finie, comme

si le cristal était plongé dans un thermostat. Rappelons qu’un cristal est un système

fermé (le nombre de noyaux ne varie pas). À la température T , les noyaux atomiques

subissent une agitation thermique rapide dictée par les modes propres de vibration

du réseau cristallin, les phonons. Ainsi, si on prend des clichés à intervalles successifs

ti, on observera une succession de configurations R(t1), R(t2), etc. Pour résumer, on

doit traiter un système à température fixe, de taille constante et qui passe d’un

état microscopique à un autre. En physique statistique, on appelle cela un ensemble

canonique [191]. La question posée ici est : quelle est la probabilité que le cristal soit

dans la configuration R à un instant donné ?
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La densité de probabilité P(R,T ) que le cristal soit trouvé dans la configuration R,

à la température T s’exprime à partir de l’hamiltonien (quasi)harmonique 1 ionique

H (Éq. 3.42) comme suit,

P(R,T ) =
〈R|e−βH |R〉

∫
dR′ 〈R|e−βH |R〉

(3.70)

avec β = 1/kBT . Il faut remarquer que le calcul exact de P(R,T ) est rendu possible

car nous travaillons dans le cadre de l’approximation harmonique, où l’hamiltonien

a été décomposé comme la somme de 3N hamiltoniens d’oscillateurs harmoniques.

Ainsi, P(R,T ) s’écrit

P(R,T ) = Aexp

(
− ∑

IJαα ′µ

√
MIMJ

2a2
µ

εα
Iµε

α ′
Jµuα

I uα ′
J

)
(3.71)

où A est une constante de normalisation. En coordonnées normalisées, aµ = 〈q2
µ〉,

l’écart-type de la distribution q, est couramment appelé la longueur normale du mode

µ . Cette quantité est utilisée pour quantifier, de manière quantique, l’amplitude des

vibrations en prenant en compte la température du cristal. Le théorème du viriel

appliqué à un système quantique soumis à un potentiel harmonique [175] nous assure

l’équipartition de l’énergie 2 telle que,

〈
p2

µ

2
〉= ϖµ

2 〈
q2

µ

2
〉=

Eµ

2
(3.72)

et on en déduit le résultat suivant

〈q2
µ〉=

Eµ

ϖ2
µ

. (3.73)

De ce fait, la longueur normale du mode µ peut être déduite de l’énergie Eµ(T ), de

sorte que

a2
µ = 〈q2

µ〉=
h̄

2ϖµ

coth
(

β h̄ϖµ

2

)
. (3.74)

On remarque que la longueur normale aµ dépend à la fois de T et de ϖµ et contient

donc les informations sur les vibrations thermiques quantiques.

L’utilisation des coordonnées normalisées définies aux Éqs. (3.45) et (3.46) per-

1. Dans la pratique, l’hamiltonien H est calculé soit dans le volume correspondant à l’énergie
fondamentale en DFT, soit au volume correspondant à la température T . J’ai choisi la seconde
option.

2. Soit un hamiltonien quelconque H = T +V où le potentiel est tel que V (x) ∝ xn. Alors 2〈T 〉=
n〈V 〉. Il s’agit d’appliquer ce résultat à un potentiel harmonique (n=2).
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met d’exprimer P(R,T ) en coordonnées normalisées P(q). L’Éq. (3.48) autorise à

découpler la distribution de probabilité normalisée en un produit de distributions

individuelles, p(qµ), tel que

P(q1,q2, . . . ,q3N) =
3N

∏
µ=1

p(qµ). (3.75)

Ce résultat est particulièrement intéressant car, selon Maradudin [183], quel que soit

µ , p(qµ) est une fonction Gaussienne [193] exprimée dans le cadre de la loi normale

[194] telle que

p(qµ) =
1

aµ

√
2π

exp

(
−

q2
µ

2a2
µ

)
, (3.76)

où l’on retrouve aµ , la longueur normale du mode de vibration µ . Ainsi, dans le cadre

de l’approximation quasiharmonique, en utilisant des coordonnées normalisées, la

probabilité de trouver le système dans la configuration q est le produit de fonctions

Gaussiennes dont la largeur dépend de la température et des modes de vibrations du

système. De plus, il est à noter que toutes ces Gaussiennes sont centrées en qµ = 0
soit, quand uI = 0, selon Éq. (3.45). Elles sont donc toutes centrées sur les positions

d’équilibre, R(eq)
.

3.5.3 Implémentation

a) État de l’art du code SSCHA : Stochastic Self-Consistent Harmonic

Approximation

Dans cette thèse, pour générer les configurations atomiques dans le cadre de

l’approximation quasiharmonique, j’ai utilisé le code sscha, développé par Errea

et al. [195] pendant son postdoctorat à l’IMPMC. Ce code, basé sur l’approximation

harmonique auto-cohérente, a été développé dans le but de calculer les corrections

anharmoniques jusqu’au 4e ordre des propriétés dynamiques des solides, telles que

la dispersion des phonons et l’énergie libre. Il permet de générer des structures aléa-

toires respectant la statistique quantique à température finie à partir des phonons

(quasi)harmoniques et de minimiser l’énergie libre du cristal par rapport aux forces

interatomiques. Cette méthode originale a été appliquée à l’étude de l’effet isoto-

pique inverse observé dans les hybrides de palladium [196–198]. Le code sscha a

également permis de révéler que sous pression extrême (200 GPa) H2S est un supra-

conducteur fortement anharmonique, dont la température critique est Tc = 203 K

[199], et de montrer comment les fluctuations quantiques se couplent aux ondes de
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densité de charge dans 2H−NbSe [200]. Dans cette thèse, j’ai limité mon utilisa-

tion du code sscha à la génération de configurations atomiques quasiharmoniques

correspondant à une température finie. Il est tout à fait possible de calculer les cor-

rections anharmoniques dans le cas de systèmes fortement anharmoniques dont je

reparlerai en conclusion de ce manuscrit.

Le développement du code sscha a été effectué à partir des outils program-

més dans la suite de codes Quantum ESPRESSO [201], qui est un ensemble de

programmes permettant le calcul des structures et des propriétés électroniques des

solides. Quantum ESPRESSO s’appuie sur le formalisme de la théorie de la fonc-

tionnelle de la densité et utilisant des pseudopotentiels , une base d’onde planes et

des conditions de bord périodiques.

Enfin, cette thèse présente la première application du code sscha à des oxydes

isolants. En effet, l’utilisation du sscha s’est, jusqu’à maintenant, bornée aux mé-

taux.

b) Calcul des phonons dans les isolants : LO-TO splitting

Pour créer les configurations atomiques, il faut d’abord calculer les modes propres

de vibration du matériau étudié (Éq. 3.44). Pour inclure l’effet de la dilatation ther-

mique, les phonons sont calculés dans le volume correspondant à la température

T . Le calcul des phonons est effectué avec le code ph, inclus dans Quantum ES-

PRESSO. Ce code est une implémentation de la DFPT, présentée dans la Section 3.4,

dédiée au traitement des solides dans une approche périodique. L’espace réciproque

est discrétisé par un maillage de points q de type Monkhorst-Pack [202] et la ma-

trice dynamique D du solide (Éq. 3.43) est évaluée aux points de haute symétrie. Il

faut savoir que les configurations atomiques générées sont des supercellules de taille

commensurable avec le maillage en points q.

Cependant, puisque les isolants sont des matériaux polaires, ils présentent un

champ électrique macroscopique E fini et constant. L’existence d’un tel champ E est

incompatible avec les conditions de bords périodiques. Les effets de cette particularité

se manifestent en Γ (q→ 0) lorsque l’on considère les interactions à longue portée.

Concrètement, au centre de la zone de Brillouin Γ, la matrice des constantes de force

interatomique C (Éq. 3.41) présente une partie non analytique dont la manifestation

est la levée de dégénérescence des fréquences des phonons optiques longitudinaux et

transverses ; on appelle ce phénomène le LO-TO splitting. De ce fait, la continuité du

diagramme de dispersion est brisée et, lorsque q tend vers 0, les fréquences propres
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ϖµ ne tendent pas vers les mêmes valeurs selon la direction empruntée dans la zone

de Brillouin. Pour tenir compte de cet effet, et obtenir une dispersion des phonons

réaliste, il faut calculer explicitement les tenseurs diélectriques et les charges efficaces

de Born avec ph. Il convient de rappeler que le tenseur diélectrique ε̂∞ est déduit de

la polarisation P du champ électrique E, par la relation

ε∞

αα ′ = δαα ′ + 4π
∂Pα

∂Eα ′

∣∣∣∣
uI(q=0)=0

(3.77)

et que les charges efficaces de Born, pour l’atome I, s’expriment

Z?αα ′
I =

Ω

e
∂Pα

∂uα ′
I (q = 0)

, (3.78)

où Ω est le volume du cristal et e la charge élémentaire. Ainsi, la partie non analy-

tique des constantes de forces est donnée par

naCIJ =
4π

Ω

(q ·Z?I )(q ·Z?J)

qε̂∞q
. (3.79)

Finalement, la matrice de constante de forces dans un isolant s’exprime

CIJ
isolant = CIJ +na CIJ. Les démonstrations complètes ainsi que les premières applica-

tions aux oxydes isolants (dans les phases cristallines de SiO2) sont rassemblés dans

les Réfs. [187, 203–206].

c) Règles de somme : Acoustic-Sum Rules

Le calcul des phonons au voisinage de Γ présente encore une difficulté : les

branches des phonons acoustiques devraient tendre vers 0 en Γ. En effet, la ma-

trice dynamique exprimée en q = 0 est invariante sous l’effet d’une translation de

l’ensemble du cristal : tout vecteur de translation du cristal est un vecteur propre

de D associé à la valeur propre 0. En clair, l’énergie totale du cristal est invariante

sous l’action d’une translation uniforme de tous les atomes du cristal. Il s’agit de la

première acoustic-sum rule, qui est donnée par :

∑
J

DIJ(q = 0) = 0. (3.80)

Toutefois, cette règle de somme n’est pas rigoureusement respectée dans une ap-

proche périodique utilisant des ondes planes. Dans une base d’ondes planes, les
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fonctions d’ondes sont développées, selon

ψn(r) = ∑
G

cnk(G)ei(k+G)·r, (3.81)

où G est un vecteur de l’espace réciproque. L’énergie de coupure Ecut permet de

restreindre le nombre d’ondes planes à sommer. Le calcul est limité à un jeu de

vecteurs réciproques G définis par

1
2
|k + G|2 ≤ Ecut. (3.82)

Cette méthode définit une grille de points G qui va nous permettre d’évaluer numéri-

quement l’énergie totale du cristal. En particulier, le potentiel d’échange-corrélation

est évalué sur cette grille de taille finie. De ce fait, si on applique une translation

uniforme à tous les atomes du cristal alors l’énergie totale du cristal varie légère-

ment. Ainsi, la brisure de la règle donnée à l’Éq. 3.80 se manifeste par des fréquences

acoustiques non nulles et négatives en Γ. Un moyen d’améliorer l’accord en Γ est

d’affiner la grille de points G en augmentant l’énergie de coupure. Toutefois, cette

pratique augmente considérablement le temps de calcul et ne peut, en définitive,

régler le problème. Il faut donc rétablir la règle de somme au niveau de la matrice

dynamique selon la transformation introduite à l’Éq.(45) de l’article de Gonze [187].

La procédure de correction modifie sensiblement les fréquences acoustiques en Γ.

En parallèle, une seconde règle de somme assure la neutralité du cristal, pour

chaque élément, du point de vue des charges efficaces de Born :

∑
J

Z?αα ′
J = 0. (3.83)

Cette règle est également brisée à cause du nombre fini d’ondes planes utilisées pour

le calcul. Pour la rétablir, il faut redistribuer l’excès de charge entre les atomes en

suivant les Éqs. (48) et (49) de la Réf. [187].

Les corrections de ces règles de somme sont effectuées par les codes q2r et

matdyn inclus dans Quantum ESPRESSO. Le code q2r permet de calculer la

matrice des constantes de forces interatomiques C, dans l’espace réel à partir d’une

transformée de Fourier des matrices dynamiques D données par le code ph. Pendant

ce calcul, il est possible de corriger la règle de somme des charges efficaces de Born.

Le code matdyn permet ensuite de calculer les fréquences propres en tout point q
de l’espace réciproque à partir de la matrice C obtenue par q2r, via une transformée

de Fourier et une interpolation des la dispersion des phonons. La première règle de
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somme est corrigée par le code matdyn.

d) Moyenne thermique d’une observable : construction des configura-

tions

Une fois ces étapes supplémentaires de calcul effectuées, on dispose désormais de

la matrice dynamique du cristal (Éq. 3.43), évaluée aux points de haute symétrie

de l’espace réciproque. En diagonalisant cette matrice (Éq. 3.44), on retrouve les

fréquences ϖµ et les vecteurs de polarisation εµ des phonons. Ces données permettent

de calculer la densité de probabilité quasiharmonique P(R,T ) (Éq. 3.71).

Le code sscha permet donc de générer les configurations atomiques prenant en

compte la matrice dynamique du cristal et la température donnée T . Les configu-

rations sont construites en effectuant un échantillonnage de P(R,T ), de type Monte

Carlo. Pour assurer un échantillonnage aléatoire de la distribution de probabilité, on

génère un ensemble {xs
µ}s=1...Nc de Nc nombres aléatoires respectant une distribution

gaussienne quelconque. Ensuite, chaque xµ est multiplié par la longueur normale aµ

correspondante (Éq. 3.74). Je précise que cette opération est effectuée pour chaque

mode de vibration µ . On obtient ainsi un ensemble de coordonnées normales

{qs
µ = xs

µaµ}s=1...Nc , (3.84)

puis une distribution gaussienne d’écart-type aµ . Pour finir, les positions nucléaires

{Rs}s=1...Nc sont calculées, en utilisant les Éqs. (3.37) et (3.45), suivant

Rαs
I = Rαs,(eq)

I +
3N

∑
µ=1

1√
MI
εα

Iµaµxs
µ . (3.85)

Il en résulte des configurations atomiques hors équilibre respectant la statistique

quantique, dont une illustration est fournie sur la Fig. 3.1, dans le cas de MgO.

La construction de configurations atomiques respectant la distribution quasihar-

monique à température finie P(R,T ) est un élément clef de la méthode. En effet,

soit O une observable qui dépend uniquement des variables atomiques R. Sa valeur à

une température finie T peut être évaluée par la moyenne thermique 〈O〉T , de sorte

que

O(T ) = 〈O〉T =
∫

dR O(R) P(R,T ). (3.86)

Le calcul de l’Éq. (3.86) nécessite d’évaluer précisément P(R,T ) dont on ne connait

pas d’expression analytique ou simple. Un échantillonnage de type Monte Carlo de
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(a) (b) 

Figure 3.1 – Supercellules 2×2×2 de MgO correspondant (a) aux positions d’équilibre et (b) à une
configuration aléatoire à T = 670 K, générée suivant la procédure décrite dans cette section. Les atomes
d’oxygène sont en rouge et ceux de magnésium en bleu.

P(R,T ) permet de discrétiser l’Éq. (3.86) via la relation suivante :

〈O〉T '
1

Nc

Nc

∑
i=1

O(Ri
), (3.87)

avec Nc est le nombre total de sites atomiques aléatoires Ri
où O est calculé. L’erreur

statistique est évaluée par

∆〈O〉=

[
1

Nc(Nc−1)

Nc

∑
i=1

(
O(Ri

)−〈O〉
)2
]1/2

, (3.88)

ainsi, l’incertitude statistique s’annule quand Nc→ ∞ et l’Éq. (3.87) devient exacte.

La méthode Monte Carlo nécessite a priori beaucoup de ressources numériques.

Dans notre cas, le processus d’échantillonnage est optimisé en considérant les sy-

métries du matériau étudié. Les observables auxquelles nous nous intéressons dans

cette thèse sont la section efficace d’absorption XANES et les tenseurs d’écrantage

magnétique nucléaire et de gradient de champ électrique.

3.6 Prise en compte des vibrations dans la section

efficace d’absorption X

Dans cette section, nous nous intéressons à la manière d’introduire les effets des

fluctuations thermiques quantiques des noyaux sur les spectres XANES. Dans la

littérature, on remarque que l’effet des vibrations est la plupart du temps traité en

effectuant la moyenne de spectres XANES calculés pour des distributions atomiques,

qui sont par ailleurs souvent obtenues par dynamique moléculaire [123, 138–140, 143–
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146]. L’idée derrière cette démarche, à savoir obtenir un spectre XANES dépendant

de la température à partir d’une moyenne de spectres obtenus pour différentes confi-

gurations de positions atomiques, semble naturelle. Toutefois, nous n’avons trouvé

aucune preuve mathématique de cette procédure dans la littérature. Or, dès l’écriture

de la section efficace avec des fonction d’ondes du système total dans l’approxima-

tion de Born-Oppenheimer, il apparait une difficulté a priori majeure : la fonction

δ de conservation de l’énergie du système total empêche une formulation sous la

forme d’une moyenne de spectres. Une part importante de ce travail a été la valida-

tion formelle et originale de cette approche. Ainsi, dans la suite, nous démontrons,

pour la première fois, que la méthode de la moyenne revient à négliger l’impact de

l’énergie cinétique nucléaire dans le processus d’absorption des rayons X et, de plus,

nous montrons comment aller au-delà de cette approximation.

Couramment, le calcul de la section efficace d’absorption X au seuil K, dans la

configuration atomique d’équilibre R(eq)
, repose sur l’expression suivante [41] :

σ(h̄ω) = 4π
2
α0h̄ω ∑

n
|〈ψn|τ |ψ0〉|2 δ (εn− ε0− h̄ω), (3.89)

où h̄ω est l’énergie du rayon X incident, τ l’opérateur de transition électronique et α0

la constante de structure fine, les états électroniques finaux |ψn〉 et initial |ψ0〉 d’éner-

gies respectives εn et ε0 étant les solutions de l’Éq. (3.12). Toutefois, l’Éq. (3.89) ne

tient compte que des variables électroniques et les noyaux sont considérés fixes dans

la configuration nucléaire à l’équilibre R(eq)
. Afin de décrire l’effet des fluctuations

des noyaux sur la spectroscopie XANES au seuil K, il est nécessaire de considérer

les fonctions d’ondes totales Ψ
j
n(r,R) où interviennent les variables électroniques et

nucléaires. Ainsi, par analogie avec l’Éq. (3.89), la section efficace d’absorption X

totale s’écrit

σtot(h̄ω) = 4π
2
α0h̄ω ∑

n, j

∣∣〈Ψ j
n|τ |Ψ0

0〉
∣∣2 δ (E j

n−E0
0 − h̄ω). (3.90)

Par la suite, il est nécessaire d’utiliser le formalisme de Green en introduisant [207]

∑
n
|Ψ j

n〉δ (E j
n−E0

0 − h̄ω)〈Ψ j
n|=−

1
π

ℑm
[
G(E0

0 + h̄ω)
]
, (3.91)

dans la section efficace. On obtient alors

σtot(h̄ω) =−4πα0h̄ω 〈Ψ0
0|τ†

ℑm G(E0
0 + h̄ω) τ |Ψ0

0〉 , (3.92)
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où E j
n et E0

0 sont les énergies totales du cristal dans l’état final |Ψ j
n〉 et initial |Ψ0

0〉, et

où l’opérateur de transition électronique τ , dans l’approximation dipolaire électrique,

est défini par τ = ê · r = ∑
Ne
i ê · ri. La fonction d’onde totale initiale est définie dans le

cadre de l’approximation BO par le produit |Ψ0
0〉= |χ0

0 〉 |ψ0〉, où |ψ0〉 et |χ0
0 〉 sont les

fonctions d’onde électronique et nucléaire de l’état initial, respectivement. Le choix

de la fonction d’onde nucléaire fondamentale χ0
0 est une approximation qui revient

à travailler à T = 0 K, la généralisation à une température finie T est effectuée à la

fin de la démonstration. La fonction de Green G de l’hamiltonien total est solution

de l’équation suivante

[z−He−TN ]G(z) = 1, (3.93)

où l’énergie complexe z = E + iγ , avec γ un nombre positif, qui représentera l’élargis-

sement spectral lié à la durée de vie du trou de cœur et la résolution expérimentale.

En développant l’Éq. (3.93), on obtient

G(z) = G0(z)+ G0(z)TNG(z), (3.94)

où G0(z) = [z−He]
−1 est la fonction de Green relative à l’hamiltonien électronique.

L’Éq. (3.94) peut être à nouveau développée de sorte que

G(z) = G0(z)+ G0(z)TNG0(z)+ . . . . (3.95)

En limitant le développement de G aux deux premiers ordres la section efficace

d’absorption X s’écrit comme la somme de deux termes

σtot(h̄ω) = σ1(h̄ω)+ σ2(h̄ω), (3.96)

avec

σ1(h̄ω) = −4πα0h̄ω ℑm
[
〈Ψ0

0|τ† G0 τ |Ψ0
0〉
]
, (3.97)

σ2(h̄ω) = −4πα0h̄ω ℑm
[
〈Ψ0

0|τ† G0TNG0 τ |Ψ0
0〉
]
. (3.98)

(3.99)

Un part significative du travail a consisté en l’obtention d’expressions simples et

utiles pour chacun des termes σ1(h̄ω) et σ2(h̄ω). Ces derniers vont être explicités

l’un après l’autre, puis il sera question de leur importance relative dans la section

efficace XANES totale.
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3.6.1 Section efficace XANES au premier ordre en G0

Au premier ordre en G0, la section efficace d’absorption X est égale à σ1(h̄ω)

(Éq. 3.97), que l’on peut récrire sous la forme

σ1(h̄ω) =−4πα0h̄ω

∫
drdr′dRdR′ ℑm〈Ψ0

0|τ† |r′,R′〉〈r′,R′|G0 |r,R〉〈r,R|τ |Ψ0
0〉 .

(3.100)

L’obtention de la section efficace d’absorption X prenant en compte l’effet des

phonons nécessite donc uniquement le calcul de la fonction de Green de Born-

Oppenheimer G0, qui est solution de

[z−He] 〈r′,R′|G0 |r,R〉= δ (R′−R) δ (r′− r). (3.101)

On peut alors montrer que G0 peut s’exprimer comme suit :

〈r′,R′|G0 |r,R〉= ∑
n, j

〈r′,R′|Ψ j
n〉〈Ψ j

n|r,R〉
z− εn(R)

. (3.102)

En écrivant les états initiaux et finaux dans le cadre de l’approximation de Born-

Oppenheimer (Éq. 3.10), l’Éq. (3.102) devient

〈r′,R′|G0 |r,R〉= ∑
n

ψ∗n (r′;R′)ψn(r;R)

z− εn(R)
∑

j
χ

j∗
n (R′)χ

j
n(R). (3.103)

La relation de fermeture pour les fonctions d’ondes vibrationnelles (Éq. 3.15) trans-

forme l’Éq. (3.103) en

〈r′,R′|G0 |r,R〉 = δ (R−R′)∑
n

ψ∗n (r′;R)ψn(r;R)

z− εn(R)
,

= δ (R−R′) 〈r′|g0(R) |r〉 , (3.104)

où g0(R) est la fonction de Green électronique pour un système où les noyaux sont

fixés dans la configuration R. En d’autres termes, g0(R) est solution de

(z−He) 〈r′|g0(R) |r〉= δ (r′− r), (3.105)

où He est évalué dans la configuration R.

L’introduction de l’Éq. (3.104) dans l’Éq. (3.100) conduit à l’expression simplifiée
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suivante pour σ1(h̄ω) :

σ1(h̄ω) =−4πα0h̄ω

∫
drdr′dR ℑm〈Ψ0

0|τ† |r′,R〉〈r′|g0(R) |r〉〈r,R|τ |Ψ0
0〉 . (3.106)

Le résultat de l’Éq. (3.106) implique que le calcul d’un spectre XANES nécessite uni-

quement de considérer la configuration nucléaire de l’état initial. Ainsi, l’Éq. (3.106)

justifie l’utilisation de la structure cristallographique initiale, à la fois dans l’état

initial (sans trou de cœur) et final (avec trou de cœur) lors d’un calcul de spectre

XANES, contrairement à la méthodologie employée en spectroscopie optique de mo-

lécules, où les structures initiales et finales sont différentes, et où l’utilisation du

principe de Franck-Condon est nécessaire [105, 106].

En exprimant la fonction d’onde totale de l’état initial dans l’approximation de

Born-Oppenheimer, Ψ0
0(r,R) = χ0

0 (R)ψ0(r;R), σ1(h̄ω) devient :

σ1(h̄ω) =
∫

dR
∣∣χ0

0 (R)
∣∣2 σ(h̄ω;R). (3.107)

où σ(h̄ω;R) est définie par l’Éq. (3.89), paramétrée par R.

L’Éq. (3.107) introduit un résultat fondamental pour notre étude puisqu’elle

prouve que l’effet des fluctuations thermiques quantiques sur les spectres XANES

peut être obtenu en effectuant la moyenne des spectres XANES correspondant aux

configurations R, moyenne qui est pondérée par la fonction de distribution
∣∣χ0

0 (R)
∣∣2

calculée à partir de la fonction d’onde vibrationnelle fondamentale. Ce résultat ne

peut être obtenu que lorsque qu’on néglige la contribution de l’énergie cinétique des

noyaux, qui comme on va le voir dans la suite, est donnée par σ2(h̄ω).

3.6.2 Section efficace XANES au second ordre en G0

Le traitement du terme σ2(h̄ω), donné par l’Éq. (3.98), est plus complexe que

σ1(h̄ω) car il fait intervenir deux opérateurs de Green, en plus de l’opérateur énergie

cinétique des noyaux. Le but de cette section est d’obtenir une formulation de σ2(h̄ω)

qui pourra faire l’objet d’une programmation ultérieure.

Tout d’abord, en réécrivant de manière explicite τ et TN dans σ2(h̄ω), on obtient

σ2(h̄ω) =−4πα0h̄ω ℑm
N

∑
I=1
〈Ψ0

0| ê∗ · r′ G0
PIPI

2MI
G0 ê · r |Ψ0

0〉 . (3.108)

Cette formulation a l’avantage de mettre en évidence la symétrie du terme à traiter.
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Afin d’alléger les développements qui vont suivre, je définis

|s〉= G0 ê · r |Ψ0
0〉 , (3.109)

|t〉= G†
0 ê · r |Ψ0

0〉 . (3.110)

L’utilisation des Éqs. (3.109) et (3.110) dans l’Éq. (3.108) permet d’obtenir cette

dernière sous la forme, plus compacte, suivante :

σ2(h̄ω)

h̄ω
=−4πα0 ℑm

N

∑
I=1
〈t| PIPI

2MI
|s〉 . (3.111)

Le calcul de PI |s〉=−ih̄∇I
(
G0 ê · r |Ψ0

0〉
)

donne

PI |s〉=−ih̄
[
∇IG0

(
ê · r |Ψ0

0〉
)

+ G0 ê · r |∇IΨ
0
0〉
]
, (3.112)

où ∇I est l’opérateur différentiel qui agit sur les variables nucléaires RI. La dérivée

première de la fonction de Green donne [208]

∇IG0 =−G0 (∇IHe)G0, (3.113)

par conséquent,

PI |s〉=−ih̄ ê · r
[
−G0 (∇IHe)G0 |Ψ0

0〉+ G0 |∇IΨ
0
0〉
]
. (3.114)

Parallèlement, 〈t|PI est évalué comme suit

〈t|PI = 〈P†
I t| (3.115)

= |PIt〉† (3.116)

= −ih̄ ê∗ · r
[
〈∇IΨ

0
0|G0−〈Ψ0

0|G0 (∇IHe)G0
]
. (3.117)

L’Éq. (3.111) fait intervenir le produit de 〈t|PI par PI |s〉 explicités précédemment.

On remarque que les termes croisés sont d’ordre G0
3. Toutefois, dans ce calcul, nous

avons décidé de négliger les termes d’ordre strictement supérieur à G0
2. L’Éq. (3.111)

devient alors

σ2(h̄ω)

h̄ω
=−2πα0h̄2

ℑm
N

∑
I=1

1
MI
〈∇IΨ

0
0| ê∗ · r′ G0G0 ê · r |∇IΨ

0
0〉 . (3.118)

L’opérateur G0G0 est proportionnel à la première dérivée de G0 par rapport à l’éner-
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gie, 3 et donc,

σ2(h̄ω) =−2πα0h̄3
ω A ℑm

N

∑
I=1

1
MI

∂

∂ h̄ω
〈∇IΨ

0
0| ê∗ · r′ G0 ê · r |∇IΨ

0
0〉 , (3.119)

avec A une constante de normalisation. L’Éq. (3.119) révèle un terme inversement

proportionnel à la masse MI de l’atome sondé. De ce fait, plus l’atome sondé est

léger, plus ce terme sera important. D’autre part, seule la fonction d’onde 1s initiale

doit être dérivée. Cette dérivée peut être réalisée en utilisant un développement de

type Barnett-Coulson [209] tel que décrit par l’Éq. (11) de l’article de Brouder et al.

[124] :

exp(−a |r−R|) =
∞

∑
n=0

(2n + 1)Pn(r ·R)cn(r,R), (3.120)

où Pn est le polynôme de Legendre d’ordre n et où le coefficient cn(r,R) est donné

par

cn(r,R) =− 1√
rR

[min(r,R)I′n+1/2 (amin(r,R))Kn+1/2 (amax(r,R))

+ In+1/2 (amin(r,R))K′n+1/2 (amax(r,R))]. (3.121)

Dans l’Éq. 3.121, I et K sont les fonctions de Bessel modifiées et I′ et K′, leurs

dérivées premières.

D’autre part, le nombre γ , qui représente la durée de vie du trou de cœur, est

le principal paramètre d’élargissement des spectres XANES. Ainsi, il est attendu

que les structures dont la largeur est négligeable devant γ ne soient pas résolues et

puissent être négligées. Dans le cas du seuil K de Mg dans MgO, γ = 0.36 eV [210].

Or, dans ce composé, l’énergie cinétique des noyaux TN , évaluée à partir de l’énergie

3. ∀ Φ ∃{cn} tel que |Φ〉= ∑n cn |ϕn〉, on a

G0G0 |Φ〉 =
1

z−He
× 1

z−He
|Φ〉

=
1

z−He
∑
n

cn
1

z− εn(R̄)
|ϕn〉 ,soit

〈Φ|G0G0 |Φ〉 = 〈ϕm|∑
n,m

cncm
1

z− εm(R̄)

1
z− εn(R̄)

|ϕn〉 ,

〈Φ|G0G0 |Φ〉 = ∑
n

(
cn

1
z− εn(R̄)

)2

,

〈Φ|G0G0 |Φ〉 = −∑
n

(cn)2 ∂

∂ε

(
1

z− εn(R̄)

)

Le produit G0G0 est donc proportionnel à la dérivée par rapport à l’énergie d’un opérateur de
Green.
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de point zéro, est de 0.02 eV [211]. Il semble donc raisonnable de négliger TN devant

G0(z) afin de conserver uniquement le premier terme du développement :

G(z)≈ G0(z), (3.122)

ce qui revient à considérer que σtot(h̄ω) = σ1(h̄ω). Ainsi, il est raisonnable d’utiliser

la restriction au premier ordre dans le développement de G0 pour prendre en compte

la dynamique des noyaux en spectroscopie XANES, qui s’effectue alors comme la

moyenne de spectres individuels à l’aide d’une densité de probabilité (Éq. 3.87).

Nous avons choisi, en préambule, d’utiliser la fonction d’onde nucléaire χ0
0 (R). La

généralisation à une distribution de Boltzmann à température finie revient à rem-

placer
∣∣χ0

0 (R)
∣∣2 par la densité de probabilité quasiharmonique P(R,T ), introduite à

l’Éq. (3.71), dans l’Éq. (3.107).

Je tiens à préciser que la moyenne vibrationnelle est validée par le respect du

caractère quantique des vibrations. Ainsi, représenter un spectre à température finie

par une moyenne de spectres calculés sur des configurations issues de trajectoires

de dynamique moléculaire n’est pas rigoureux, car les vibrations sont traitées clas-

siquement. En dynamique moléculaire, pour retrouver la fonction de distribution

quantique, il est d’usage de fixer la température du thermostat à une valeur supé-

rieure à celle que l’on souhaite réellement simuler. Cependant, en augmentant la

température, on augmente l’importance de TN et donc de σ2(h̄ω), ce qui invalide

aussi la méthode de la moyenne en dynamique moléculaire. En revanche, le forma-

lisme développé dans cette section devrait être compatible avec l’usage du PIMD,

bien que cette méthode soit beaucoup plus gourmande en ressources informatiques

que notre modèle.

3.6.3 Modélisation du XANES dans une approche pseudo-

potentielle

Les calculs XANES réalisés au cours de ma thèse ont été effectué avec le code

XSpectra [80, 81], inclus dans Quantum ESPRESSO, qui repose sur une ap-

proche monoélectronique, avec des conditions de bords périodiques, et qui utilise

des pseudopotentiels dans une base d’ondes planes. Or, toutes les équations dérivées

jusqu’à présent dans ce chapitre sont exprimées dans un cadre multiélectronique.

Cependant, en spectroscopie XANES, au seuil K, un électron de cœur est excité

vers un état électronique final non localisé, ainsi l’interaction électronique est faible.

Dans ce cadre, une approche monoélectronique peut être utilisée pour calculer les
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spectres XANES. La section efficace d’absorption X pour une configuration R don-

née, σ
(
h̄ω;R

)
, (Éq. 3.89) contient des éléments de matrice du type 〈ψn| ê ·r |ψ0〉, où

|ψ0〉 and |ψn〉 sont des fonctions d’ondes à Ne-corps. Dans le cadre de la DFT, ces

fonctions d’ondes sont traitées comme des déterminants de Slater, exprimés à partir

des fonctions d’ondes monoélectroniques φn. Ainsi, puisque ê · r = ∑
Ne
i ê · ri est une

somme d’opérateurs de transition monoélectroniques. Selon Cowan [212] on a :

〈ψn| ê · r |ψ0〉=
∫

dr φ
∗
f (r) ê · r φi(r), (3.123)

où (φ f ,φi) est l’unique paire d’orbitales monoélectroniques échangées lors du proces-

sus d’absorption. En clair, φi est une orbitale monoélectronique occupée dans l’état

initial |ψ0〉 et φ f est une orbitale monoélectronique occupée dans l’état final |ψn〉.
Il en découle, qu’au seuil K, les fonctions d’ondes multiélectroniques peuvent être

substituées par les orbitales monoélectroniques. De ce fait,

σ(h̄ω;R) = 4π
2
α0h̄ω ∑

f

∣∣〈φ f | ê · r |φi〉
∣∣2 δ (ε f − εi− h̄ω), (3.124)

où φi(r) est l’orbitale atomique 1s. La difficulté du calcul de la section efficace relève

de la détermination de φ f (r), qui doit tenir compte du trou de cœur sur l’atome ab-

sorbeur et de l’environnement atomique de celui-ci, via une supercellule, dont nous

parlerons en détail plus tard. L’Éq. (3.124) est exprimée dans l’approximation di-

polaire électrique. Dans le cadre de notre étude, il n’y avait pas d’intérêt particulier

de généraliser à l’approximation quadripolaire électrique puisque les transitions qua-

dripolaires électriques se manifestent principalement aux préseuils K des éléments

3d.

Les spectres XANES présentés dans ce manuscrit ont été calculés dans le forma-

lisme monoélectronique basé sur la DFT et à l’aide de pseudo-potentiels. Toutefois,

l’utilisation de pseudo-potentiels pose un problème majeur. En effet, les pseudo-

potentiels ne conservent que la contribution des électrons de valence. Cette méthode

accélère les calculs de structure électronique mais ne permet a priori pas de calcu-

ler les propriétés relatives aux électrons de cœur telles que la spectroscopie XANES.

Pour palier ce problème, nous utilisons la méthode projector-augmented wave (PAW)

développée par Blöchl [78] afin de reconstruire les fonctions d’ondes all electron de

l’état final dans l’approche pseudo-potentielle. Le formalisme PAW est basé sur

l’utilisation d’un opérateur linéaire qui permet de retrouver, dans l’état final, les

fonctions d’ondes all electron à partir des pseudo-fonctions d’ondes. Les détails du

formalisme PAW, et la manière dont la section efficace XANES est calculée dans la
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pratique, sont donnés dans la Section A.1 de l’Annexe A.

Le calcul d’un spectre XANES (Éq. 3.124) nécessite d’effectuer une somme sur

un nombre important d’états vides |φ f 〉, ce qui rend le calcul gourmand en ressources

informatiques, et ce d’autant plus qu’une supercellule est requise pour insérer le trou

de cœur. En effet, il est nécessaire d’utiliser une supercellule afin de neutraliser les

interactions électrostatiques entre le trou de cœur et son image périodique. Plus la

supercellule est grande, plus le nombre d’états à considérer sera important.

Pour s’affranchir de cette limitation, la méthode récursive de Haydock, Heine et

Kelly [213, 214], basée sur l’algorithme de Lanczos, 4 permet de réduire le temps de

calcul XANES, en ne calculant pas explicitement les états vides, ce qui la rend très

efficace du point de vue du temps de calcul. Dans la Section A.2 de l’Annexe A,

nous présentons la méthode pour une utilisation de pseudo-potentiels de type norm-

conserving, la généralisation aux pseudopotentiels ultrasoft est disponible dans la

Réf. [81].

3.6.4 Protocole de calcul

Dans ce paragraphe, je résume le protocole à suivre pour calculer les spectres

XANES à température finie incluant les vibrations thermiques quantiques des noyaux

atomiques. Dans un premier temps, à partir de la structure à l’équilibre du matériau

obtenu par diffraction des rayons X ou des neutrons, on calcule le spectre XANES à

l’équilibre, à l’aide du code XSpectra qui permet de calculer les spectres XANES

à partir de la densité électronique, son utilisation nécessitant des pseudopotentiels

de type PAW. J’ai utilisé des paramètres d’élargissement γ constants, prenant en

compte les durées de vie des trou de cœur 1s, telles que tabulées par Krause [210].

Ce calcul “préliminaire” permet de déterminer la taille de la supercellule nécessaire

pour annihiler l’interaction électrostatique entre le trou de cœur et son image pério-

dique. Ensuite, on construit un jeu de configurations atomiques à une température

T donnée, en utilisant la méthode décrite dans la Section 3.5.3. Pour chacune des

configurations, on calcule les spectres XANES en orientant successivement la polari-

sation ê selon les trois directions du repère cartésien dans lequel le cristal est décrit.

Enfin, on effectue la moyenne des spectres ainsi calculés en prenant en compte au

préalable le core-level shift.

4. Cornelius Lanczos, de son vrai nom Kornél Löwy, est un mathématicien et physicien hongrois
né le 2 février 1893 à Székesfehérvár et décédé le 25 juin 1974 à Budapest. L’algorithme éponyme
est une méthode itérative pour déterminer les valeurs et vecteurs propres d’une matrice carrée.
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Appliquer le core-level shift consiste à réaligner les spectres XANES individuels,

avant d’en faire la moyenne. Notons que cette procédure doit être suivie dès qu’il y

a plus d’un site inéquivalent [215]. En effet, l’énergie de l’orbitale 1s et de la bande

de conduction varient lorsque les sites sont inéquivalents cristallographiquement.

Il en résulte que l’énergie à fournir pour promouvoir l’électron de cœur 1s vers le

bas de la bande de conduction est dépendante du site sondé. Cabaret et al. [215]

on proposé de soustraire de l’énergie des états de conduction la valeur moyenne

du potentiel de Khon-Sham dans la région de l’orbitale 1s. Dans cette thèse, une

approche différente a été suivie. Dans le prolongement des travaux de Mizoguchi et al.

[216], le core-level shift est pris en compte en effectuant les opérations suivantes.

Pour chaque configuration i, on calcule l’énergie ∆i
scf nécessaire pour transiter de

l’état fondamental E i
0, sans trou de cœur, vers le système excité (1 trou de cœur sur

l’orbitale 1s et 1 électron sur la première orbitale inoccupée) E i
xch, selon

∆
i
scf = E i

xch−E i
0. (3.125)

Ensuite, on soustrait à l’échelle en énergie E i du spectre individuel i, l’énergie de la

plus basse bande électronique inoccupée (lowest unoccupied electronic band) ε i
lub et

on y ajoute ∆i
scf, tel que

E i→ E i− ε
i
lub + ∆

i
scf. (3.126)

Lorsque l’on utilise des pseudopotentiels, l’échelle d’énergie des spectres moyennés

n’est pas absolue, il est donc nécessaire de la réaligner par rapport aux données

expérimentales [109, 216–218]. Par la suite, pour un matériau donné, les spectres

pour chacune des températures calculées sont décalés de ∆exp, de sorte que le pic

principal des spectres mesurés et calculés à 300 K soient à la même énergie.

De manière à interpréter les résultats XANES, on calcule les densités d’états

électroniques (DOS) locales projetées sur chaque type d’atome. Le code projwfc,

inclus dans Quantum ESPRESSO, utilise des projections de Löwdin pour calculer

les DOS projetées [219, 220].

3.7 Modélisation de la spectroscopie de Résonance

Magnétique Nucléaire dans les solides

Dans ce manuscrit, nous nous sommes intéressés aux paramètres RMN suivants :

l’écrantage magnétique et le gradient de champ électrique. Par analogie avec le calcul

des spectres XANES, l’approche pseudopotentielle et les ondes planes ne permettent
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pas directement le calcul des paramètres RMN. La prise en compte des conditions

de bord périodiques est basée sur le travail de Mauri, Pfrommer et Louie [89–92].

Toutefois, l’utilisation de pseudopotentiels s’est toujours révélée infructueuse, mis à

part le travail pionnier de Ridard et al. [221]. Il aura fallu attendre que Gregor et al.

[92] prouvent que les contributions de cœur (déplacement chimique RMN, gradient

de champ électrique et interactions hyperfines) sont compatibles avec l’utilisation

de pseudopotentiels. Puisque la méthode PAW, présentée en Annexe A, permet

de calculer le XANES, par extension, il semble possible de calculer également les

paramètres RMN dans le formalisme PAW.

En revanche, la présence d’un champ magnétique externe uniforme B0 a des

répercussions non négligeables. De manière similaire au cas du XANES, l’hamiltonien

décrivant l’interaction entre un électron et un champ magnétique s’écrit

H =
1
2

(
p +

1
c

A0(r)

)2

+V (r), (3.127)

où p est le vecteur impulsion de l’électron, c la célérité, A0(r) le potentiel vecteur

(B0 = ∇×A0) et V le potentiel scalaire. Si on applique une translation uniforme au

cristal par le vecteur d, le nouvel hamiltonien H ′ s’écrit désormais

H ′ =
1
2

(
p +

1
c

A0(r)

)2

+V (r−d). (3.128)

Or, un système soumis à un champ magnétique est invariant par translation :

V (r) = V (r−d) donc les énergies propres de H ′ cöıncident avec celles de H. En

revanche, les fonctions propres φn(r) et φ ′n(r), de H et H ′ respectivement, ne sont

pas invariantes par translation et acquièrent une phase selon

φ
′
n(r) = exp

(
i

2c
r ·d×B0

)
φn(r). (3.129)

L’utilisation de la méthode PAW ne permet pas de respecter l’invariance par trans-

lation et cela a pour conséquence que l’écrantage magnétique calculé pour deux sites

équivalents cristallographiquement, à l’aide d’une base d’ondes planes finie, est dif-

férent. Il s’agit du problème de l’origine du champ de jauge. Ainsi la méthode PAW

ne permet pas de calculer les paramètres RMN.

La méthode gauge-including projector-augmented wave (GIPAW) a été dévelop-

pée par Pickard et Mauri afin de restaurer l’invariance par translation [79]. Il s’agit

d’améliorer la méthode PAW, décrite à la Section A.1 de l’Annexe A, en construisant
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un nouvel opérateur TB (Éq. A.2), dépendant du champ B0

TB = 1 + ∑
R,n

exp
(

i
2c

r ·d×B0

)[
|ϕR,n〉− |ϕ̃R,n〉

]
〈p̃R,n|exp

(
− i

2c
r ·d×B0

)
. (3.130)

Les pseudo-fonctions d’onde |φ̃〉, définies telles que |φ〉= TB |φ̃〉, respectent désormais

la relation de translation de l’Éq. (3.129). Le GIPAW est une généralisation du

formalisme PAW aux systèmes magnétiques, ainsi les propriétés de l’opérateur de

Blöchl sont toujours valables et cette méthode peut s’appliquer au calcul de toute

propriété relative aux électrons de cœur, telles que le RMN et le XANES.

Les calculs de paramètres RMN de cette thèse ont été effectués à l’aide du code

gipaw [79, 93] inclus dans Quantum ESPRESSO, qui repose sur le formalisme

GIPAW. Dans la suite, nous donnons les éléments de calcul des tenseurs d’écrantage

magnétique et de gradient de champ électrique dans une approche périodique et avec

des pseudopotentiels.

3.7.1 Écrantage magnétique

L’écrantage magnétique correspond à la réponse du nuage électronique suite à

l’application d’un champ magnétique externe B0. En effet, dans le but d’écranter le

champ magnétique, les électrons au voisinage du noyau créent un champ magnétique

induit Bind. On définit le tenseur d’écrantage magnétique σ̂ selon le rapport entre

les champs induits et externe,

Bind =−σ̂B0. (3.131)

L’application de la loi de Biot et Savart permet de déterminer le champ induit Bind

à partir des courants orbitaux j(r) via la relation

Bind =
1
c

∫
dr′ j(r)

r− r′

|r− r′|3
. (3.132)

Ainsi, l’ingrédient principal de ce calcul est le courant orbital j(r) induit par un

matériau plongé dans un champ magnétique externe uniforme B0. Avant de conti-

nuer ce calcul, il est important de préciser que les variations induites des fonctions

d’onde sont faibles, donc une méthode perturbative est appropriée. Il s’agit donc de

développer les fonctions d’ondes électroniques au premier ordre selon

ψ(r) = ψ
(0)(r)+ ψ

(1)(r)+ O(B0
2)
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, où ψ(0)(r) est la fonction d’onde fondamentale. La perturbation de la fonction

d’onde au premier ordre ψ(1)(r) est déterminée en effectuant une somme sur les

états vides v, via

ψ
(1)(r) = ∑

v
avψ

(0)
v (r), (3.133)

où av est un coefficient et ψ
(0)
v (r) représente un état électronique inoccupé.

L’opérateur de courant J(r′), évalué à la position r′, est défini par la somme

J(r′) = Jd(r′) + Jp(r′) des composantes diamagnétique Jd(r′) et paramagnétique

Jp(r′) de l’opérateur courant. Ces contributions sont définies par

Jd(r′) =
A0(r′) |r′〉〈r′|

c
, (3.134)

Jp(r′) = −p |r′〉〈r′|+ |r′〉〈r′|p
2

, (3.135)

où p est l’impulsion de l’électron. De ce fait, j(1)(r′) le courant induit au premier

ordre, s’écrit à partir des composantes de l’opérateur J(r′) selon [93],

j(1)(r′) = 2∑
n

[
〈φ (0)

n |Jd(r′) |φ (0)
n 〉
]

+ 4∑
n

ℜe
[
〈φ (0)

n |Jp(r′) |φ (1)
n 〉
]
, (3.136)

j(1)(r′) = jd(r′)+ jp(r′) (3.137)

La réponse au premier ordre de la fonction d’onde des états occupés |φ (1)
n 〉 s’obtient

par la relation

|φ (1)
n 〉= ∑

v

|Ψ(0)
v 〉〈Ψ(0)

v |
εn− εv

H(1) |φ (0)
n 〉= g0 H(1) |φ (0)

n 〉 , (3.138)

où, g0 ≡ g0(R(eq)
) est la fonction de Green électronique [207], dans la configuration

nucléaire R(eq)
, définie dans la Section 3.6. L’hamiltonien perturbatif H(1) s’exprime

H(1) =
p ·A0 + A0 ·p

2c
. (3.139)

À ce stade, il convient d’appliquer la jauge symétrique au potentiel vecteur :

A0(r) =
B0× (r−d)

2
, (3.140)

où d définit l’origine du champ de jauge. Comme déjà introduit en préambule, fixer

l’origine du champ de jauge n’affecte pas la valeur des énergies propres. Toutefois,

pour minimiser |A0(r)|2 et ses dérivées, il faut considérer l’origine sur le site atomique
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de sorte que d = 0. Cette étape est nécessaire afin de minimiser l’interaction entre

les états de valence et de cœur et ainsi assurer la compatibilité avec l’approche

pseudopotentielle. Il découle de ce choix que

j(1)(r′) =− 1
2c

ρ(r′) B0× r′+ 4
1
2c ∑

n
ℜe〈φ (0)

n |Jp(r′) g0 r×p |φ (0)
n 〉 . (3.141)

La réponse du courant est donc séparée en deux composantes : la diamagnétique

jd(r′) et la paramagnétique jp(r′). En revanche, la possibilité du choix de jauge

implique que la décomposition du courant induit n’est pas unique et seul le courant

total est correctement défini. Le formalisme GIPAW [79] permet de créer les opéra-

teurs respectant l’invariance par translation dans un champ magnétique et la prise

en compte d’une règle de somme, appelée la f-sum rule [79, 93], offre une expression

plus compacte du courant

j(1)(r′) = 4
1
2c ∑

n
ℜe〈φ (0)

n |Jp(r′) g0 (r− r′)×p |φ (0)
n 〉 , (3.142)

dans laquelle l’opérateur de Green g0 est localisé permettant que j(1)(r) reste fini

même lorsque (r− r′) devient très grand.

Ensuite, l’introduction de l’expression du courant induit j(1)(r′) dans l’Éq. (3.132)

permet de déterminer le champ magnétique induit Bind et le tenseur d’écrantage ma-

gnétique est déduit de Bind via l’Éq. (3.131).

3.7.2 Gradient de champ électrique

Le gradient de champ électrique (Electric-Field Gradient : EFG) est une inter-

action quadripolaire, c’est-à-dire que seuls les noyaux I > 1/2 tels que 17O, 25Mg et
27Al sont concernés. L’EFG correspond à l’interaction entre le moment quadripo-

laire du noyau Q [45] et le champ électrique généré par l’environnement chimique

du noyau. À l’instar de l’écrantage magnétique, il s’agit d’une propriété de cœur

qui peut être calculée à l’aide d’une approche all electron ou du formalisme PAW.

Mathématiquement, cette interaction est représentée par un tenseur symétrique de

rang 2, à trace nulle, noté V̂ . Les valeurs propres de V̂ sont ordonnées de telle sorte

que |Vzz| > |Vxx| >
∣∣Vyy
∣∣. La constante de couplage quadripolaire CQ, définie par

CQ =
eQVzz

h
, (3.143)
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est estimée à l’aide des valeurs de moment quadripolaire Q tabulées par Pyykkö [45]

et e étant la charge de l’électron. Les composantes hors trace de V̂ sont définies par

Vαα ′(r) =
∂Eα

∂rα ′
− 1

3 ∑
α ′′

∂Eα ′′

∂rα ′′
, (3.144)

où α indexe les coordonnées cartésiennes et E est le vecteur champ électrique local.

Le tenseur V̂ peut être calculé à partir de la densité électronique via

Vαα ′ =
∫

dr
ρ(r)

|r− r′|3

[
δαα ′−

(rα − r′α)(rα ′− r′
α ′)

|r− r′|2

]
. (3.145)

Le formalisme PAW permet de déterminer ρ(r) à l’aide de pseudopotentiels [97, 98].

Tout d’abord, il convient d’exprimer la densité électronique à partir de la pseudo-

densité ρ̃(r) puis d’évaluer le terme correctif ρpaw(r) :

ρ(r) = ρ̃(r)+ ρ
paw(r), (3.146)

ρ̃(r) = 2∑
n
〈φ̃ (0)

n |r〉〈r|φ̃ (0)
n 〉 , (3.147)

ρ
paw(r) = 2 ∑

R,n,J,J′
〈φ̃ (0)

n |p̃R,J〉

×
[
〈ϕR,J|r〉〈r|ϕR,J′〉−〈ϕ̃R,J|r〉〈r|ϕ̃R,J′〉

]
〈p̃R,J|φ̃ (0)

n 〉 . (3.148)

La pseudo-densité est ainsi obtenue à partir des pseudo-fonctions d’onde fondamen-

tales et le terme de correction ρpaw(r) dans le formalisme PAW est défini grâce aux

(pseudo) fonctions d’onde partielles, |ϕ̃R,J〉 et |ϕR,J〉, du site atomique R, où J = nlm

est le moment angulaire. Les contributions de chaque terme au tenseur EFG s’ex-

priment via l’Éq. (3.145) et s’additionnent pour obtenir le tenseur total. Le terme

correctif du tenseur EFG

V (1)
αα ′ = 〈φ̃

(0)
n |r〉

×
[
〈ϕR,J|

1
3

[
δαα ′−3

rαrα ′

r2

]
|ϕR,J′〉−〈ϕ̃R,J|

1
3

[
δαα ′−3

rαrα ′

r2

]
|ϕ̃R,J′〉

]
〈p̃R,J|φ̃ (0)

n 〉

est évalué grâce à la relation |ϕR,J〉= |RR,nl〉 |Ylm〉 où la fonction d’onde partielle est

décomposée en produit d’une fonction radiale et de l’harmonique sphérique. Il en

résulte que

〈ϕR,J|
1
3

[
δαα ′−3

rαrα ′

r2

]
|ϕR,J′〉= 〈RR,nl|

1
r3 |RR,n′l′〉∑

m′′
cαα ′

m′′ 〈Ylm|Y2m′′ |Yl′m′〉 , (3.149)
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où le coefficient de Gaunt 〈Ylm|Y2m′′ |Yl′m′〉=
∫

Y ∗lm(θ ,ϕ) Y2m′′(θ ,ϕ) Yl′m′(θ ,ϕ) sinθdθdϕ

est analytique et les coefficients cαα ′
m′′ sont, quant à eux, définis par la relation

∑
m′′

cαα ′
m′′ 〈r|Y2m′′〉= δαα ′−3

rαrα ′

r2 . (3.150)

L’utilisation du formalisme PAW a été validée par Profeta et al. [98] en comparant

leurs résultats avec les méthodes all-electron.

3.7.3 Prise en compte des vibrations

Les tenseurs d’écrantage magnétique σ̂ et de gradient de champ électrique V̂

sont définis dans une configuration atomique R donnée, de sorte que σ̂ ≡ σ̂(R) et

V̂ ≡ V̂ (R). De ce fait, il s’agit d’observables que l’on peut évaluer via leur moyenne

thermique (Éq. 3.86), suivant

σ̂(T ) = 〈σ̂〉T =
∫

dR σ̂(R) P(R,T ), (3.151)

V̂ (T ) =
〈
V̂
〉

T =
∫

dR V̂ (R) P(R,T ). (3.152)

Les moyennes sont effectuées via la procédure d’échantillonnage Monte Carlo décrite

à la Section 3.5.3 d), dans chaque échantillon et pour chacune des températures

considérées.

3.7.4 Protocole de calcul

Le protocole à suivre pour calculer les tenseurs d’écrantage chimique et de gra-

dient de champ électrique à température finie incluant les vibrations thermiques

quantiques des noyaux atomiques est le suivant.

Dans un premier temps, les paramètres RMN sont calculés à partir de la struc-

ture à l’équilibre du matériau obtenu par diffraction des rayons X ou des neutrons.

Ce calcul sert de référence pour la suite. La taille de la supercellule est choisie de

manière à traiter correctement un solide désordonné par les fluctuations thermiques

quantiques. Cette taille est compatible avec la grille de points q du calcul de pho-

nons fait en amont de la génération des configurations. Ensuite, dans chacune des

configurations générées, les paramètres RMN, pour chacun des noyaux de la cellule,

sont calculés grâce au code gipaw [79, 93] inclus dans la suite de codes Quantum

ESPRESSO.
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Validation du modèle théorique

La confiance n’exclut pas le contrôle
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Résumé La validité du modèle théorique, présenté au chapitre 3, est éprouvée dans le cas

d’un composé modèle : l’oxyde de magnésium. La simplicité cristallographique et le comporte-

ment fortement harmonique de MgO en font un matériau modèle pour notre étude conjointe

XANES-RMN théorique et expérimentale. Ce cas est traité en détail afin de montrer l’éven-

tail d’informations que notre modèle peut révéler. Par la suite, dans le cas du XANES, une

étude comparative avec les précédentes méthodes développées au laboratoire sur le corindon

est présentée afin d’établir que cette nouvelle approche représente une avancée certaine du

traitement des vibrations quantiques pour les spectroscopies XANES et RMN.
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4.1 Système modèle : oxyde de magnésium MgO

L’oxyde de magnésium (MgO) a tout d’abord été choisi comme composé de réfé-

rence pour valider le modèle théorique mis en place au Chapitre 3. Après avoir pré-

senté et expliqué le choix de ce composé, je présente l’étude combinée expérimentale-

théorique de l’impact des vibrations quantiques et thermiques par les spectroscopies

RMN et XANES. Ces résultats ont fait l’objet d’une publication dans Physical Re-

view B, disponible à la fin de ce manuscrit [222].

4.1.1 Choix de MgO

Nous présentons ici les raisons du choix de MgO comme composé de référence

pour valider la méthode développée dans cette thèse. Cet isolant à grande bande

interdite (7.8 eV [223]) ne présente pas de transition de phase, à pression ambiante,

jusqu’à son point de fusion se situant à 3250 K [155]. Ce composé cristallise dans

le groupe d’espace Fm3m et possède 2 atomes par maille élémentaire. L’atome Mg

occupe le site de Wyckoff 4a (0,0,0) et l’atome O occupe le site 4b (1
2 ,

1
2 ,

1
2) [224],

ainsi l’atome Mg réside au centre d’un octaèdre régulier formé par les atomes O. Le

paramètre de maille de MgO à température ambiante est de 4.21 Å [154] et il s’agit

de la seule variable structurale dans MgO. Ainsi, la simplicité cristallographique de

ce matériau en fait le candidat idéal pour observer l’effet des fluctuations thermiques

des noyaux sur de grandes gammes de température.

La forme naturelle de MgO est la périclase. Ce minéral est d’une importance

capitale en géologie car il s’agit du second minéral le plus abondant dans le man-

teau terrestre, particulièrement dans le manteau inférieur. Ces propriétés thermo-

Figure 4.1 – Maille élémentaire de MgO. MgO cristallise dans une structure cubique à faces centrées,
groupe d’espace Fm3̄m. Le paramètre de maille à température ambiante est 4.211 [154]. Les atomes
de magnésium sont représentés en vert et les oxygènes en rouge. Dans le réseau composé des O, tous
les sites octaédriques sont occupés par un Mg.
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dynamiques et élastiques sous pression ont été étudiées en profondeur [225, 226] et

comparées avec succès aux données expérimentales dans le cadre de l’approximation

quasiharmonique. La structure de bande de MgO a été mesurée expérimentalement

par Sangster [227] et un grand nombre d’études théoriques ont suivi [228, 229]. Il

a ainsi été démontré que le comportement harmonique de MgO perdure jusqu’à la

température de 1500 K [6, 230] et sa température de Debye a été calculée à 941 K

[231]. Par conséquent, l’approximation quasiharmonique est une approche perfor-

mante jusqu’à haute température et il est nécessaire de traiter les vibrations dans

MgO de manière quantique.

4.1.2 Mise en œuvre

Les calculs présentés dans ce chapitre ont été effectués avec la distribution de

code Quantum ESPRESSO [201]. Les calculs sont menés dans le cadre de la DFT

et la fonctionnelle d’échange-corrélation est traitée dans l’approximation du gradient

généralisé (GGA) telle que paramétrée par Perdew et al. [181]. Les pseudopotentiels

utilisés pour cette étude sont détaillés en Annexe dans le tableau A.1. La plupart

des calculs ont été réalisés avec les pseudopotentiels ultrasoft, exception faite des

calculs RMN où les norm-conserving ont été préférés.

La méthode détaillée dans la Section 3.5.3 a été appliquée, à partir des matrices

dynamiques quasiharmoniques de MgO, en générant des configurations aléatoires

avec le code sscha [195]. Les calculs XANES et RMN ont été réalisés pour des

températures variant de 0 à 1273 K. Les paramètres de maille expérimentaux [154]

ont été utilisés afin d’introduire les effets de la dilatation thermique, le calcul à 0 K

a été fait en utilisant le paramètre de maille à 12 K [232] puisqu’il s’agit de la plus

basse température mesurée expérimentalement.

La densité de charge auto-cohérente de l’état fondamental à une température

donnée a été calculée pour la maille élémentaire au volume qui correspond à cette

température. La zone de Brillouin est échantillonnée par une grille 4×4×4 de points

k suivant la méthode de Monkhorst-Pack [202]. L’énergie de coupure des fonctions

d’ondes a convergé à 45 Ry. Ensuite, les matrices dynamiques ont été calculées sur

deux grilles de points q de taille commensurable avec les supercellules qui seront

respectivement utilisées ensuite pour les calculs RMN et XANES. Les interactions

électrostatiques observables dans les isolants ont été traitées en calculant les charges

efficaces de Born et le tenseur diélectrique [187]. La Fig. 4.2 présente les diagrammes

de dispersion des phonons pour les volumes correspondants aux températures de 0
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 0

 100

 200

 300

 400

 500

 600

 700

Γ X WK Γ L U W L K

Fr
eq

ue
nc

y 
(c

m
−1

)

Figure 4.2 – Diagrammes de dispersion des phonons dans MgO calculés aux volumes correspondants
aux températures de 0 à 1273 K. On constate que la fréquence des bandes diminue à mesure que le
volume crôıt.

à 1273 K. La dispersion des phonons calculée à 300 K est en accord avec les données

expérimentales de Sangster et al. [227].

À chaque température, les calculs RMN ont été effectués dans des supercellules

2× 2× 2 contenant 64 atomes. La zone de Brillouin a été échantillonnée par une

grille 2× 2× 2 de points k et une énergie de coupure de 90 Ry a été nécessaire.

La convergence du déplacement chimique a été atteinte pour 10 configurations à

chaque température. Ainsi, pour une température donnée, 640 tenseurs d’écrantage

magnétique isotropes (320 pour Mg ou O) ont été calculés et moyennés pour chacun

des noyau. La référence σref pour le déplacement chimique a été choisie de sorte que

les valeurs expérimentales et théoriques soient identiques à 300 K. Les constantes de

couplage quadripolaire CQ (Éq. 3.143) se sont avérées nulles à chaque température.

Ce résultat est cohérent avec la symétrie du cristal et est conforté par les résultats

expérimentaux [233].

À chaque température, les spectres XANES ont été calculés dans des supercel-

lules 3× 3× 3 contenant 216 atomes : 108 atomes O, 107 atomes Mg et 1 atome

absorbeur Mg∗, contenant un trou sur son orbitale 1s, positionné sur un site Mg
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Figure 4.3 – Convergence de l’isotropie du calcul XANES, au seuil K de Mg dans MgO à 300 K, en
fonction du nombre de configurations. On peut considérer que la convergence est atteinte à Nconfig = 30.

quelconque. Pour chaque configuration, la densité de charge auto-cohérente a été

calculée au point Γ de la zone de Brillouin avec une énergie de coupure de 45 Ry,

puis les spectres XANES ont été calculés sur une grille de points k 4× 4× 4 avec

un paramètre d’élargissement constant γ = 0.5 eV. Les spectres XANES polarisés

sont calculés de sorte que le vecteur de polarisation ê soit parallèle à chaque axe car-

tésien. Après application du core-level shift, ils sont ensuite moyennés pour donner

le spectre XANES isotrope. La convergence a été vérifiée de sorte que les spectres

polarisés moyens, selon x, y et z, soient superposables quelque soit l’axe cartésien

car il s’agit du comportement attendu dans un cristal cubique. La Fig. 4.3 montre

que la convergence a été raisonnablement atteinte pour 30 configurations à chaque

température. Pour finir, tous les spectres moyens sont décalés de 1303.8 eV, de sorte

que le seuil d’absorption du calcul soit à la même énergie que celui de l’expérience

à 300 K.

L’interprétation des spectres XANES a été réalisée en calculant les densités

d’états locales et partielles dans les configurations aléatoires à l’aide de projections

de Löwdin sur une grille 4× 4× 4 de points k avec un paramètre d’élargissement

Gaussien de 0.3 eV. Nous avons décidé de fournir également une interprétation gra-

phique de la densité d’état via la représentation des isosurfaces de sign(ψlub) |ψlub|2,
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où ψlub est la fonction d’onde électronique de la plus basse bande inoccupée et

sign( f ) = ±1, selon le signe du terme évalué. Le niveau de l’isosurface est fixé à

6 10−4 a−3
0 , avec a0 le rayon de Bohr.

4.1.3 Résultats RMN

La Fig. 4.4 présente la dépendance thermique du déplacement chimique isotrope

δiso de 25Mg et 17O dans MgO, calculée en considérant uniquement la dilatation

thermique (triangles) et notre modèle théorique (QHA, cercles) jusqu’à la tempéra-

ture de 1273 K. Les valeurs théoriques sont comparées aux données expérimentales

(diamants) provenant de la Réf. [113]. Tout d’abord, si on considère uniquement la

dilatation thermique, on constate que le déplacement chimique de 25Mg diminue avec

la température contrairement à ce que montre l’expérience. Pour chaque noyau, la

prise en compte des fluctuations atomiques est nécessaire car cela améliore l’accord

avec l’expérience, particulièrement dans le cas de 25Mg : le déplacement chimique

augmente avec la température.

L’évolution linéaire du déplacement chimique avec les températures observées

entre 300 et 1273 K confirme les précédentes études théoriques menées par Ros-

sano et al. [151] en 2005 et Monserrat et al. [152] en 2014, en présentant toutefois

un meilleur accord avec l’expérience. Les variations en température des déplace-

ments chimiques sont rassemblées dans le tableau 4.1. La méthode mise en œuvre

par Rossano et al. [151], similairement à la nôtre, est un échantillonnage de type

Monte Carlo. Les différences entre nos résultats proviennent principalement du fait

que, dans notre travail, les matrices dynamiques et les fonctions d’ondes vibration-

nelles sont calculées avec plus de précision. En effet, leurs calculs sont effectués dans

l’approximation de la densité locale (LDA) qui est connue pour sous-évaluer les pa-

ramètres de maille. De plus, le nombre de configurations considérées est inférieur :

4 à 300 K, et 8 à 620, 960 et 1300 K. Dans leur travail récent, Monserrat et al. [152]

considèrent que le couplage entre les phonons et le déplacement chimique est qua-

dratique, et est traité par un développement de Taylor au second ordre. Cependant,

cette méthode ne tient pas compte de la dilatation thermique et la dépendance à la

température de chaque noyau est identique, contrairement aux observations expéri-

mentales.

La variation du déplacement chimique observée entre 300 et 1273 K provient

d’une combinaison entre la dilatation thermique et la dynamique des noyaux. La

somme de ces deux effets est constante à basse température, entre 0 et 100 K, où



Validation du modèle théorique 87

22

24

26

28

30
δ is

o (p
pm

)
Expériences
Dilatation thermique
Dynamique QHA

0 200 400 600 800 1000 1200 1400

Temperature (K)

44

46

48

50

52

54

56

58

60

62

δ is
o (p

pm
)

Experiment
Therm. expansion
QHA

25Mg

17O

17O

Figure 4.4 – Déplacements chimiques isotropes en température de 25Mg et 17O obtenus expérimenta-
lement (diamants) [113], calculés dans l’approximation quasiharmonique (QHA, cercles) et considérant
uniquement la dilatation thermique (triangles). Les régressions linéaires sont présentées pour chaque
jeu de données. Dans le calcul QHA, deux contributions linéaires indépendantes sont observées : de 0
à 100 K et de 300 à 1273 K. Les barres d’erreurs expérimentales sont tirées de l’article original et sont
de ±1 ppm tandis que dans le calcul les barres d’erreurs QHA correspondent à l’incertitude statistique
(Éq. 3.88).
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la dilatation thermique est nulle et la dynamique des noyaux se réduit à un terme

constant que nous notons ∆zpe ≡ δ
qha
iso (0 K)−δ dilat

iso (0 K) (Fig. 4.4). Les corrections de

point zéro du déplacement chimique de 25Mg et 17O sont évaluées à ∆zpe(
25Mg) =

0.69 ppm et ∆zpe(
17O) = 0.60 ppm, respectivement. Au-delà de 300 K, l’effet sur le

déplacement chimique de la dynamique des noyaux surpasse la dilatation thermique.

Enfin, dans la région intermédiaire, entre 100 et 300 K, on observe une compétition

entre les deux effets résultant en une courbure dans l’évolution du déplacement

chimique des deux noyaux.

Il reste à déterminer l’origine des écarts entre les valeurs expérimentales et cal-

culées avec notre approche. La surestimation de l’évolution en température des dé-

placements chimiques pour chaque noyau peut être reliée à une défaillance de la

GGA. En effet, cette dernière est connue pour sous-estimer les fréquences des modes

phonons [234]. Les fonctionnelles GGA plus avancées, telles que la WC [235] et la

PBEsol [236], décrivent mieux les propriétés structurales et pourraient améliorer l’ac-

cord théorie-expérience. Ensuite, on sait également que dans les composés ioniques

contenant des cations alcalino-terreux, les corrélations théorie-expérience des para-

mètres RMN sont déviées de la pente idéale de 1 [237]. Dans le cas de CaO, il a été

observé que la diminution de la longueur de la liaison Ca-O induit une hybridation

artificielle entre les états vides Ca-3d et les états occupés O-2p. Profeta et al. [238]

ont traité ce problème en augmentant artificiellement de 3.2 eV l’énergie des orbi-

tales 3d, du pseudopotentiel de Ca. Cet effet peut se produire dans le cas de MgO,

même si c’est probablement à une échelle moindre. Ainsi, le fait que les orbitales 3d

soient positionnées trop bas en énergie altère les calculs de déplacements chimiques.

Laskowski et al. [237] ont utilisé la GGA+U [239] pour ouvrir la bande interdite en

DFT et augmenter les énergies des états 3d du cation, sans grand succès dans le cas

de MgO. Enfin, on pourrait imaginer que la QHA est une approximation trop forte,

mais cette théorie reproduit efficacement les propriétés dynamiques de MgO jusqu’à

1100 K sous conditions de pression ambiante [226]. Pour aller au-delà de la QHA, les

effets anharmoniques dans des systèmes périodiques peuvent être inclus à l’aide de

deux méthodes [195, 240]. Le code sscha [195], utilisé pour construire les configu-

Table 4.1 – Variation avec la température des déplacements chimiques δiso entre 300 et 1273 K, en
ppm K−1. Les valeurs données sont les pentes des régressions linéaires. Les résultats expérimentaux sont
comparés aux valeurs théoriques obtenues avec notre méthode QHA et fournies dans les Réfs. [151, 152].

Noyau Exp. [113] QHA Calc. [151] Calc. [152]

25Mg 0.002 0.003 0.004 0.005
17O 0.008 0.010 0.011 0.005
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rations atomiques, permet de calculer les corrections anharmoniques jusqu’au 4ème

ordre en minimisant l’énergie libre du cristal par rapport aux forces interatomiques,

de manière autocohérente. J’aurais pu évaluer l’importance des contributions anhar-

moniques dans MgO, et d’autres composé plus fortement anharmoniques, via cette

méthode mais le temps a manqué. Une alternative est la méthode VSCF (Vibrational

Self-Consistent Field) développée par Monserrat et al. [240] et qui a permis l’étude

de la métallisation de l’hélium sous pression extrême [152]. Cette approche consiste

à explorer le bas de la surface d’énergie de Born-Oppenheimer et à déterminer la

fonction d’onde vibrationnelle de manière autocohérente.

4.1.4 Résultats XANES

La Fig. 4.5(a) présente les spectres XANES enregistrés au seuil K de Mg sur la

ligne LUCIA. Tandis que les structures fines XANES (B, C, et D) sont progressive-

ment atténuées à mesure que la température augmente, le pic du préseuil P crôıt et se

décale vers les plus basses énergies. Dans une moindre mesure, un décalage en éner-

gie est également observé sur le pic principal A et les structures suivantes. Comme

déjà évoqué, ces effets liés à la température ont également été observés au seuil K

de Al dans le corindon (α-Al2O3) et le béryl (Be3Al2Si6O18) [109] dans le cadre de

la thèse de Manuel [167]. Les spectres XANES théoriques, pour des températures

variant de 0 à 1273 K, sont présentés sur la Fig. 4.5(b). Les calculs reproduisent

très bien l’évolution en température des spectres expérimentaux, et ce sur toute la

gamme de rayons X étudiée comme le montre les différences de chaque spectre avec

celui à température ambiante. Toutefois, l’intensité du préseuil théorique est sous-

estimée. À 300 K, les rapports d’intensité P/A expérimentaux et théoriques sont de

1/5 et 1/7, respectivement. Pour améliorer l’accord expérience-théorie sur ce point,

on pourrait évaluer les effets anharmoniques en allant au-delà de la QHA comme

cela est possible avec le code sscha [195]. Toutefois, dans le cas de MgO, on n’attend

pas d’importantes contributions anharmoniques. Ce désaccord peut aussi provenir

du fait que l’on ait limité le développement au premier ordre en G0 dans la section

efficace d’absorption X de l’Éq. (3.95). L’implémentation du terme supplémentaire

σ2(h̄ω) (Éq. 3.119) devrait probablement améliorer les résultats.

La variation de la position des pics P et A, en fonction de la température, est

présentée sur la Fig. 4.6. Sur un intervalle de température de 300 à 1273 K, l’accord

expérience-théorie est satisfaisant. Les variations théorique et expérimentale de la

position du pic P sont respectivement de 0.55 eV et 0.41 eV. Dans le cas du pic A,

la variation expérimentale est de 0.17 eV contre une valeur théorique de 0.12 eV.
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Ces résultats sont similaires à ceux observés au seuil K de Al dans le corindon où

la position du préseuil diminue d’environ 0.4 eV entre 300 et 930 K [109]. L’origine

de ces décalages peut être reliée à la variation en température de la bande interdite

électronique. En effet, dans MgO, des mesures de réflectivité optique ont montré

que la largeur de la bande interdite diminue de 0.91 eV entre 300 et 1273 K [241].

De plus, l’interaction électron-phonon contribue plus que la dilatation thermique au

rétrécissement de la bande interdite [242, 243]. Nous avons donc évalué la bande

interdite à chaque température Egap(T ) via l’équation suivante [244]

Egap(T ) =
∫

dR Egap(R) P(R,T ). (4.1)

Dans la pratique, il s’agit de faire la moyenne des bandes interdites calculées pour

chacune des configurations atomiques pour une température donnée. Sur la même
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gamme de température que les Refs. [241–243], nos calculs rendent compte d’une di-

minution de la bande interdite électronique de 0.78 eV, ce qui est du même ordre que

les résultats expérimentaux, tandis que la diminution liée uniquement à la dilatation

thermique n’est que de 0.3 eV.
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Figure 4.7 – Spectres XANES au seuil K de Mg dans MgO, calculés aux températures de 300 et
1273 K, en tenant compte uniquement de la dilatation thermique. Le spectre se contracte sous l’effet
de la dilatation : le pic A se décale vers les plus hautes énergies tandis que les structures C et D bougent
vers les plus basses énergies.

Le décalage énergétique ne concerne pas uniquement les pics P et A puisqu’il est

visible également sur tout le spectre. En effet, le pic D se décale d’environ 0.1 eV

vers les plus basses énergies lorsque la température crôıt. Ce décalage est en accord

avec la règle empirique de Natoli qui affirme que l’énergie des pics diminue lorsque

la distance interatomique augmente : Ed2 = cste [245]. Par conséquent, ce compor-

tement peut être relié à la dilatation thermique. Pour en avoir le cœur net, sur la

Fig. 4.7 sont présentés les spectres XANES au seuil K de Mg dans MgO calculés

aux températures de 300 et 1273 K en prenant en compte uniquement la dilatation

thermique. Le spectre à 1273 K est plus contracté que celui à 300 K. Les pics C et

D se décalent vers les plus basses énergies avec l’augmentation de la distance inter-

atomique comme observé expérimentalement. Au contraire, le pic A se décale vers

les plus hautes énergies ce qui s’oppose à l’expérience. Ainsi, la dilatation thermique

n’explique pas totalement les décalages en énergie des pics XANES expérimentaux,

particulièrement à basse énergie où les vibrations sont nécessaires à la reproduction

des positions spectrales correctes.

Des études antérieures ont montré que le pic P provient de transitions 1s→ 3s,

interdites par la règle de sélection dipolaire, qui sont induites par les vibrations [108,
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Figure 4.8 – Impact de la température sur le spectre XANES au seuil K de Mg dans MgO calculés à 0
et 1273 K. À 0 K, l’influence du zero-point motion seul est évalué. Le spectre en pointillés est obtenu
avec les atomes fixés à leurs positions d’équilibre dans le volume expérimental correspondant. Le spectre
en gras est la moyenne des 30 spectres correspondant aux configurations représentées en bleu clair à
l’arrière-plan. Le volume à 12 K a été utilisé dans le calcul à 0 K.

109]. On est en droit de se demander à partir de quelle température les vibrations font

émerger un préseuil. À 0 K seules subsistent les fluctuations quantiques des noyaux :

le zero-point motion. La Fig. 4.8(a) compare les spectres XANES théoriques obtenus

à 0 K, incluant ou pas le zero-point motion : en pointillés, le spectre à 0 K dans la

configuration atomique d’équilibre, en trait plein noir, le spectre calculé dans notre

approche QHA et en arrière-plan, les spectres individuels. On sait que l’influence

des phonons sur les spectres XANES est mise en évidence par deux caractéristiques

principales. Tout d’abord, similairement à une convolution et en accord avec les

théories de Fujikawa [125–127], l’inclusion des fluctuations quantiques 0 K atténue
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globalement le spectre XANES. En second lieu, le zero-point motion induit un pic de

préseuil qui est totalement absent dans le cas où les atomes sont fixés à leur position

d’équilibre. La Fig. 4.8 met aussi en évidence l’origine quantique du préseuil. La

Fig. 4.5(b) souligne le rôle des effets quantiques jusqu’à la température ambiante

par les faibles différences dans les intensités de préseuil calculées entre 0 et 300 K.
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Figure 4.9 – Analyse du préseuil. Trois configurations à 1273 K sont présentées : la structure d’équilibre
(a), une configuration individuelle ne conduisant pas à un pic dans le préseuil (b) et une configuration
individuelle qui conduit à un pic de préseuil (c). Panneaux supérieurs : spectres XANES théoriques
au seuil K de Mg. Panneaux centraux : densités d’états électroniques locales et partielles. Panneaux
inférieurs : isosurfaces de sign(ψlub) |ψlub|2, où ψlub est la fonction d’onde électronique de la plus
basse bande inoccupée, dont l’énergie est indiquée par la ligne verticale en pointillés dans les panneaux
supérieurs et intermédiaires (les signes négatifs et positifs sont respectivement colorés en vert et bleu).
Les atomes de Mg sont affichés en orange et les O en rouge. Les isosurfaces sont représentés sur l’atome
Mg absorbeur. La valeur de l’isosurface est fixée à 6×10−4 a−3

0 , où a0 est le rayon de Bohr.

Les spectres des configurations présentent une forte dispersion autour du spectre

moyen présenté à la Fig. 4.8 et cette dispersion augmente avec la température

(Fig. 4.8). Quelle que soit la température, certains spectres individuels présentent
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un fort pic P alors que d’autres n’en ont pas. Deux configurations à T = 1273 K

ont été sélectionnées : l’une, telle que le spectre associé comporte un préseuil et

l’autre pas. Ces configurations ont été analysées à l’aide des DOS locales et partielles

[Fig. 4.9(b,c)]. À titre de comparaison, la Fig. 4.9(a) présente le cas où les atomes

sont fixés à leurs positions d’équilibre dans le volume correspondant à T = 1273 K.

Les DOS locales et partielles représentées sur la Fig. 4.9, pour les 3 situations sont

les densités d’états s et p vides projetées sur (i) l’atome Mg absorbeur, (ii) les O

premiers voisins, (iii) les Mg seconds voisins et (iv) les O troisièmes voisins. Quelle

que soit la configuration, les DOS projetées sur le Mg diffèrent beaucoup selon qu’il

comporte un trou de cœur 1s (cas i) ou pas (cas iii). Le trou de cœur impacte forte-

ment les états s et p vides de Mg créant deux pics localisés qui cöıncident avec les

pics P et A des spectres XANES correspondants. Le pic P est visible uniquement s’il

y a une hybridation s− p des états de l’atome Mg absorbeur [Fig. 4.9(c)]. En outre,

cette hybridation s− p des états électroniques de l’atome Mg absorbeur induit une

plus importante DOS p de l’oxygène. Puisque nous observons un spectre individuel

associé à une configuration donnée, il est possible de chercher une éventuelle corré-

lation entre la distorsion du site Mg induite par les vibrations et la présence de P.

Dans ce but, nous avons calculé l’élongation quadratique et la variance angulaire de

l’octaèdre distordu, selon la convention de Robinson et al. [246, 247], puis nous avons

calculé l’élongation longitudinale (|α|) et le cisaillement (|ψ|) de l’octaèdre distordu

dans la convention de Ghose et Tsang [248]. Malheureusement, il n’est pas évident

de dégager des arguments géométriques de la distortion du site de l’atome absorbeur

permettant de prédire l’apparition de P ou de l’hybridation s− p. De ce fait, dans le

but d’éclaircir l’effet de la distorsion du site de Mg, dans les configurations sélection-

nées, sur l’hybridation s− p, nous avons calculé l’isosurface de la plus basse bande

électronique inoccupée, ce qui donne une représentation graphique de l’état électro-

nique sondé par le pic P. Dans la configuration d’équilibre, l’isosurface présente une

centrosymétrie cubique [Fig. 4.9(a)]. Les distorsions du cristal impactent fortement

±|ψlub|2 [Fig. 4.9(b)], toutefois ce n’est pas suffisant pour créer un pic de préseuil.

Le pic P émerge lorsque la distorsion de l’octaèdre MgO6 induit un caractère p sur

les atomes O voisins comme observé sur la Fig. 4.9(c). Pour conclure, briser la symé-

trie est nécessaire pour induire l’hybridation s− p et la transition interdite 1s→ 3s

mais ce n’est pas suffisant.
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4.2 Étude comparative : cas du corindon

À ce stade, il reste deux questions : Peut-on extrapoler les résultats obtenus pour

MgO à d’autres oxydes d’éléments légers ? Et, dans le cas du XANES, où se situe

notre travail par rapport aux approches existantes ? Pour traiter ces deux questions,

nous nous intéressons au seuil K de Al dans le corindon (α-Al2O3). Ce matériau

cristallise dans le système R3̄c où le cation Al occupe le site de Wyckoff 12c. De plus,

la valeur élevée de la température de Debye du corindon ΘD = 1042 K [249] souligne

l’importance de fournir un traitement quantique des vibrations jusqu’à une haute

température. Ainsi, nous proposons une étude comparative de notre méthode et de

deux précédentes approches théoriques préalablement développées au laboratoire,

toutes deux appliquées au corindon. La première approche, dite Absorbing-Atom

Displacements (AAD), est une approximation où seul l’atome absorbeur effectue de

petits déplacements dans la configuration atomique à l’équilibre [109]. La seconde

approche, dans l’approximation Crude Born-Oppenheimer (CBO), consiste à dépla-

cer la fonction d’onde initiale 1s dans la configuration atomique d’équilibre [124]. Les

résultats présentés ci-après font l’objet d’un acte de congrès accepté dans le Journal

of Physics : Conference Series, dans le cadre de la conférence XAFS15 qui s’est te-

nue au Karlsruhe Institute of Technology (KIT). Cet acte de congrès est inclus dans

l’Annexe C [250].

4.2.1 Méthodes de calcul

Tous les calculs de spectres XANES effectués dans ce chapitre ont été obtenus

suivant la paramétrisation PBE de la GGA [181], avec les pseudopotentiels de type

norm-conserving ayant servi dans la Réf. [109]. Les détails de construction sont

décrits dans le Tab. A.1, en Section A.3 de l’Annexe A. L’énergie de coupure associée

à ces calculs est de 80 Ry.

a) Méthode QHA

La méthode présentée dans la Section 3.6 est appliquée au seuil K de Al dans le

corindon α-Al2O3 à 0, 298, 650 et 930 K. À chaque température, les paramètres de

maille expérimentaux ont été considérés, en notant toutefois que ce sont ceux à 100 K

qui ont servi au calcul à 0 K [157, 159]. Les matrices dynamiques ont été calculées

sur une grille 3×3×3 de points k, avec une énergie de coupure de 45 Ry, avec des

pseudoptentiels de type ultrasoft. Pour chaque température, nous avons considéré 50
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supercellules trigonales 2×2×2, incluant chacune un trou de cœur 1s sur un site Al

aléatoirement choisi. Les densités de charge électroniques ont été calculées au point

Γ de la zone de Brillouin tandis que les spectres XANES l’ont été sur un maillage

4×4×4 de points k, à l’aide d’un paramètre d’élargissement γ = 0.4 eV [210]. Les

spectres moyens ont été décalés de 1565 eV afin de faire cöıncider les raies blanches

des spectres expérimentaux et théoriques à 300 K.

b) Absorbing Atom Displacement : AAD

Le modèle AAD considère uniquement le mouvement de l’atome absorbeur dans

la configuration atomique à l’équilibre. Les déplacements de l’atome absorbeur ont

été discrétisés sur une grille cubique tridimensionnelle de 361 points, qui est une

version 3×3×3 du cube de 21 points représenté sur la Fig. 4.10. Ce faisant, l’atome

absorbeur peut sonder un volume V =
(
2Umoy

)3/2
, où Umoy est la valeur moyenne

de la matrice des paramètres thermiques U , qui peut être mesurée par diffraction

des rayons X ou des neutrons. Dans la pratique il a fallu adapter la valeur afin de

ne pas surévaluer l’intensité du préseuil [109]. Cette méthode est donc paramétrée

par les données expérimentales. Les spectres XANES sont calculés pour chacun des

déplacements finis, puis une moyenne pondérée est effectuée, selon

1
a3

∫

cube
dRabs σ(h̄ω;Rabs) %(Rabs) =

1
360

(
−496 fm + 128 fr + 8 f f + 5 fv

)
+ O(a6),

(4.2)

où fm est la valeur au centre du cube (point rouge), fr la somme des valeurs aux

points roses, f f la somme des valeurs au centre de chaque faces (points verts) et fv

est la somme des valeurs aux sommets du cube (points bleus) et la distribution de

déplacements atomiques %(R) est définie par

%(R) = exp
(
−R ·U ·R

2

)
. (4.3)

c) crude Born-Oppenheimer : CBO

À partir de la section efficace d’absorption X standard (Éq. 3.89), Brouder et al.

[124] ont dérivé une expression maniable de la section efficace d’absorption X, en

supposant que l’énergie vibrationnelle du cristal est négligeable devant la résolution

expérimentale γ , en se plaçant dans l’approximation CBO qui néglige la variation des

fonction d’ondes électroniques de l’état final en réponse à de faibles déplacements
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in which µj is the edge absorption coefficient for detector
j , Nj (ω) = (Ij /I0)av(ω)

(Ij /I0)av(ω0) is the measured intensity on silicon
drift diode j , normalized at a fixed pulsation ω0 (chosen
after the main edge at h̄ω0 = 1653 eV), θi = 75◦ is the angle
between the beam axis and the sample surface, θf,j is the angle
between the sample surface and the outgoing fluorescence
beam (which depends on each detector j position). Coefficient
β is equal to µtot(ωfluo)

µ(ω0) , where ωfluo is the Kα1-fluorescence
pulsation (h̄ωfluo = 1486.7 eV) and µtot is the total absorption
coefficient, including edge absorption µ and background
contribution µbg of other atomic species in the sample.
Finally, γ is equal to µbg

µ
(ω0). Values for β and γ are

calculated based on crystal stoichiometry, atomic masses,
unit cell geometry and using experimental tabulated atomic
values.83 For example, µtot(ω) =

∑
at ρatµ

table
at (ω)/Mat with

ρat = NatMatNA/Vu.c. where the sum is over all the atoms
in the unit cell and for each atom µtable

at is the tabulated value
in Barns/atom, Mat is the molar mass in g mol−1, Nat is the
number of atoms “at” in the unit cell, Vu.c. is the unit cell
volume in cm3, and NA is the Avogadro constant. Such a
correction gives comparable values of σj for each detector,
each one being normalized at the point of energy h̄ω0. By
using such a procedure to perform self-absorption correction,
averaging over the four detectors is possible and gives the
spectra σ∥ and σ⊥ shown in Sec. III. No smoothing was applied
to the spectra.

B. Theoretical methods

In order to explain the experimental spectral features
observed when temperature is increased, first-principles cal-
culations were performed in the density functional theory
framework using the QUANTUM-ESPRESSO suite of codes.84

The 1s core-hole effects were taken into account within a
2 × 2 × 2 trigonal supercell for corundum, containing 80
atoms,78 and a 2 × 1 × 1 hexagonal supercell for beryl,
containing 58 atoms.79 Troullier-Martins85 norm-conserving
pseudopotential were used. The pseudopotentials of Al and Si
were generated using the 3s, 3p, and 3d orbitals as valence
states, with 2.00 Bohr cutoff radii and considering the d states
as local. The pseudopotential of the Al absorbing atom was
generated with only one 1s electron in the Al electronic
configuration. The oxygen and beryllium pseudopotentials
were built using the 2s and 2p as valence states (local part
p) with cutoff radii of 1.46 Bohr for O and of 2.00 Bohr
for Be. Self-consistent charge densities were calculated in
the generalized gradient approximation of Ref. 86, using the
PWscf code, at the ( point, with plane-wave energy cutoff
of 80 Ry. Thereafter local and partial density of states were
calculated using Löwdin projections on a 4 × 4 × 4 k-point
grid with a Gaussian broadening parameter of 0.3 eV. XANES
cross section calculations were performed using the XSpectra
code.87,88 The all-electron wave function of the Al absorbing
atom was reconstructed using the projector augmented wave
method,89 with augmentation region radii of 2.0 Bohr. The
spectra were computed on 4 × 4 × 4 k-point grid with a
broadening parameter γ = 0.6 eV.

Three methods were used to take into account the effects
of vibrations without having to calculate phonon modes. First,

FIG. 1. (Color online) A sketch of the 21-point cubic grid used
in Eq. (2).

adapting the idea of Ref. 15 on vibrations, only the absorbing
atom was moved in the crystal structure with respect to
its equilibrium position. This method will be referred to as
method 1 in the following section. As vibrations are concerned,
spectra for several absorbing atom displacements R were
calculated and averaged with a weighting core displacement
distribution function ρ(R). Within the harmonic approxi-
mation, this distribution function is linked to the thermal
parameter matrix [Uij ] through ρ(R) = exp(−R · U−1

2 · R).
The components of the rank-2 tensor U are given by x-ray
or neutron scattering measurements. In this approximation,
each spectrum is calculated with a static off-center absorbing
atom, modifying hybridization between Al valence orbitals
and neighboring atoms orbitals, thus changing valence states of
the crystal. Vibration modeling comes from averaging spectra
over a large number of absorbing atom displacements.

The absorbing atom motion was discretized on a cubic
tridimensional grid consisting of 361 points. Equation (2) gives
the cubic integral approximation on a grid of 21 points (see
Fig. 1):90

1
a3

∫

cube
f (ω,R)dR = 1

360

(
−496fm + 128

∑
fr

+ 8
∑

ff + 5
∑

fv

)
+ O(a6), (2)

where a is the length of the cube edge, f (ω,R) = σe(ω,R) ×
ρ(R) is the weighted spectrum calculated with absorbing atom
displaced of R, fm = f (ω,0) is the value at the center of the
cube (red point),

∑
fr is the sum of the values of f at the four

points halfway between the center of the cube and the center
of each face (pink points),

∑
ff is the sum of the values of

f at the center of each face (green points), and
∑

fv is the
sum of the values of f at the vertices of the cube (blue points).
The 361 point grid is an augmented 3 × 3 × 3 version of the
21 point one. This discretization would lead to a 27 × 21 point
grid, which reduces to only 361 points after avoiding double
counting of similar points. The value of the integration cube
edge a is given by 2

√
Ueig, where Ueig are the eigenvalues of

the U matrix. For the method 1 calculations, a was chosen
equal to 0.3 Bohr radius, corresponding to Ueig = 0.07 Å2, in

224108-4

Figure 4.10 – Représentation graphique, extraite de la Réf [109], d’une grille cubique tridimensionnelle
de 21 points. La grille effectivement utilisée pour évaluer l’Éq. (4.2) est une version multiple 3×3×3.

des noyaux. De ce fait, dans la configuration d’équilibre R(eq)
, les états finaux sont

décrits par les orbitales monoélectroniques φn(r) tandis que la fonction d’onde de

l’état initial φ1s(r−Rabs) est déplacée d’un vecteur Rabs. La section efficace calculée

en CBO est la suivante :

σcbo(h̄ω) = 4πα

∫
dRabs %(Rabs)×

∑
n

∣∣∣∣
∫

dr φ
∗
n (r) ê · r φ1s(r−Rabs)

∣∣∣∣
2 (εn− ε1s)

(εn− ε1s− h̄ω)2 + γ2
, (4.4)

où γ contient à la fois l’élargissement lié à la résolution expérimentale et la durée de

vie du trou de cœur. Il est possible de calculer φ1s(r−Rabs) à l’aide d’un dévelop-

pement de type Barnett-Coulson (Éq. 3.120). Pour finir, l’Éq. 4.4 est évaluée sur la

grille cubique tridimensionnelle présentée précédemment.

4.2.2 Comparaison entre les approches théoriques

La Fig. 4.11 compare le spectre XANES mesuré au seuil K de Al dans le corindon

à quatre spectres calculés à 300 K, en considérant les atomes dans leurs positions

d’équilibre, et en utilisant les méthode QHA, AAD et CBO. Les spectres calculés

dans les approches AAD et CBO proviennent de la Réf. [109]

Les spectres théoriques sont présentés sur la Fig. 4.11. On constate que chaque

méthode produit un spectre XANES en meilleur accord avec l’expérience que le

calcul standard à l’équilibre. Au niveau du préseuil, la méthode CBO conduit à

un pic P beaucoup plus intense que notre modèle QHA et la méthode AAD, qui

donnent des résultats similaires. Dans les méthodes QHA et AAD, le déplacement
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Figure 4.11 – Spectres XANES au seuil K de Al dans le corindon calculés, pour le volume expérimental
à 300 K, dans la structure d’équilibre, avec notre méthode QHA, en ne déplaçant que l’atome absorbeur
(AAD) [109] et dans l’approximation CBO où on déplace la fonction d’onde initiale 1s uniquement [124].
Le spectre mesuré à 300 K est présenté. Les encadrés sont des zooms sur les régions du préseuil P et du
pic A. Les différences entre chacun des spectres et celui de la configuration d’équilibre sont également
présentés.

des atomes induit une hybridation s− p qui permet de sonder les états 3s vides

de Al via une transition dipolaire de 1s vers 3s. La méthode CBO “autorise” des

transitions 1s→ 3s par la prise en compte de composantes ` = 1 dans la fonction

d’onde déplacée de l’état initial 1s. En revanche, c’est une méthode élégante du

point de vue mathématique, mais qui dans la pratique s’avère surestimer le préseuil

du fait que l’approximation CBO, laquelle considère la structure à l’équilibre dans

l’état final est trop forte. Ce problème de surestimation du préseuil a déjà été observé

lorsque la méthode CBO a été appliquée pour simuler les effets de la température

observés au seuil K de Ti dans le rutile (TiO2) [124].

Au niveau du seuil, la méthode QHA est la seule à reproduire le déplacement

vers les basses énergies du pic A, observé expérimentalement. Étant donné que la

méthode CBO considère les énergies des états finaux pour les positions d’équilibre

des atomes, les structures du seuil ne sont pas déplacées par rapport à celles obtenues

à l’équilibre. Le résultat obtenu par la méthode AAD montre clairement que le fait

de considérer uniquement le déplacement de l’atome absorbeur ne permet pas de

rendre compte de l’effet des vibrations en spectroscopie XANES.

Pour conclure, la méthode présentée dans ce manuscrit représente une avancée

certaine par rapport aux approches développées précédemment au laboratoire. En ef-

fet, elle permet de complètement prendre en compte l’effet des vibrations thermiques
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quantiques sur toute la gamme en énergie du spectre XANES.

4.3 Conclusion

Le modèle théorique a été validé par l’étude des fluctuations thermiques des

noyaux dans MgO, un composé fortement harmonique où il est nécessaire d’adopter

une approche quantique des vibrations. L’excellent accord entre les données expéri-

mentales et nos résultats théoriques pour les deux spectroscopies (XANES et RMN)

est très encourageant. Le bon accord entre les spectres XANES et RMN calculés et

mesurés dans MgO montre que cette approche explique avec succès les effets de la

température observés expérimentalement. En RMN, nous avons reproduis la dépen-

dance thermique des déplacements chimiques. Dans le cas du XANES, contrairement

aux calculs standards menés dans la configuration d’équilibre, les spectres théoriques

dépendant de la température montrent l’émergence d’un pic supplémentaire P dans

le préseuil, en bon accord avec les expériences. Notre approche reproduit également

d’autres tendances expérimentales, observables avec l’augmentation de la tempéra-

ture, telle que la croissance du pic P, la diminution de l’intensité du pic A et le

décalage vers les énergies inférieures de ces deux pics. Les analyses comparatives

avec les précédentes études en XANES dans MgO, et en RMN dans α-Al2O3 sou-

lignent l’importance de la prise en compte de la dynamique quantique des noyaux

et montre que notre approche représente une avancée concrète.

Désormais, il s’agit de déterminer si cette méthode peut s’extrapoler à d’autres

composés. En effet, dans MgO et α-Al2O3 le cation est en coordinence octaédrique.

Dans le chapitre suivant, nous nous intéresserons donc à l’influence de la symétrie

locale du cation et tâcherons de prédire les données RMN que nous n’avons pas eu

la possibilité de mesurer.
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Résumé Dans ce chapitre, nous étudions l’effet des vibrations quantiques dans une large

variété d’oxydes d’éléments légers (Mg, Al et Si). Le modèle théorique, présenté et validé

aux chapitres 3 et 4, est appliqué aux composés sélectionnés. Les résultats théoriques sont

comparés aux mesures expérimentales présentées au chapitre 2. L’étude inédite, et combinée

théorie-expérience, par les spectroscopies XANES et RMN, confirme les résultats expérimen-

taux et théoriques développés dans les chapitres précédents. Les premiers résultats concernant

l’influence de la symétrie locale sur le couplage entre les phonons et la structure électronique

locale, tel qu’il peut être sondé en RMN et en XANES, sont dévoilés par cette étude combinée.
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5.1 Détails des calculs

Les calculs de spectres XANES et de paramètres RMN ont été menés pour toute

la gamme d’oxydes sélectionnés, de manière à exploiter l’efficacité de notre modèle

pour Mg, Al et Si dans différentes symétries locales. En effet, nous focalisons ici

notre étude sur l’influence de la coordinence du noyau sondé sur le comportement

en température du XANES et la RMN :

• Mg[4] dans le spinelle et Mg[6] dans la périclase,

• Al[4] dans la berlinite et Al[6] dans le corindon et le spinelle (RMN unique-

ment),

• Si[4] dans le quartz α et Si[6] dans la stishovite.

Tout comme dans les deux exemples décrits dans les chapitres précédents (pé-

riclase et corindon), les calculs ont été effectués dans le cadre de l’approximation

GGA-PBE. Les pseudopotentiels utilisés sont de type GIPAW, nous avons mené

les calculs XANES avec des pseudopotentiels ultrasoft, et nous avons eu recours à

des pseudopotentiels norm-conserving pour les calculs RMN. Les détails de la géné-

ration des pseudopotentiels sont donnés dans le tableau A.1 (Section A.3 de l’An-

nexe A). Les paramètres de tous les calculs qui vont suivre sont récapitulés dans le

tableau 5.1. Dans le cas particulier du spinelle, les sites tétraédriques et octaédriques

sont occupés selon (Mg1−xAlx)[4](MgxAl2−x)[6]O4, avec x le paramètre de désordre

cationique [251]. Dans le spinelle normal, x = 0 et ce paramètre augmente avec la

température. Dans les calculs que nous présentons, nous avons négligé le désordre

cationique thermique, bien qu’un signal Al[4] ait été détecté dans l’échantillon de

spinelle (Fig. 2.12), et que la prise en compte de ce phénomène, dans les calculs

ab initio, induise des modes vibrationnels supplémentaires actifs en spectroscopie

infrarouge [252, 253].

En RMN, nous nous sommes employés à fournir des données prédictives pouvant

servir de référence pour les éventuelles mesures de RMN (statique ou MAS) en

température à venir. Les calculs sont effectués suivant notre modèle QHA, mais

aussi en considérant seulement la dilatation thermique. Dans les deux cas, pour bien

mettre en évidence les tendances, on montre les variations du déplacement chimique,

en fonction de la température T , par rapport à la valeur à 300 K,

∆δiso = δiso(T )−δiso(300 K), (5.1)

dans chacun des noyaux : 25Mg, 27Al, 29Si et 17O. La dépendance thermique du

couplage quadripolaire CQ est également présentée, pour les noyaux quadripolaires,
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en moyennant les CQ de chaque configuration comme dans les Réfs. [134, 137]. Les

moments quadripolaires proviennent des données tabulées par Pyykkö [45].

5.2 Résultats

5.2.1 XANES

a) Comparaison expérience – calcul

L’ensemble des spectres XANES expérimentaux et théoriques aux seuils K de

Mg, Al et Si dans les oxydes sélectionnés sont présentés sur la Fig. 5.1. Les effets de la

température sont globalement bien reproduits par notre approche théorique, comme

le montrent les différents spectres calculés présentés sous les spectres expérimentaux.

Dans chaque composé, on remarque que l’influence de la température se manifeste de

façon similaire à celle mise en évidence aux seuils K de Mg et Al, dans la périclase

et le corindon, respectivement. À mesure que la température crôıt, le préseuil P

s’accentue tandis que l’intensité du pic principal A diminue. Les structures à plus

hautes énergies sont également affectées puisqu’elles sont progressivement atténuées

avec la température. Dans tous les oxydes, le préseuil se décale vers les plus basses

énergies, avec la température. Lorsque le noyau sondé est en symétrie octaédrique, le

pic principal A subit un décalage vers les plus basses énergies, comme déjà observé

dans MgO et α-Al2O3. En revanche, dans les environnements tétraédriques, l’énergie

de la raie blanche A est stable.

b) Influence de la coordinence

On remarque que la raie blanche (pic A) mesurée au seuil K est située à plus

basse énergie dans les coordinences tétraédriques (spinelle, berlinite et quartz) qu’oc-

taédriques (périclase, corindon et stishovite). Ce phénomène est caractéristique et

permet d’ailleurs de déterminer la coordinence d’un élément lorsqu’il est inconnu.

Les écarts entre les pics P et A, indiqués sur la Fig. 5.1, montrent que le préseuil

est situé systématiquement à environ 2.5 eV de la raie blanche A, en coordinence

octaédrique, tandis que l’écart tombe à environ 1.8 eV en coordinence tétraédrique,

ce qui rend le préseuil moins discernable. La Fig. 5.2 confirme que la séparation entre

les deux pics est plus nette en site octaédrique, et ce, dès 0 K. En effet, la Fig. 5.2

expose les spectres calculés à 0 K avec en arrière-plan la superposition de tous les

spectres individuels correspondant aux configurations générées. On y voit clairement
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Figure 5.1 – Comparaison des spectres XANES, expérimentaux et calculés selon notre approche, au
seuil K de Mg, Al et Si dans des oxydes. Dans les composés présentant un dichröısme naturel linéaire,
lorsque l’on possède des données polarisées les spectres sont calculés suivant les orientations principales,
σ⊥ et σ�. Dans les autres composés σiso désigne la section efficace d’absorption isotrope. Les énergies
des pics P et A à 300 K sont mises en évidence par une ligne bleue pointillée.
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que le préseuil se dégage nettement plus de A dans les composés où l’atome absor-

beur est hexacoordonné que dans ceux où il est tétracoordonné. Du point de vue,

du calcul, ces différence d’écart en énergie entre P et A, selon la coordinence de

l’atome absorbeur sont bien reproduites. En revanche, l’intensité du préseuil semble

sous-estimée. Cette différence provient, a priori, du fait que seul le premier terme

du développement de l’expression totale de la section efficace d’absorption X est pris

en compte.

Il a été démontré précédemment que le préseuil tire son origine des transitions

électroniques 1s→ 3s interdites par la règle de sélection dipolaire électrique et ren-

dues accessibles par les vibrations des noyaux [108, 109, 124]. L’observation d’un

préseuil dès 0 K dans le calcul (Fig. 5.2) met en évidence l’importance des phonons,

comme on l’a vu pour MgO.
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Figure 5.2 – Influence du zero-point motion au seuil K des éléments Mg, Al et Si dans les oxydes.
Dans les composés présentant un dichröısme naturel linéaire, les spectres calculés suivant les orientations
principales sont présentés. Le spectre en trait plein (bleu) est la moyenne des spectres calculés pour
chacune des configurations individuelles, présentés en arrière-plan (bleu clair).
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5.2.2 RMN

a) Comparaison expérience – calculs

Dans le Chapitre 4.1, le cas de MgO, pour lequel le noyau 25Mg est en coordi-

nence octaédrique, a été traité (Fig 4.4). En revanche, l’aluminium dans la berlinite

occupe un site tétraédrique. À partir de la mesure en RMN 27Al MAS, à 300 K

(Fig 2.11), on évalue le déplacement chimique, à 42.7 ppm, en bon accord avec la

littérature [254], et le couplage quadripolaire CQ = 4.09 MHz [248]. La Fig. 5.3 pré-

sente la variation expérimentale en température du déplacement chimique de 27Al

dans la berlinite déterminé à partir du spectre statique à 19.9 T. Le déplacement

chimique a été évalué par un fit des spectres expérimentaux. Entre 300 et 800 K,

le déplacement chimique diminue d’environ 4 ppm, ce qui est très bien reproduit

par les calculs. Tout comme déjà observé dans MgO, les pentes à basse température

sont plus faibles et sont guidées principalement par la dilatation thermique. Consi-

dérer uniquement la dilatation thermique permet déjà d’approcher correctement les

résultats expérimentaux. Néanmoins l’accord est significativement amélioré par la

correction du modèle QHA, tout comme observé dans MgO. Comparativement au
25Mg dans MgO, pour lequel le déplacement chimique tendait à augmenter avec la

température, ce dernier diminue pour le noyau 27Al dans la berlinite. Ce comporte-

ment distinct peut provenir soit du noyau, soit de la coordinence, ce que nous allons
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Figure 5.3 – Variation du déplacement chimique de 27Al dans la berlinite en fonction de la température.
Les données expérimentales sont comparées au calcul suivant le modèle QHA et en ne prenant en
compte que la dilatation thermique du réseau cristallographique. Les pentes des régressions linéaires
(en ppm K−1), pour T > 300 K sont précisées sur la figure.
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déterminer dans la suite en nous basant sur les résultats théoriques.

b) Influence de la coordinence sur le déplacement chimique

La Fig. 5.4 rassemble les déplacements chimiques calculés pour tous les cations et

dans chacune des coordinences, par notre modèle QHA et en ne prenant en compte

que la dilatation thermique. Il a été constaté expérimentalement que lorsque la dis-

tance cation-oxygène augmente, la liaison devient plus ionique et la charge positive

s’accumule autour du cation, résultant en la diminution du déplacement chimique

[255–258]. Pour les noyaux en coordinence tétraédrique, les déplacements chimiques

calculés en QHA et en ne considérant que la dilatation thermique, diminuent avec

la température. D’ailleurs, les pentes des deux types de calculs sont très proches.

En revanche, lorsque le noyau occupe un site octaédrique, le déplacement chimique

calculé en QHA augmente, tandis qu’il diminue en dilatant la cellule. En outre, on

remarque deux tendances opposées dont les pentes sont équivalentes, en valeur ab-

solue. Nous proposons d’interpréter ce comportement comme une compétition entre

l’effet de la dilatation thermique et de la dynamique collective des noyaux atomiques.

La dépendance thermique observée dans les sites tétraédriques montre que l’effet de

la dilatation thermique est majoritaire devant la correction liée aux phonons, bien

que le modèle QHA permette d’améliorer l’accord avec l’expérience (Fig. 5.3). En re-

vanche, en symétrie octaédrique, l’influence des fluctuations thermiques quantiques

est largement majoritaire, au delà d’une certaine température, au point d’inverser la

tendance de l’évolution en température du déplacement chimique. Cet effet a priori

inattendu pourrait provenir d’une plus grande rigidité du tétraèdre de coordinence

par rapport à l’octaèdre.

Le comportement de l’oxygène-17 dans tous les oxydes est illustré sur la Fig. 5.5.

De prime abord, on remarque que le déplacement chimique augmente fortement dans

tous les composés, comme déjà observé dans MgO, et comme pour les cations les

tendances sont exacerbées dans le calcul QHA, avec une pente moyenne de l’ordre

de 7 10−3 ppm K−1 par rapport à l’effet de la dilatation thermique seule, où la

pente globale n’est que de 2 10−3 ppm K−1. La tendance mise en évidence dans le

quartz est inexpliquée. En outre, dans le calcul QHA, l’influence des phonons sur le

déplacement chimique dans le spinelle et la berlinite est plus importante que pour

les autres matériaux. Il est intéressant de noter que ce sont les seuls oxydes ternaires.

Cette tendance peut être le fruit de l’effet de la différente nature des cations liés à

l’oxygène.

Évidemment, on compare ici, en fonction de la coordinence, des minéraux bi-
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Figure 5.4 – Dépendance thermique du déplacement chimique théorique (QHA et dilatation thermique
seule) de chaque noyau, dans les différents composés. Les triangles rouges représentent les environne-
ments tétraédriques, et les autres symboles renvoient aux sites octaédriques.
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Figure 5.5 – Dépendance thermique du déplacement chimique théorique (QHA et dilatation thermique
seule) de 17O, dans tous les oxydes considérés.

naires à des ternaires. Toutefois, cette tendance différente est également mise en

évidence dans le cas particulier de 29Si pour lequel la stishovite et le quartz α sont

deux polymorphes : il n’y a donc pas de paramètre autre que structural entrant

en jeu. Ces données prédictives permettent donc de décorréler l’effet de la coordi-

nence sur les variations en température, information que nous n’avons pas pu obtenir

expérimentalement. Toutefois, le bon accord entre notre théorie et les expériences,

obtenus pour MgO et la berlinite, nous permet d’affirmer avec conviction de la per-

tinence de ces résultats qui, nous l’espérons, seront confirmés par des expériences

ultérieures.

c) Couplage quadripolaire

Parmi les noyaux sondés, 25Mg, 27Al et 17O sont quadripolaires. Sur la Fig. 5.6

sont reportés les CQ calculés selon notre approche théorique dans les mêmes oxydes

que précédemment. Les couplages quadripolaires de 25Mg dans MgO et le spinelle

(MgAl2O4) sont nuls dans leurs structures à l’équilibre [233]. Dans le cas de MgO,

tous les noyaux occupent des sites Oh et nos calculs révèlent que le désordre créé

par les phonons n’altère pas suffisamment la symétrie locale pour induire un cou-

plage quadripolaire. En revanche, dans le spinelle, 25Mg est en site Td, et c’est la

symétrie globale de la maille élémentaire qui annule le CQ. Dans ce cas, les vibra-

tions thermiques quantiques entrainent un couplage quadripolaire décroissant avec la

température. Concernant l’oxygène-17, le couplage quadripolaire reste globalement
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Figure 5.6 – Variation en température du couplage quadripolaire CQ dans les noyaux quadripolaires 17O,
25Mg, 27Al. Les triangles rouges représentent les environnements tétraédriques, et les autres symboles
réfèrent aux sites octaédriques. Les pentes des régressions linéaires sont données en MHz K−1. La pente
moyenne de la dépendance du CQ dans l’oxygène-17 est de 0.5 10−5 MHz K−1.

insensible à l’influence de la température, par opposition au déplacement chimique.

On peut interpréter ce comportement comme le signe de la rigidité du réseau cris-

tallin composé par les ions oxygènes.

D’une manière générale, lorsque la dépendance thermique du CQ est non nulle,

le couplage quadripolaire a tendance à diminuer avec la température. Pour 25Mg

et 27Al (Fig. 5.6), la dépendance thermique des fréquences de couplage quadripo-

laire a été étudiée expérimentalement dans les années 1950, par des mesures RQN

[259]. Du point de vue de la théorie, selon les travaux de Wang [260], à mesure que

l’amplitude des vibrations thermiques augmente, le couplage quadripolaire diminue.

Cette approche permet de décrire les tendances expérimentales à partir d’expressions
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analytiques. Plus récemment, Schmidt a traité l’influence des vibrations anharmo-

niques sur le couplage quadripolaire [134], en utilisant la dynamique moléculaire de

type Car-Parrinello [147, 261, 262], et a montré que l’augmentation inattendue du

CQ du deutérium observé dans des composés présentant un fort réseau de liaisons

hydrogènes, provient des phonons anharmoniques.

5.3 Conclusion

Le modèle théorique mis en place et validé dans les chapitres précédents s’ap-

plique à une large variété d’oxydes d’éléments légers. L’étude combinée expérience-

théorie permet de dévoiler les diverses influences des phonons sur les spectres XANES

et les paramètres RMN. Dans cette classe de composés, en se couplant avec les élec-

trons, les phonons induisent, en XANES, des transitions électroniques interdites, et

modulent, en RMN, le déplacement chimique et le couplage quadripolaire. L’impact

de la symétrie locale (tétraédrique ou octaédrique) sur le couplage entre les électrons

et les phonons est mis en lumière.

En XANES, les effets en température sont plus marqués en coordinence 6 qu’en

coordinence 4, avec un préseuil plus séparé de A et qui crôıt avec la température de

façon plus nette, et avec un pic A qui se décale en coordinence octaédrique alors que

sa position est stable en coordinence tétraédrique.

En RMN, le comportement en température diffère selon la coordinence avec des

déplacements chimiques qui varient avec des pentes de signes opposés selon que le

noyau est en site tétraédrique ou octaédrique. Nos calculs montrent, en outre, que les

fluctuations quantiques des noyaux ne jouent pas le même rôle selon la coordinence

du noyau sondé : en site tétraédrique les effets de dilatation thermique expliquent

quasiment à eux-seuls les évolutions e température, alors qu’en site octaédrique, le

rôle des vibrations quantiques est prépondérant.
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Chapitre 6

Conclusion générale

A conclusion is the place where you

got tired thinking

Martin H Fischer

Don’t cry because it’s over, smile

because it happened

Theodor “Dr.” Seuss Geisel
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6.1 Bilan

Une approche basée sur la DFT permettant d’introduire avec succès des fluc-

tuations thermiques quantiques des noyaux dans l’approximation quasiharmonique

(QHA) dans le calcul des spectres RMN et XANES a été présentée. À partir des

matrices dynamiques QHA, des configurations atomiques hors-équilibre respectant

la statistique quantique à température finie sont construites, à partir desquelles les

spectres XANES et paramètres RMN sont calculés dans puis moyennés afin d’être

confrontés aux résultats expérimentaux, pour la plupart acquis au cours de cette

thèse.

Après avoir pris soin de dériver rigoureusement l’expression de la section efficace

d’absorption X prenant en compte les fluctuations thermiques de nature quantique,

il a été démontré pour la première fois, que la section efficace XANES peut être

approchée par une moyenne de spectres individuels calculés dans des configurations

atomiques hors-équilibre. Ceci nécessite toutefois de négliger l’influence de l’énergie

cinétique des noyaux.

Notre modèle théorique, évitant le calcul explicite des paramètres de couplage

électron-phonon, fournit un cadre efficace pour analyser l’impact des phonons sur

les spectres XANES et les paramètres RMN, dans les oxydes d’éléments légers.

Cette approche a été validée par une étude conjointe expérience-calcul menée dans

une série de composés sélectionnés, où les résultats se sont avérés être en bon ac-

cord avec les données expérimentales que nous avons enregistrées. La combinaison

expérience-théorie a permis d’étudier l’influence des vibrations quantiques dans les

deux spectroscopies et de révéler un comportement similaire : dans les spectres RMN

et XANES, considérer les phonons de point zéro améliore l’accord expérience-calcul.

De ce fait, ils devraient être pris en compte pour reproduire les données expérimen-

tales même à basse température.

En RMN, l’accord expérience-calcul est amélioré par rapport aux études théo-

riques précédentes. La dépendance en température des déplacements chimiques est la

résultante de la combinaison de la dilatation thermique et de la dynamique nucléaire,

et se réduit à un terme constant à basse température. Dans le cas du XANES, la dé-

pendance en température des spectres XANES est reproduite sur une large gamme

de températures. La présence du pic de préseuil est une signature de l’effet des pho-

nons. Une étude approfondie du mécanisme à partir duquel émerge le préseuil est

menée. La variation de l’énergie du préseuil en fonction de la température est liée à la

dépendance en température de la bande interdite, tandis que la variation des struc-
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tures XANES à plus haute énergie provient de la dilatation thermique. En outre,

nous avons vérifié soigneusement que notre modèle permet d’améliorer significati-

vement l’accord théorie-expérience par rapport à celui obtenus par de précédentes

méthodologies développées, notamment à l’IMPMC.

Dans les oxydes d’éléments légers, nous nous sommes focalisés sur l’impact de

la symétrie locale (tétraédrique ou octaédrique) sur le comportement en tempéra-

ture des spectres XANES et RMN. En XANES, les effets en température sont plus

marqués en coordinence 6 qu’en coordinence 4, avec un préseuil plus séparé du pic

principal et qui crôıt avec la température de façon plus nette, et avec un pic prin-

cipal qui se décale en coordinence octaédrique alors que sa position est stable en

coordinence tétraédrique. En RMN, le comportement en température diffère selon

la coordinence avec des déplacements chimiques qui varient avec des pentes de signes

opposés selon que le noyau est en site tétraédrique ou octaédrique. En outre, il est

montré que les fluctuations quantiques des noyaux ne jouent pas le même rôle selon

la coordinence du noyau sondé : en site tétraédrique les effets de dilatation ther-

mique expliquent quasiment à eux-seuls les évolutions en température, alors qu’en

site octaédrique, le rôle des vibrations quantiques est prépondérant.

6.2 Perspectives

Au moment de conclure cette thèse, il reste beaucoup de questions ouvertes. Tout

d’abord, le terme supplémentaire mis en évidence dans la section efficace d’absorp-

tion X doit être programmé dans le code XSpectra afin d’évaluer numériquement

l’importance du terme σ2, qui relève de l’énergie cinétique des noyaux. Ce travail

est d’autant plus important que l’accord avec l’expérience peut être amélioré. On

espère notamment que l’intensité du préseuil sera corrigée.

Ensuite, dans le but de confirmer la validité des calculs prédictifs de paramètres

RMN présentés dans ce manuscrit, il est capital de mesurer expérimentalement les

spectres RMN des cations légers dans les oxydes sélectionnés. En outre, pour pousser

plus loin l’étude de l’effet de la coordinence, il a été envisagé de mesurer le noyau
27Al dans la sillimanite SiAl2O5. Au sein de cet oxyde, le cation 27Al est présent dans

les deux coordinences. Cependant à cause de l’important signal Al[6] de la sonde du

CEMHTI, ces mesures ont dû être repoussées. Ces informations sont d’une impor-

tance primordiale étant donnée la prépondérance de ce type d’oxydes en physique,

chimie et géologie.

D’autre part, le modèle mis au point permet de prendre en compte la dilatation
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thermique du réseau cristallin. Cependant, les contributions anharmoniques induites

par les interactions entre les phonons sont négligées. Il est envisagé d’introduire les

corrections anharmoniques, avec le code sscha. Entre autres, en RMN, nous sou-

haitons étudier en température les paramètres RMN de PbTe, et en XANES nous

envisageons de calculer le seuil K de Ti dans SrTiO3. Les calculs QHA échouent

à reproduire les propriétés électroniques et dynamiques de ces composés, lesquels

présentent un caractère anharmonique non négligeable [263, 264]. Les données ex-

périmentales en températures dans ces composés sont disponibles dans la littérature

afin de confronter nos résultats théoriques à la réalité [111, 265].

Pour conclure, il est à noter que notre modèle induit l’effet des vibrations quan-

tiques a posteriori. C’est-à-dire à partir de la densité électronique à l’équilibre. Il

serait intéressant d’adopter une autre approche en incluant les effets des phonons

directement dans le calcul de la structure électronique. Un travail théorique remar-

quable, basé sur la théorie des perturbations (Many-Body Perturbation Theory) a

été réalisé, en ce sens, ces dernières années [266–270]. Le développement de codes

permettant de calculer des spectres d’excitations électroniques et des paramètres

RMN à partir les densités d’états calculées à température finie est un enjeu crucial

pour continuer à avancer dans la modélisation des spectres expérimentaux.
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L’approximation pseudopotentielle repose sur le fait que les électrons de cœur ne

participent pas aux liaisons chimiques et ne sont donc pas influencés par les variations

de l’environnement chimique. Ainsi, les électrons de cœur peuvent être négligés lors

du calcul des structures électroniques. De ce fait, l’intense potentiel Coulombien

existant au voisinage du noyau peut être remplacé par un potentiel efficace agissant

uniquement dans une région centrée sur le noyau. Ce potentiel efficace est appelé

un pseudopotentiel en physique de la matière condensée et permet de calculer les

propriétés électroniques des solides. Cette approche n’est toutefois pas applicable

aux calculs des propriétés relatives aux électrons de cœur, comme le XANES et

la RMN. Dans cette annexe, je présente le formalisme projector-augmented wave

(PAW), mis en place dans le but d’étendre l’utilisation des pseudopotentiels aux

propriétés de cœur. Ensuite, on présente la méthode récursive de Lanczos, qui est

employée pour calculer les spectres XANES.

A.1 Formalisme projector-augmented wave

La méthode projector-augmented wave (PAW) a été développée par Blöchl [78]

afin de retrouver les fonctions d’ondes all electron dans l’approche pseudopotentielle.

Nous explicitons les concepts nécessaires pour calculer la section efficace d’absorp-

tion X en utilisant des pseudopotentiels, en reprenant les éléments principaux des

Réfs. [80, 81]. Le formalisme PAW est basé sur l’introduction, par Blöchl, d’un opé-

rateur linéaire T qui associe les fonctions d’ondes all electron des états finaux |φ f 〉
aux pseudo-fonctions d’ondes finales |φ̃ f 〉 via la transformation

|φ f 〉= T |φ̃ f 〉 . (A.1)

L’opérateur linéaire de Blöchl s’exprime

T = 1 + ∑
R,n

[
|ϕR,n〉− |ϕ̃R,n〉

]
〈p̃R,n| , (A.2)

avec |ϕR,n〉 et |ϕ̃R,n〉, respectivement, les fonctions d’ondes partielles all electron et

pseudisées correspondant à l’atome isolé et |p̃R,n〉, les projecteurs. Les projecteurs

et les fonctions d’ondes partielles sont centrés sur le site atomique R et l’indice

n correspond au niveau du moment angulaire (l,m), le second indice étant utile

lorsqu’il y a plusieurs projecteurs. Pour chaque projecteur |p̃R,n〉, on définit une

région d’augmentation ΩR. À l’extérieur de ΩR, on a deux conditions

• |ϕR,n〉= |ϕ̃R,n〉,
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• |p̃R,n〉= 0.

De plus, les projecteurs |p̃R,n〉 et les pseudo fonctions d’ondes |ϕ̃R,n〉 satisfient la

relation

〈p̃R,n|φ̃R′,n′〉= δRR′δnn′. (A.3)

À l’intérieur de ΩR, les fonctions d’ondes partielles |ϕR,n〉 forment une base pour

toutes les fonctions d’ondes all electron de valence. De même, toujours à l’intérieur

de la région d’augmentation ΩR, l’ensemble des pseudo-fonctions d’ondes partielles

|ϕ̃R,n〉 est une base pour toutes les pseudo-fonctions d’ondes |φ̃〉, il en résulte que

quelle que soit la fonction d’onde fR centrée en R et nulle hors de ΩR :

∑
R,n
〈φ̃ |p̃R,n〉〈ϕ̃R,n| ê · r | fR〉= 〈φ̃ | fR〉 . (A.4)

Pour finir, les régions ΩR de différents sites atomiques ne se recouvrent pas. De ce

fait, un opérateur O peut être évalué à partir du pseudo opérateur Õ, défini par

Õ = T †OT, (A.5)

de sorte que

〈φ f |O |φ f 〉= 〈φ̃ f | Õ |φ̃ f 〉 . (A.6)

Le formalisme PAW permet donc de calculer les propriétés relatives aux électrons

de cœur, lesquels sont pourtant négligés par l’utilisation de pseudopotentiels.

Dans une approche monoélectronique, on rappelle que la section efficace XANES

s’exprime comme suit,

σ(h̄ω) = 4π
2
α0h̄ω ∑

f

∣∣〈φ f | ê · r |φi〉
∣∣2 δ (ε f − εi− h̄ω). (A.7)

La transition électronique entre l’état initial |φi〉 et final |φ f 〉 est décrite par

〈φ f | ê · r |φi〉 . (A.8)

En utilisant le formalisme PAW (Éqs. A.1 et A.2), pour calculer Éq. (A.8) on obtient

〈φ f | ê · r |φi〉= 〈φ̃ f | ê · r |φi〉+ ∑
R,n
〈φ̃ f |p̃R,n〉〈ϕR,n| ê · r |φi〉−∑

R,n
〈φ̃ f |p̃R,n〉〈ϕ̃R,n| ê · r |φi〉 .

(A.9)

Maintenant, il faut rappeler que la fonction d’onde initiale φi est localisée sur le site

de l’atome absorbeur Rabs et que donc seule la somme sur ce site est nécessaire. De
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plus, l’Éq (A.4) montre que les premier et dernier termes s’annulent, ainsi on définit

la fonction d’onde Φ̃Rabs

|Φ̃Rabs〉= ê · r |φi〉= ∑
n
|p̃R0,n〉〈φR0,n| ê · r |φi〉 . (A.10)

Pour finir, la section efficace d’absorption X dans une approche monoélectronique

utilisant des pseudopotentiels, paramétrée par R la configuration atomique donnée,

s’exprime comme

σ(h̄ω) = 4π
2
α0h̄ω ∑

f

∣∣∣〈φ f |Φ̃Rabs〉
∣∣∣
2

δ (ε f − εi− h̄ω). (A.11)

Il s’agit d’une somme sur des états vides, dont le nombre dépend de l’étendue en

énergie du spectre que l’on désire calculer. Dans la pratique, il faut juste en calculer

un nombre suffisant. Nous allons maintenant présenter une méthode qui permet de

déterminer efficacement un spectre XANES.

A.2 Méthode récursive de Haydock, Heine et Kelly :

algorithme de Lanczos

La méthode récursive de Haydock, Heine et Kelly [213, 214], basée sur l’algo-

rithme de Lanczos, qui permet de s’affranchir du calcul explicite des états vides et

ainsi de réduire le temps de calcul XANES, qui devient comparable au calcul de la

densité de charge électronique. Il s’agit de construire une nouvelle base, appelée base

de Lanczsos, dans laquelle l’hamiltonien du système électronique a une forme trian-

gulaire symétrique, puis de calculer la section efficace sous la forme d’une fraction

continue. Nous détaillons les ingrédients principaux de cette méthode dans la suite,

dans le cas de pseudopotentiels de type norm-conserving.

Nous commençons par exprimer l’Éq. (A.11) dans le cadre du formalisme des

fonctions de Green, en considérant l’opérateur de Green G̃0(E) associé au pseudo-

hamiltonien H̃e = T †HeT , sachant que

∑
f
|φ̃ f 〉δ

(
ε f − εi− h̄ω

)
〈φ̃ f |=−

1
π

ℑm
[
G̃0(E)

]
, (A.12)

où

G̃0(E) =
(

E− H̃e + iγ
)−1

, (A.13)
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et où E = ε0 + h̄ω , la section efficace peut être réécrite de la manière suivante

σ(h̄ω) =−4πα0h̄ω ℑm
[
〈ϕ̃Rabs | G̃0(E) |ϕ̃Rabs〉

]
. (A.14)

L’algorithme de Lanczos introduit une nouvelle base, dans laquelle toute matrice

carrée peut être trigonalisée. La base de Lanczos est obtenue en appliquant, de

façons répétée, H̃e sur le vecteur normalisé |u0〉 =
(
〈Φ̃Rabs|Φ̃Rabs〉

)−1/2
|Φ̃Rabs〉 via la

relation de récurrence suivante :

H̃e |ui〉= ai |ui〉+ bi+1 |ui+1〉+ bi |ui−1〉 . (A.15)

Les paramètres ai et bi sont les éléments diagonaux et non-diagonaux de H̃e dans la

base {|ui〉} :

ai = 〈ui| H̃ |ui〉 , (A.16)

bi = 〈ui| H̃ |ui−1〉= 〈ui−1| H̃ |ui〉 . (A.17)

Ces relations de récurrence permettent de calculer aisément les éléments de matrice

de σ(h̄ω;R) ,par la fraction continue :

〈Φ̃Rabs| G̃0(E) |Φ̃Rabs〉=
〈Φ̃Rabs|Φ̃Rabs〉

a0−E− iγ− b2
1

a1−E−iγ− b2
2

...

. (A.18)

Le nombre d’itérations nécessaire pour atteindre la convergence du calcul dépend

du paramètre d’élargissement γ . La méthode itérative de Haydock se concentre sur

le calcul de l’hamiltonien appliqué à un unique vecteur. Le temps de calcul est

donc considérablement réduit par rapport à sa diagonalisation explicite. En insérant

l’Éq. (A.18) dans l’Éq. (A.14), on voit que le calcul d’un spectre n’est pas limité en

énergie. À partir d’un calcul autocohérent de l’hamiltonien He pour une supercel-

lule avec un trou de cœur, et en ne considérant que les bandes occupées, on peut

construire tout le spectre par application répétée de He sur un vecteur.

A.3 Liste des pseudopotentiels

L’ensemble des calculs présentés dans ce manuscrit a été réalisé à l’aide de pseu-

dopotentiels dont les paramètres de construction sont décrits dans le tableau A.1.

La fonctionnelle d’échange-corrélation a été traitée suivant la paramétrisation PBE
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Table A.1 – Paramètres utilisés pour la génération des pseudopotentiels Troullier-Martin [271] ultra-
soft (US) et norm-conserving (NC). Les rayons de coupure, entre parathèses, sont exprimés en unités
atomiques (Bohr). Les étoiles ∗ indiquent qu’un pseudopotentiel semblable a été généré avec un trou de
cœur sur la couche 1s. La distribution électronique de cœur a été reconstruite par la méthode GIPAW
[79, 93].

Noyau Type Configuration de valence Partie locale

Mg* US 3s2(2.50) 3p0(2.60) 3d−2(2.30) d
Mg NC 3s1(2.50) 3p0(2.50) 3d0(2.50) d
Al* US 3s2(2.10) 3p1(2.10) 3d−2(1.90) d
Al* NC 3s2(2.00) 3p0.3(2.00) 3d0.2(2.00) d
Si* US 3s2(2.10) 3p2(2.10) 3d−2(2.00) d
Si NC 3s2(2.00) 3p1.3(2.00) 3d0.2(2.00) d
O US 2s2(1.45) 2p3(1.45) p
O NC 2s2(1.35) 2p3(1.35) 3d−2(1.3) d

de l’approximation du gradient généralisé [181].
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Figure B.1 – Représentation schématique du phénomène d’absorption-fluorescence. Le faisceau
de rayons X incident, d’intensité I0 pénètre dans le matériau, sous une incidence θi et une
épaisseur z. On s’intéresse aux photons de fluorescence X émis suivant θ f , dans l’angle solide
Ω. On représente le détecteur 4 SDD de la ligne LUCIA. Les diodes étant distantes d’environ
3.5 mm, ils collectent les photons de fluorescence sous un angle θ f ± δθ , δθ est évalué en
fonction de la distance échantillon-détecteur.

Cette annexe résume le phénomène de l’auto-absorption tel qu’il a été décrit

dans l’article de Manuel et al. [109] et le manuscript de Haskell [272]. Il donne, en

outre, des précisions sur les paramètres d’entrée du code de correction des spectres

enregistrés sur la ligne de lumière LUCIA au synchrotron SOLEIL [169], avec un

système de détection par fluorescence, à quatre Silicon Drift Detector.

B.1 Principe de l’auto-absorption

Au cours d’une expérience d’absorption de rayons X, le faisceau de rayons X

incident, d’intensité I0, va exciter un électron 1s vers le continuum et laisser un trou

de cœur. Il en suit une désexcitation radiative d’un électron des couches supérieures

(L ou M) vers le trou de cœur. Il s’agit de fluorescence X, on parle d’émission K α

(respectivement K β ) pour les transitions L→ K (M→K ). Cependant les photons

émis par fluorescence le sont au sein du matériau, ainsi ils doivent encore traverser

une distance z/sinθ f (z étant l’épaisseur de l’échantillon et θ f l’angle de sortie) avant

de pouvoir être détectés (voir le schéma sur la Fig. B.1). On nomme ce phénomène

auto-absorption et il se manifeste par des structures au seuil (K par exemple) moins

intenses que lors d’une mesure en transmission. L’auto-absorption est d’autant plus

importante que les échantillons sont concentrés en éléments dits absorbeurs. Par

exemple, un échantillon de goethite alumineuse (FeOOH avec des traces de Al) sera

concentré en Fe et en O, ainsi aux seuils K de ces éléments l’auto-absorption sera

importante. En revanche, au seuil K de Al, qui est une impureté, l’échantillon sera

considéré dilué et le phénomène d’auto-absorption sera négligeable.
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Le phénomène d’absorption - fluorescence, par une épaisseur d’échantillon dz, se

décompose ainsi :

• Une perte d’intensité du faisceau incident dans l’échantillon avant d’être ab-

sorbé. D’après la loi de Beer-Lambert on obtient : exp [−µtot(ω)z/sinθi].

• L’absorption par l’atome absorbeur dans une couche infinitésimale : µabs(ω)dz
sinθi

.

• L’émission d’un photon de fluorescence. On introduit εfluo, le rendement

d’émission quantique.

• Une perte d’intensité du faisceau de fluorescence en quittant l’échantillon :

exp
[
−µtot(ωfluo)z

sinθ f

]
.

Ici nous avons introduit ω qui correspond à la pulsation du photon X incident

et ωfluo à celle du photon de fluorescence émis. Nous avons nommé µtot le coefficient

d’absorption linéique total de l’échantillon (à une énergie donnée), qui s’exprime en

cm−1, tel que

µtot = µabs + µbg (B.1)

où µabs est le coefficient d’absorption linéique de l’élément absorbeur uniquement, et

µbg, le coefficient d’absorption du background, c’est-à-dire tous les éléments présents

dans l’échantillon excepté l’absorbeur.

B.2 Formules de correction

L’équation fondamentale utilisée pour la correction de la fluorescence [272], te-

nant compte des quatre étapes énumérées précédemment, est la suivante,

Ifluo(ω)

I0(ω)
= εfluo

Ω

4π


 µabs(ω)

µtot(ω)+ µtot(ωfluo) sinθi
sinθ f


 , (B.2)

où Ifluo(ω) est l’intensité du faisceau de fluorescence émis.

Définissons le spectre normalisé, N (sans unité), tel que

N (ω) =
Ifluo(ω)/I0(ω)

Ifluo(ω0)/I0(ω0)
, (B.3)

où h̄ω0 est une énergie au-delà du seuil d’absorption mais dans la région XANES

(jusqu’à environ 50 eV après le seuil). Afin de déterminer σ(ω), le spectre corrigé
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(sans unité), nous utiliserons l’équation suivante,

σ(ω) =
µabs(ω)

µabs(ω0)
=

N (ω)
(

β
sinθi
sinθ f

+ γ

)

(
β

sinθi
sinθ f

+ γ + 1
)
−N (ω)

(B.4)

où

β =
µtot(ωfluo)

µabs(ω0)
, (B.5)

γ =
µbg(ω0)

µabs(ω0)
. (B.6)

Je précise à nouveau que ωfluo correspond à l’énergie de fluorescence de l’atome

absorbeur et non pas à l’énergie du seuil. L’Éq. (B.4) est programmée, pour le

système de détection par fluorescence à quatre diodes SDD de la ligne de lumière

LUCIA au synchrotron SOLEIL, dans le code Fortran appelé fluo2xas.

B.2.1 Mise en œuvre

Pour un fichier de données acquises sur la ligne de lumière LUCIA au synchrotron

SOLEIL, la procédure de correction suivie par le code (fluo2xas) est en trois

étapes :

• normalisation des spectres expérimentaux à partir d’une énergie ω0 choi-

sie après le seuil d’absorption. Pour cela, le programme calcule pour chaque

spectre la valeur moyenne de Ifluo(ω)
I0(ω) pour ω0 ≤ ω ≤ ωmax, puis divise Ifluo(ω)

I0(ω)

par la valeur obtenue, qu’il utilise comme facteur de normalisation.

• correction de la fluorescence en utilisant la formule de correction, Éq. (B.4).

La correction est effectuée sur les spectres normalisés individuels pour prendre

en compte le fait que les 4 diodes du détecteur ne collectent pas les photons

sous le même θ f .

• moyennage des spectres normalisés et corrigés sur les quatre diodes du détec-

teur.

Outre, le fichier de données à corriger, le code nécessite en input :

• les angles θi et θ f , en degrés,

• les paramètres β et γ ,

• l’énergie, h̄ω0, à partir de laquelle les spectres seront normalisés,

• la distance échantillon-détecteur, telle qu’affichée sur les écrans de contrôle

de la ligne LUCIA, en cm.
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B.3 Influence des paramètres sur la correction

On illustre ici l’influence des valeurs du couple {β ,γ} et du rapport sinθi/sinθ f

sur les corrections de fluorescence, telle qu’appliquée par l’Éq. (B.4).

B.3.1 Calcul du couple {β ,γ} et choix de ω0

Pour calculer les paramètres de correction β et γ , on se réfère aux tables des

coefficients d’absorption atomique, µ , rendues disponibles par le NIST 1, lesquelles

sont exprimées, soit en barn/atome, soit en cm2/g. Puisque dans tout le texte le

coefficient d’absorption, µ , est en cm−1, il faut absolument les convertir.

Pour cela,

µ[cm−1] = µ[barn] 10−24NA[mol−1]ρ[g.cm−3] M−1[mol.g−1], (B.7)

ou bien,

µ[cm−1] = µ[cm2/g] ρ[g.cm−3], (B.8)

où ρ est la densité du matériau, qu’il n’est pas nécessaire de calculer explicitement.

En effet, dans la mesure où nous corrigeons des spectres normalisés, la densité de

l’échantillon n’intervient pas. De ce fait, seule la stœchiométrie du composé étudié

est nécessaire. Ainsi, au seuil K de Si dans SiO2, on aura,

• µabs = µSi,

• µbg = 2×µO,

• µtot = µSi + 2×µO.

On remarquera que pour les polymorphes de SiO2 (quartz, stishovite, etc.), à ω0

donné, les divers coefficients d’absorption, et donc β et γ , sont exactement les mêmes.

Les paramètres β et γ sont à calculer à partir des relations suivantes,

β =
∑

tot
at µbarn

at (ωfluo)Nat

µbarn
abs (ω0)Nabs

, (B.9)

γ =
∑

bg
at µbarn

at (ω0)Nat

µbarn
abs (ω0)Nabs

, (B.10)

avec Nat , le nombre d’atomes de l’espèce chimique considérée et Nabs le nombre

d’atomes absorbeurs.

1. http://physics.nist.gov/PhysRefData/Xcom/html/xcom1.html

http://physics.nist.gov/PhysRefData/Xcom/html/xcom1.html
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Table B.1 – Exemples de valeurs obtenues pour β et γ dans des cas expérimentaux concrets.
Le béryl a pour formule chimique Be3Al2Si6O18. Les énergies h̄ωfluo et h̄ω0 sont exprimées en
eV.

MatériauAtome θi θ f Nabs h̄ωfluo h̄ω0 β γ

MgO Mg 75◦ 15◦ 1 1253.60 1340 0.420 0.269
Al2O3 Al 75◦ 15◦ 2 1486.70 1600 0.523 0.302
béryl Al 75◦ 15◦ 2 1486.70 1600 2.85 2.24
SiO2 Si 75◦ 15◦ 1 1739.98 1881 0.496 0.305

Au seuil K de cations légers dans des oxydes de référence, dans les conditions

expérimentales décrites par θi et θ f , avec des échantillons massifs (monocristallins

ou poudres non diluées), on obtient les valeurs présentées dans tableau B.1 pour β

et γ . On remarque que pour des composés tels que MgO, Al2O3, SiO2, etc. les {β ,γ}
sont beaucoup plus faibles que pour le béryl (Be3Al2Si6O18) où l’absorbeur est plus

dilué. Dans ce dernier cas, l’influence du background est importante.

La Fig. B.2, représentant les valeurs de σ en fonction de valeurs de N pour

différents composés, tableau B.1, et différents choix de ω0, confirme l’influence du

background car la correction appliquée au béryl est quasiment négligeable. Elle sou-

ligne également la faible influence du choix de ω0. Dans le cas de SiO2, on constate

qu’un pic d’intensité 1.6 du spectre normalisé aura une intensité de 2.24 après cor-
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Figure B.2 – Signal corrigé, à l’aide de l’Éq. (B.4), en fonction du signal normalisé, pour dif-
férents couples {β ,γ} correspondant aux conditions expérimentales listées dans le tableauB.1.
En trait plein, les courbes pour ω0 à ≈ 40 eV du seuil, en pointillés, ω0 à ≈ 100 eV du seuil.
On remarque la faible influence du choix de l’énergie après seuil sur la correction. Le cas du
béryl illustre le fait que lorsque l’élément absorbeur est dilué la correction est plus faible, voire
négligeable. Sont mises en valeurs les données pertinentes.



Correction de l’auto-absorption des spectres XANES 131

rection, si ω0 a été choisi à 1881 eV. En revanche, pour ω0 = 1950 eV ce même pic

d’intensité 1.6 sera à 2.17 après correction. Il n’y a pas de règle établie quant au

choix de ω0, mais pour respecter les approximations menant à Éq. (B.4), il doit être

choisi après le seuil et dans la zone XANES.

B.3.2 Impact du rapport sinθi/ sinθ f

Il est nécessaire d’avoir une évaluation précise du rapport sinθi/ sinθ f car, comme

le montre la Fig. B.3, une variation de 5◦ des angles peut énormément modifier

l’allure du spectre corrigé. Ainsi, un pic d’intensité 1.6 du spectre normalisé aura

une intensité pouvant varier de 1.98 pour {θi,θ f } = {80◦, 10◦} à 2.50 pour {θi,θ f } =

{70◦, 20◦}. Ce n’est pas négligeable et une erreur d’évaluation des angles fausserait

la correction. Ceci est également illustré sur la Fig. B.4 qui représente le spectre

XANES mesuré au seuil K de Si dans la stishovite (SiO2) normalisé et les spectres

corrigés pour différents angles, à β = 0.496 et γ = 0.305. On remarque que le choix

des angles affecte beaucoup la correction de l’auto-absorption.
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Figure B.3 – Signal corrigé au seuil K de SiO2, à l’aide de l’Éq. (B.4), en fonction du signal
normalisé, pour différents rapports sinθi/sinθ f . Ici, β = 0.496 et γ = 0.305. Les valeurs perti-
nentes sont mises en valeur. On remarque que la variation des angles a un impact important.
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Figure B.4 – Spectre XANES mesuré à température ambiante au seuil K de Si dans SiO2
(stishovite). Spectres normalisé et corrigés pour différents angles.

B.3.3 Cas particuliers

Dans le cas particulier où N (ω) = 1, c’est-à-dire quand le spectre normalisé

vaut 1, l’Éq. (B.4) devient

σ(ω) =
β

sinθi
sinθ f

+ γ
(

β
sinθi
sinθ f

+ γ + 1
)
−1

= 1 (B.11)

et il n’y a pas de correction du spectre expérimental normalisé, comme cela est illus-

tré sur les Figs. B.2 et B.3.

Il faut aussi remarquer que dans le cas où θi = 90◦ et θ f = 0◦ (incidence normale

et detection à 90◦), on a sinθi/sinθ f qui tend vers l’infini, donc

σ(ω) ≈ N (ω). (B.12)

Il n’est donc pas nécessaire de corriger dans ces conditions expérimentales

B.4 Conclusion

L’auto-absorption peut être corrigée simplement en suivant la procédure décrite

dans ces notes. Il faut connâıtre les angles, θi et θ f , la stœchiométrie de l’échantillon

sondé pour pouvoir corriger les spectres. Toutefois, il faut être prudent et ne pas
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oublier de convertir les données des coefficients d’absorption atomiques provenant

des tables en cm−1. Pendant la mesure, il faut en outre porter un soin particulier à

la mesure des angles. Il est souvent bon de pouvoir se référer à des données XANES

obtenues en transmission, ou en détection d’électron totale, afin de vérifier la cor-

rection effectuée. Les illustrations des Figs. B.2–B.4 concernent le cas de mesures

sur des échantillons massifs (cristaux, minéraux naturels, etc.). Dans le cas d’échan-

tillons en poudre, il est toujours possible de les diluer dans une matrice (carbone,

cellulose, etc.) afin de minimiser le phénomène d’auto-absorption.
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I. INTRODUCTION

X-ray absorption near-edge structure (XANES) [1] and
solid-state nuclear magnetic resonance (NMR) [2] spectro-
scopies are powerful probes of the electronic and local
structure of inorganic materials. The combination of these two
techniques provides a deep understanding of the electronic and
structural properties of materials. For instance, a recent study
coupling x-ray absorption spectroscopy and NMR successfully
resolved the local structure of Al sites in zeolites [3]. The
noticeable improvements in methodology and instrumentation
resulted in a spectacular enhancement of the quality and
resolution of spectra for both techniques [4–7]. Nonetheless,
the huge amount of information contained in experimental
spectra makes their accurate assignment difficult. To address
this difficulty, theoretical tools are used beforehand or in
conjunction with experimental data [8–10].

Most first-principles calculations in the solid-state consider
the nuclei fixed at their equilibrium positions, as obtained by
x-ray or neutron diffraction. However, atoms are subjected to
quantum thermal fluctuations, which reduce to the zero-point
motion at the absolute zero (0 K). Temperature-dependent ex-
periments exhibit significant variations of spectroscopic prop-
erties, such as chemical shifts [11,12], relaxation times [13],
and electric field gradient values [14–17] (EFG) measured by

*ruidy.nemausat@impmc.upmc.fr

NMR or the pre-edge structures observed in XANES spectra
of oxide materials [18–20]. In the case of NMR, it has been
observed that the chemical shifts vary of several ppm when
temperature increases over thousands of degrees [11,12]. The
EFG tensor is also very sensitive to temperature, and nuclear
quadrupole resonance experiments have shown a variation of
the resonances frequencies ν±,0 up to −0.2 kHz K−1 [14,15].
In the case of XANES spectroscopy, it has been recently shown
that the intensity and position of the pre-edge peak highly de-
pend on temperature [18–20]. It has been demonstrated that the
pre-edge structure is due to a violation of symmetry induced
by the quantum thermal fluctuations. For instance, at the Al
K edge of various oxides, the nuclear motion is responsible
for the appearance of a pre-edge peak corresponding to the
1s → 3s forbidden electronic transitions [20–22].

Multiple attempts to theoretically reproduce the lattice
dynamical effects in solid-state spectroscopies have emerged
in the literature. Pioneering approaches based on averaging
the chemical shielding tensors over different orientations of
mobile species were proposed to include nuclear motion in
NMR calculations [23,24]. In parallel, it was shown that
small displacements of either the absorbing atom [20,21,25]
or the 1s initial wave function in the crude Born-Oppenheimer
approximation [22] could reveal forbidden transitions in
K-edge XANES spectra. Although quite promising, these
methods do not account for the collective lattice dynamics.
A substantial theoretical work proved that vibrations could be
represented as the convolution of the x-ray absorption cross
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section, calculated for the equilibrium configuration, with the
phonon spectral function [26,27]. This theory has been applied
to reproduce room-temperature experimental XANES spectra
in Ref. [20]. In the case of nonquantum nuclear motion, the
method of choice would be molecular dynamics (MD) at finite
temperature, either classical or ab initio. In NMR, ab initio MD
was used to study the dependence on temperature of the chem-
ical shift [12,28–31] and quadrupolar relaxation rates [13,32],
but mostly in organic compounds. MD calculations were also
used in XANES to calculate Li and S K-edges XANES spectra
of Li-ion batteries at room temperature [33,34] or the Al
and Fe K edges in warm dense plasmas [35–37]. However,
MD considers the vibrations as a classical phenomenon and
is therefore appropriate only if kBT > ��vib, with �vib the
vibration frequency [38]. To account for the quantum behavior
of vibrations, path-integral molecular dynamics (PIMD) was
used to simulate NMR [39] and C K-edge near-edge x-ray
absorption fine-structure (NEXAFS) [40] spectra in organic
compounds. In both spectroscopies, the results were improved
using PIMD, but at the cost of a larger statistical error.
Seeking for computationally less expensive methods, Monte
Carlo sampling has been used to account for the vibrational
effects on the chemical shifts in MgO [41], and recently a
more computationally efficient method arose by assuming
a quadratic coupling between vibrations and the shielding
tensor [42]. The Monte Carlo sampling method was also used
to simulate XANES spectra of molecules in solutions [43], but,
to our knowledge, it has not been applied to inorganic solids
yet.

The purpose of this work is to describe quantum thermal
fluctuations, using methods based on density-functional theory
(DFT) [44]. In the Born-Oppenheimer (BO) [45] and quasihar-
monic approximation (QHA) [46,47], the thermal effects are
modeled by generating atomic position configurations obeying
quantum statistics at finite temperatures. The theoretical
work is confronted to NMR and recently acquired XANES
temperature-dependent experiments for MgO. This ionic oxide
has been chosen for three main reasons: (i) its rock-salt struc-
ture is ideal to observe thermal effects as its lattice constant
is the only free parameter, (ii) it shows no phase transition up
to its melting point around 3250 K [48], allowing a wide tem-
perature range for experimental measurements, (iii) multiple
theoretical studies demonstrated that the harmonic behavior
of MgO remains at temperature as high as 1500 K and its
Debye temperature has been found, theoretically, to be about
941 K [49–51].

The paper is structured as follows. In Sec. II, the formalism
upon which our theoretical model is based is detailed. In
Sec. III, experimental and computational details are given.
In Sec. IV, experimental and theoretical results obtained on
MgO are presented and discussed. Finally, the conclusions of
this work are drawn in Sec. V.

II. FORMALISM

A. Quasiharmonic vibrations

A crystal can be seen as a system of N nuclei and Ne

electrons with respective position vectors (R1, . . . ,RN ) and
(r1, . . . ,rNe

). The collective coordinates R = (R1, . . . ,RN )

and r = (r1, . . . ,rNe
) are used thereafter. The stationary states

of the system are described by the wave-function �(r,R)
solution of the following general Schrödinger equation:

(TN + Te + Ve + Ve−N + VN )�(r,R) = E�(r,R), (1)

with TN the kinetic nuclear operator, Te the kinetic electronic
operator, Ve the Coulomb potential between electrons, Ve−N

the Coulomb potential between nuclei and electrons, and VN

the Coulomb potential between nuclei. The total energy of the
crystal is denoted by E.

In the BO approximation, which assumes that the electronic
cloud reacts instantaneously to the nuclear motion, the wave-
function solution of Eq. (1) can be approximated as the product

�j
n (r,R) = χj

n (R)ψn(r; R) (2)

of an electronic part ψn(r; R), in which R is a parameter, and
a nuclear part χ

j
n (R). The electron orbital index is n, and j

indexes vibrational states.
The Hamiltonian acting onto the electronic variables is

labeled HBO = Te + Ve + Ve−N + VN, where VN is then a
constant energy term determined for a given nuclei configura-
tion R. Thus, HBO is parametrized by R. The electronic wave
function ψn(r; R) is solution of the Schrödinger equation

HBOψn(r; R) = εn(R)ψn(r; R), (3)

which introduces the energy surface εn(R). In the BO approx-
imation, the lattice dynamics is described by

[TN + εn(R)]χj
n (R) = Ej

nχj
n (R), (4)

where the vibrational wave functions χ
j
n (R) are the or-

thonormal solutions and E
j
n is the total energy of the whole

crystal. Equations (3) and (4) imply that {ψn} and {χn}
are complete basis sets of eigenvectors of HBO and of the
nuclear Hamiltonian [TN + εn(R)], respectively, leading to the
completeness relations∑

n

ψ∗
n (r,R)ψn(r′,R) = δ(r − r′) ∀ R, (5)

∑
j

χj
n (R)χj

n (R
′
) = δ(R − R

′
) ∀ n. (6)

The phonon-induced displacement of nucleus I in the
Cartesian direction α,

uα
I = Rα

I − Rα
I,(eq), (7)

is small compared to the atomic bond length. Thus, a Taylor
expansion of the BO energy surface as a function of the nuclear
displacements can be carried out and is truncated at the second
order in the harmonic approximation. The energy scale is
shifted such as the zero-order term is null and the first-order
term vanishes because forces acting on individual nuclei
are zero at equilibrium. In this approximation, [TN + εn(R)]
becomes the nuclear harmonic Hamiltonian as

H =
N∑

I=1

3∑
α=1

(
P α

I

)2

2MI

+ 1

2

N∑
I,J

3∑
α,α′

uα
I CIJ

αα′u
α′
J , (8)

where TN is explicitly written in terms of PI , the momentum
operator of the I th nucleus. In Eq. (8), we have introduced the
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interatomic force constant matrix C whose elements are

CIJ
αα′ = ∂2εn(R)

∂uα
I ∂uα′

J

∣∣∣∣∣
(eq)

. (9)

Rescaling C by the nuclei masses defines the dynamical matrix,
whose diagonalization as

N∑
J=1

3∑
α′=1

CIJ
αα′√

MIMJ

εα′
Jμ = � 2

μεα
Iμ (10)

provides phonon polarization vectors εα
Iμ and phonon frequen-

cies �μ, where μ indexes phonon modes. Using in Eq. (8)

uα
I =

3N∑
μ=1

1√
MI

εα
Iμqμ, (11)

P α
I =

3N∑
μ=1

√
MIε

α
Iμpμ, (12)

which introduce the normal coordinates qμ and pμ = q̇μ,
H can be written as a sum of 3N -independent Hamiltonian
operators of harmonic oscillators

H =
3N∑
μ=1

(
p2

μ + � 2
μq2

μ

)
/2. (13)

Nevertheless, a harmonic model considers the phonon nor-
mal modes as independent quasiparticles and does not account
for any anharmonic phenomenon, such as thermal expansion.
In this work, QHA is used to include thermal expansion
effects. The model is no longer purely harmonic but does
not describe phonon-phonon interaction, as the phonon normal
modes are still independent. Within QHA, the probability P(q)
of finding the system in any set of normal coordinates q is
expressed as a product of Gaussian functions corresponding to
a normal distribution whose widths depend on temperature and
phonon frequency [52]. The Gaussian functions are centered
on qμ = 0, i.e., at the equilibrium position when uI = 0
[Eq. (11)]. The P(R) probability distribution is written as

P(R) = A exp

⎛
⎝−

∑
IJαα′μ

√
MIMJ

2a2
μ

εα
Iμεα′

Jμuα
I uα′

J

⎞
⎠ (14)

with A a normalization constant. The aμ normal length of
the μ vibration mode is the standard deviation of collective
normal coordinates q and depends explicitly on temperature
T and phonon frequencies �μ:

aμ =
√

�
2�μ

coth

(
β��μ

2

)
, (15)

with β = 1/kBT . Equation (15) describes how the phonon
normal modes are thermally populated. The statistical average
of any observable O is then

〈O〉 =
∫

dR O(R) P(R). (16)

For a given crystal, after calculating and diagonalizing the
dynamical matrix [Eq. (10)] to obtain the phonon frequencies

�μ and polarization vectors εμ, a set of Nc nuclear config-
urations obeying the P(R) quantum statistical distribution is
generated. For each μ mode, a set {xi

μ}i=1...Nc
of Nc random

Gaussian numbers is created. Then, each xμ is multiplied by the
corresponding normal length aμ, as defined in Eq. (15). The set
of so-generated normal coordinates {qi

μ = xi
μaμ}i=1...Nc

obeys
the probability distribution [Eq. (14)]. The nuclear position

collective vectors {R
i}i=1...Nc

are obtained using Eqs. (7)
and (11) such as

R
α,i
I = R

α,i
I,(eq) +

3N∑
μ=1

1√
MI

εα
Iμaμxi

μ. (17)

According to the importance sampling technique, Eq. (16) is
equivalent to

〈O〉 	 1

Nc

Nc∑
i=1

O(R
i
). (18)

In this work, O(R
i
) is either the nuclear magnetic shielding

tensor, the EFG tensor, or the XANES cross section for the ith
configuration.

B. Nuclear magnetic resonance spectroscopy

To compare with NMR experiments, for each nucleus,
the isotropic value of the magnetic shielding tensor σ is
evaluated as σiso = tr(σ )/3. More precisely, the isotropic
chemical shift δiso 	 −(σiso − σref) is considered, where σref

is the isotropic shielding of the standard reference. Unlike the
Larmor frequency, δiso contains the response of the electronic
system to the magnetic perturbation and is therefore an explicit
function of the electronic environment around the probed
nucleus. Thus, δiso = δiso(R) and 〈δiso(R)〉 is obtained as in
Eq. (18).

C. XANES spectroscopy

In a single-electron approach, at the K edge, the XANES
cross section, in the electric dipole approximation is usually
given by [53]

σ (�ω) = 4π2α0�ω
∑

n

|〈ψn|ê · r|ψ1s〉|2δ(εn − ε1s − �ω),

(19)

where �ω and ê are the energy and polarization vector of the
incident x-ray photon, respectively, and α0 the fine-structure
constant. The final |ψn〉 and initial |ψ1s〉 electronic states of
energy εn and ε1s , respectively, are solution of Eq. (3).

Equation (19) rests upon the assumption that the nuclei are
fixed in a generic configuration, hence, σ is parametrized by
R, i.e., σ (�ω) = σ (�ω; R). A more rigorous expression of the
cross section accounting for the total system of nuclei and
electrons is

σtot(�ω) = 4π2α0�ω
∑
n,j

∣∣〈�j
n

∣∣ê · r
∣∣�0

1s

〉∣∣2
δ
(
Ej

n − E0
1s − �ω

)
,

(20)
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where the �0
1s initial state and �

j
n final states are defined

as in Eq. (2). In Appendix, it is demonstrated that σtot can
be expressed, using the first order of the expansion given in
Eq. (A3), by

σtot(�ω) =
∫

dR P(R) σ (�ω; R), (21)

with P(R) the quasiharmonic weighting displacement dis-
tribution. The next orders of the expansion in Eq. (A3) are
not considered in this work. In Eq. (21), σtot is the average
of individual configuration cross sections σ (�ω; R) using a
probability distribution that takes into account the temperature
and vibrations frequencies in a form consistent with Eq. (18).

III. EXPERIMENTAL AND CALCULATION DETAILS

A. Experimental setup

Mg K-edge x-ray absorption experiments were performed
at the LUCIA beam line (SOLEIL Saint-Aubin, France) [54].
The incident energy range (1280–1400 eV) was selected to
include the Mg K edge using a double Beryl monochromator.
The pressure in the experimental chamber was 10−7 mbar.
The incident x-ray beam was set to a spot size of 1 × 2 mm2.
Temperature-dependent measurement were conducted at 300,
573, 773, 873, and 1273 K using a boron-nitride furnace. Only
the spectra recorded at 300, 573, and 873 K are shown. The
4-cm2 MgO single crystal was held using a perforated lamella
of molybdenum. The temperature of the sample was measured
using a chromel-alumel thermocouple. The spectra were
recorded in fluorescence mode with a four-element silicon drift
diode detector, protected from infrared and visible radiations
by a thin beryllium window. To maximize the signal/noise
ratio, each point was obtained after a 5-s acquisition time and
five spectra were measured for each temperature. The self-
absorption correction and spectra normalization were applied
as in Ref. [20].

The temperature-dependent measurements of 25Mg and
17O static isotropic chemical shifts in MgO are taken from
Ref. [11]. The NMR active isotopes 25Mg and 17O have
weak natural abundances and gyromagnetic ratios, thus exper-
iments required isotopically enriched samples. Both nuclei are
quadrupolar (Ispin = 5

2 ) but, as any atomic site in MgO presents
Oh symmetry, the experimental EFG vanishes. Therefore,
NMR peaks do not suffer from quadrupolar broadening and
shifting.

B. Calculation details

All the calculations were performed using the pseudopo-
tential, plane-wave QUANTUM ESPRESSO suite of codes [55],
within the DFT-PBE generalized gradient approximation
(GGA) [56]. The details of the pseudopotential used herein
are given in Table I. Most of the calculations were done
using ultrasoft [57] gauge-including projector augmented
wave (GIPAW) [58] pseudopotentials except for the NMR
calculations for which norm-conserving Troullier-Martin [59]
GIPAW pseudopotentials were preferred.

The method detailed in Sec. II has been carried out
creating the configurations at the quasiharmonic level with
the stochastic self-consistent harmonic approximation (SSCHA)

TABLE I. Parameters of generation for Troullier-Martin ultrasoft
(US) and norm-conserving (NC) pseudopotentials. Bessel functions
are used to pseudize the augmentation charges. The radii are in bohr
units.

Atom Valence states (radius) Local part

Mg (NC) 3s1(2.00) 3p0(2.00) 3d0(2.00) d

O (NC) 2s2(1.45) 2p3(1.45) p

Mga (US) 3s2(2.50) 3p0(2.60) 3d0(2.30) d

O (US) 2s2(1.35) 2p4(1.35) p

aThe pseudopotential of the absorbing Mg atom was generated using
the same parameters but with only one 1s core electron and used in
the XANES calculation.

code [60,61] starting from the QHA dynamical matrices
of MgO, which crystallizes in space group Fm3m with a
room-temperature lattice parameter a = 4.21 Å. The NMR
and XANES calculations were performed for temperatures
ranging from 0 to 1273 K with the experimental lattice
parameters [62], so that the configurations and spectroscopic
results account for the thermal-expansion anharmonic effect.
The 0-K calculations were performed using the 12-K lattice
parameter [63].

Self-consistent electronic densities were calculated in the
unit cell at the volume of each corresponding temperature. A
4 × 4 × 4 k-point grid sampled the Brillouin zone [64] and
a plane-wave energy cutoff (density) for the wave functions
of 45 (540) Ry was chosen. Then, the dynamical matrices
were calculated using density-functional perturbation the-
ory [65,66] on a q-point grid commensurable with the supercell
size needed for NMR and XANES calculations thereafter.
Long-range electrostatic interactions were taken into account
by calculating Born effective charges and electronic dielectric
tensor [67].

NMR calculations were performed using the GIPAW pack-
age [58,68]. For each temperature, the calculations were
conducted for 2 × 2 × 2 supercell configurations containing
64 atoms. Each calculation was done on a 2 × 2 × 2 k-point
grid, with a plane-wave energy cutoff for the wave functions
(resp. density) of 90 (resp. 360) Ry. The convergence was
reached for 10 configurations at each temperature. For a given
temperature, 640 isotropic shielding tensors were calculated
and averaged for each nucleus. In this work, σref is chosen
so that experimental and calculated values match at room
temperature. The principal components Vxx , Vyy , and Vzz of the
EFG tensor defined with |Vzz| > |Vxx | > |Vyy | are obtained
by diagonalization of the tensor. The quadrupolar coupling
constants CQ defined as CQ = eQVzz/h were estimated with
Q values from Ref. [69] and were found negligible at each
temperature. This behavior is consistent with the crystal
symmetry and experimental results. Indeed, in a perfect cubic
environment we expect the first-order EFG tensor quantities
to vanish.

For each temperature, the XANES spectra were calculated
using the XSPECTRA package [70,71] in 3 × 3 × 3 supercell
configurations containing 216 atoms, each including one 1s

full core hole in a random Mg site. The self-consistent elec-
tronic density was obtained at the � point of the Brillouin zone
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with a plane-wave energy (resp. density) cutoff of 45 (resp.
540) Ry. The XANES theoretical spectra were performed on a
4 × 4 × 4 k-point grid with a constant broadening parameter
of 0.5 eV. For a given configuration, three polarized XANES
spectra were calculated for the x-ray polarization vector ê
parallel to each of the Cartesian axes and the average gave an
isotropic XANES spectrum. As a convergence criterion, it has
been verified that the averaged polarized spectra along each
Cartesian direction matched, as expected in a cubic crystal. The
convergence was reached for a number of 30 configurations at
each temperature. In the pseudopotential approximation, only
valence electrons are considered, hence, the energy scale has
no physical meaning and a core-level shift has to be applied
before comparing and averaging theoretical spectra [Eq. (18)].
Similarly to previous works [72–74], the core-level shift in the
ith configuration is taken into account as follows:

E → E − εi
LUB + (

Ei
XCH − Ei

GS

)
. (22)

In this rescaling, the energy of the lowest unoccupied elec-
tronic band εi

LUB was subtracted and the energy difference
between the system with one 1s core hole and one electron in
the first available electronic state (Ei

XCH) and that of the ground
state (Ei

GS) was added. Finally, all the spectra were shifted by
1303.8 eV to match the experimental main edge peak energy
position at room temperature. To interpret XANES spectra,
local and partial density of states (DOS) were calculated in the
3 × 3 × 3 supercell configurations using Löwdin projections
on a 4 × 4 × 4 k-point grid with a Gaussian broadening
parameter of 0.3 eV.

IV. RESULTS AND DISCUSSION

A. Solid-state NMR spectroscopy

Figure 1 compares the temperature dependence of the
experimental NMR measurements from Ref. [11] with the
calculated isotropic chemical shifts δiso of 25Mg and 17O in
MgO up to 1273 K. For both nuclei, the calculated values
closely reproduce the experimental trend: the chemical shift

TABLE II. Slopes of the temperature-dependent chemical shifts
δiso for temperatures ranging from 300 to 1300 K, in ppm K−1. The
given values are the best-fit lines in the room- to high-temperature
region. The experimental results are reported and compared to
calculated values from this work and previous studies.

Nucleus Expt.a This work Calc.b Calc.c

25Mg 0.002 0.003 0.004 0.005
17O 0.008 0.010 0.011 0.005

aReference [11].
bReference [41].
cReference [42].

increases with temperature. In addition, the contribution of
the thermal expansion is displayed. The incorporation of the
quantum motion of nuclei is mandatory since it improves
the agreement with experiment, especially for 25Mg. Without
the quantum motion, considering only the thermal expansion
leads to a downward trend in 25Mg and an upward one in 17O.
These opposite trends come from the fact that unlike 25Mg, the
chemical shift of 17O is not a function of the Mg-O bond length.
Indeed, the chemical shift of 17O depends on the interaction
between the empty d states of 25Mg and the 2p states of 17O,
which results in a deshielding of 17O [75].

The linear trend behavior of the chemical shift observed
from 300 to 1273 K is consistent with experiments and
previous theoretical studies [41,42]. Our results show a better
agreement with experiments than other theoretical studies;
the corresponding slopes obtained for each nucleus are
summarized in Table II. The method used in Ref. [41] is
similar to ours, but the remaining discrepancies may come
from a less accurate description of the phonons’ dispersion
and quasiharmonic vibrational wave functions. In Ref. [42],
the coupling between the phonons and the chemical shift
tensor was expanded in terms of vibrational-mode amplitudes
and was assumed to be quadratic. However, in this study, the
thermal expansion was neglected, thus, the results cannot be

FIG. 1. (Color online) Temperature-dependent isotropic chemical shift of 25Mg and 17O in MgO obtained experimentally [11] (diamonds),
calculated in the QHA (circles), and considering only the thermal expansion (triangles). The linear fits of each data set are displayed. For the
QHA calculation, two independent linear contributions are observed: from 0 to 100 K and from 300 to 1273 K. The experimental errors bars
are set to ±1 ppm as in the original paper, while the calculated error bars are the statistical uncertainties.
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compared to experiment and the same slope is reported for the
temperature dependence of both nuclei unlike experiments.

The linear behavior in the room- to high-temperature region
arises from a combination of both the thermal expansion and
dynamics of nuclei. These two effects are constant in the
low-temperature regime, from 0 to 100 K, where the vanishing
thermal expansion gives rise to a flat temperature dependence
and the dynamics of the nuclei reduces to a �δiso constant
term (Fig. 1). The zero-point renormalization of the chemical
shift is evaluated to �δiso(25Mg) = 0.69 ppm and �δiso(17O) =
0.60 ppm, respectively. Above 300 K, the amplitude of the
dynamical part outweighs the thermal expansion. Finally, in
the intermediate temperature region (typically between 100
and 300 K) there is a competition between the two components
of the temperature dependence that leads to the observed
curvature.

The origin of the remaining discrepancies between cal-
culated and experimental slopes has to be investigated. The
overestimation of the temperature dependence of both nuclei
chemical shifts could be related to a deficiency of GGA.
Indeed, it is well known that GGA overestimates slightly
the interatomic distances of solids and underrates phonon
frequencies [76]. Although experimental lattice parameters are
chosen to balance this effect, the use of more accurate GGA
functionals [77,78] might enhance the agreement. Further-
more, it has been noticed that, in ionic compounds containing
alkaline-earth cations, the calculation-experiment correlation
lines of NMR parameters, as calculated within GGA, deviate
from the ideal value 1 [79]. In the case of CaO, it has been
observed that the shortening of the bond length induces an
artificial hybridization between the 3d states of Ca and the 2p

of O [75]. This problem was addressed by the use of a corrected
Ca pseudopotential. To a lesser extent, this problem can occur
in MgO. Laskowski et al. [79] proposed to use GGA + U

instead of standard GGA to better describe the 3d states of the
cation. Finally, one may argue about a failure of QHA, but the
theory has revealed to accurately provide the lattice dynamical
properties in MgO up to 1100 K under ambient pressure
conditions [80]. To go beyond QHA, anharmonic effects in
periodic solids can be investigated in a numerically feasible
manner using the vibrational self-consistent field method [81]
or the SSCHA [61].

B. XANES spectroscopy

In Fig. 2(a), the experimental Mg K-edge XANES spectra
are reported. While temperature continuously smoothes the
XANES features, the P pre-edge peak increases and shifts
towards lower energy. To a lesser extent, this energy shift is also
visible for the A main edge peak and the following features.
These temperature effects have been also observed at the Al K

edge in corundum (α-Al2O3) and beryl (Be3Al2Si6O18) [20].
The corresponding calculated XANES spectra are plotted in
Fig. 2(b) along with the 0- and 1273-K spectra. Calculations
reproduce closely experiments over all the explored incident
x-ray photon energy range, as highlighted by the similarity of
the difference of each spectrum with the room-temperature
one. However, the intensity of the calculated pre-edge is
underestimated: the experimental and calculated P/A intensity
ratios are about 1

5 and 1
7 , respectively. This mismatch may
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FIG. 2. (Color online) Mg K-edge XANES experimental (a) and
QHA-calculated (b) spectra of MgO, for temperature up to 1273 K,
along with difference of each spectrum with respect to the room-
temperature one.

come from the first-order expansion of the x-ray absorption
cross section [Eq. (21)]. Going further than the first order is a
possible improvement of the method. In addition, as for NMR,
configurations obtained beyond QHA could lead to a better
agreement with experiment [60,81].

The temperature dependence of the P and A peaks energy
positions is shown in Fig. 3. For temperature ranging from 300
to 1273 K, the theory-experiment agreement is satisfactory:
the experimental and calculated P peak variation is 0.55 and
0.41 eV, respectively. For peak A, the experimental (resp.
calculated) variation is 0.17 eV (resp. 0.12 eV). The results are
comforted by the experimental observations at the Al K edge
in corundum where the pre-edge position decreased of about
0.4 eV from 300 to 930 K [20]. The origin of these shifts may
be related to the band-gap evolution in temperature. In ionic
compounds, the lattice expansion affects electronic bands. In
MgO, the band gap was shown to decrease by 0.91 eV, from
300 to 1273 K, using optical reflectivity measurements [82].
Moreover, the electron-phonon interaction contributes more

144310-6



PHONON EFFECTS ON X-RAY ABSORPTION AND . . . PHYSICAL REVIEW B 92, 144310 (2015)

-3.4

-3.2

-3

-2.8

-2.6

-2.4

P
re

-e
dg

e 
pe

ak
 p

os
iti

on
 (

eV
)

Expt.
Calc.

0 300 600 900 1200

Temperature (K)

-0.2

-0.1

0

0.1

E
dg

e 
pe

ak
 p

os
iti

on
 (

eV
)

A peak

P pre-edge peak

FIG. 3. (Color online) Experimental and calculated energy posi-
tions of P (upper panel) and A (lower panel) peaks as a function of
temperature. The energy positions are given with respect to the A
peak position at 300 K.

than the thermal expansion to the band-gap narrowing [83,84].
Over the same range of temperature, our calculations achieved
a similar band-gap decrease (0.78 eV), while the decrease only
due to thermal expansion is 0.3 eV.

The energy shift to lower energy does not exclusively con-
cern the P and A features since it is visible over all the spectral
energy range. For instance, peak D moves by about 0.1 eV to
lower energy as temperature increases. The decreasing shift
agrees with the empirical Natoli’s rule (Ed2 = cste) [85],
which states that the energy position decreases with increasing
interatomic distance. Therefore, this signature can be related
to the thermal expansion. Figure 4 displays the Mg K-edge
XANES spectra calculated in the equilibrium configuration at
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FIG. 4. (Color online) Calculated Mg K-edge XANES spectra in
MgO considering only the thermal expansion.
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FIG. 5. (Color online) Impact of the zero-point motion on the
theoretical Mg K-edge XANES spectrum of MgO. The dashed
spectrum is obtained with the atoms fixed at their equilibrium
positions in the 12-K experimental volume [63]. The solid spectrum
is the average of the 30 configuration spectra (in light blue).

the volumes corresponding to 300 and 1273 K. The 1273-K
spectrum is more contracted than the 300-K spectrum. The
C and D features move down toward lower energy with
increasing interatomic distance as observed experimentally.
On the contrary, in opposite trend with experiment, peak A
shifts toward higher energy. Therefore, thermal expansion
does not fully explain the shifting trends, especially at lower
energy, where vibrations are mandatory to reproduce the
correct spectral-feature positions.

Former studies already proposed that the P peak originates
from the vibration-induced violation of the dipole forbidden
1s → 3s transitions [20–22]. To further analyze the P peak
origin, Fig. 5 compares the theoretical XANES spectra
obtained at 0 K, by including or not the zero-point motion.
In addition, Fig. 5 displays all the core-level shifted individual
configuration spectra in the background. The phonon influence
on the XANES spectra is characterized by two main features.
First, similarly to a convolution and in agreement with the
theoretical framework of Fujikawa [26], the inclusion of the
0-K quantum fluctuations globally smoothes the XANES
spectrum. Second, the zero-point motion induces a pre-edge
peak that is totally absent in the equilibrium spectrum, i.e.,
when the atoms are fixed at their equilibrium positions. Hence,
Fig. 5 highlights the quantum origin of the pre-edge. Moreover,
the weak difference in the pre-edge intensities between 0
and 300 K calculations emphasizes the prominent role of
quantum effects up to room temperature [Fig. 2(b)]. A better
description of the P and A peaks intensities and variations
could be achieved by the phonon renormalization of the
electronic energies directly in the self-consistent calculation,
as performed in Refs. [86–89].

The 0-K individual configuration spectra present a strong
dispersion around the averaged spectrum (Fig. 5). This
dispersion increases with temperature. Some of the individual
configuration spectra exhibit a strong P peak while some others
do not, whatever the temperature. Two individual configuration
XANES spectra at T = 1273 K, one with a pre-edge and
one without, have been selected and analyzed using local and
partial DOS [Figs. 6(b) and 6(c)]. For comparison, Fig. 6(a)
displays the case of the standard calculation with atoms fixed
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FIG. 6. (Color online) Pre-edge peak analysis. Three configurations at 1273 K are considered: the equilibrium structure (a), an individual
configuration not leading to pre-edge peak (b), and an individual configuration that leads to pre-edge peak (c). Top panel: Mg K-edge theoretical
XANES spectra. Middle panel: local and partial electronic density of states (see text for details). Bottom panel: isosurfaces of sign(ψLUB)|ψLUB|2,
where ψLUB is the electronic wave function of the lowest unoccupied band, whose energy is indicated by the vertical dashed line in top and
middle panels (negative and positive signs are colored in green and blue, respectively). The Mg atoms are displayed in orange and O atoms in
red. The pictures are centered on the absorbing Mg atom. The isosurface level is set to 6 × 10−4 a−3

0 , with a0 the Bohr radius.

at their equilibrium positions at T = 1273 K. The partial and
local DOS plotted in Fig. 6 are the s and p empty DOS
projected on (i) the absorbing Mg, (ii) the first O neighbors,
(iii) the next Mg neighbors, and (iv) the next O neighbors.
Whatever the configuration, the core hole strongly modifies
the s and p empty states of Mg, leading to two rather localized
peaks, which coincide with P and A, respectively. P is only
visible if sp hybridization of the Mg absorbing states occurs
[Fig. 6(c)]. This sp mixing of the Mg absorbing states also
induces a stronger p DOS of oxygen. The sp hybridization due
to the dynamical distortion of the MgO6 octahedron does not
systematically occur [Fig. 6(b)]. The contribution of the lowest

unoccupied band to the electronic charge density (±|ψLUB|2)
gives a representation of the electronic state probed in the P
peak and enlightens the effect of the MgO6 octahedron distor-
tion. In the equilibrium configuration [Fig. 6(a)], the isosurface
shows a centrosymmetric cubic shape. The distortion of the
lattice strongly impacts ±|ψLUB|2 [Fig. 6(b)], however, it is not
sufficient to create a pre-edge peak. The P peak emerges if the
distortion of the MgO6 octahedron induces a p-like character
on the neighboring O atoms, as already observed in the DOS
[Fig. 6(c)]. To conclude, the breakdown of the symmetry is
mandatory to induce the sp hybridization and the forbidden
1s → 3s transition, but is not sufficient.
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V. CONCLUSION

A DFT-based approach enabling to successfully introduce
quasiharmonic quantum thermal fluctuations of nuclei in
NMR and XANES spectroscopies has been presented. This
method, avoiding the explicit calculation of the electron-
phonon coupling parameters, provides an efficient framework
to analyze phonon effects occurring in both spectroscopies.
The calculated spectral data obtained in MgO are in good
agreement with experimental data sets, which support the
reliability of our approach.

The combination of experiments and first-principles cal-
culations have enabled to investigate the influence of the
quantum vibrations in both spectroscopies. A similar behavior
is revealed: the zero-point phonon renormalization of NMR
and XANES spectra improves the experiment-calculation
agreement and therefore could be used on a regular basis to
reproduce experimental data even at low temperatures.

In NMR, the experiment-calculation agreement is improved
with respect to previous theoretical studies. The temperature
dependence of the chemical shifts results from both contribu-
tions of thermal expansion and nuclear dynamics, and reduces
to a constant renormalization term at low temperature.

In the case of XANES, the temperature dependence of
XANES features is reproduced over a large range of temper-
atures. The phonon-dependent x-ray absorption cross section
is derived at the first order of the electronic Green’s function
expansion. It appears that keeping only the first term in the
expansion of Eq. (A3) is a suitable approximation to calculate
XANES spectra at finite temperature. Nevertheless, the imple-
mentation of the higher-order correction terms could improve
the pre-edge intensity modeling. The presence of the pre-edge
feature is a relevant signature of phonon effects. A thorough
study of the mechanism from which the pre-edge emerges
is conducted. The breakdown of the coordination symmetry
is mandatory to induce the pre-edge and a p-like character
arises on the neighboring O atoms if the pre-edge feature
is discernible. The pre-edge energy variation in temperature
is related to the band-gap temperature dependence, whereas
the variation of the high-energy structures originates from the
thermal expansion.

The results obtained for MgO can be extrapolated to other
light-element oxides. Techniques closely related to XANES,
such as nonresonant inelastic x-ray scattering and core-loss
electron energy loss spectroscopy, may also be affected by
vibrations and could highly benefit from this theoretical
framework.

ACKNOWLEDGMENTS

This work was supported by French state funds managed
by the ANR within the Investissements d’Avenir programme
under Reference No. ANR-11-IDEX-0004-02, and more
specifically within the framework of the Cluster of Excellence
MATISSE led by Sorbonne Universités. Computer facilities
were provided by GENCI-IDRIS (Project No. 2015100172).
Experiments were performed on the LUCIA beam line at
SOLEIL Synchrotron (Proposal No. 20141057). The authors
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APPENDIX: PHONON-RENORMALIZED X-RAY
ABSORPTION CROSS SECTION

In this Appendix, we discuss two questions that are rarely
addressed in the literature. To describe the first question recall
that, in optical spectroscopy of molecules, the equilibrium
nuclear positions of the initial and final states of the absorption
process are different. This leads to vibronic effects that are
often calculated by using the Franck-Condon principle. In
x-ray absorption spectroscopy, the experimental spectrum is
well reproduced although the final states are calculated for the
same nuclear positions as the initial state. How can this be?

The second question has to do with the effect of temperature
on x-ray absorption spectra. This effect is often calculated by
averaging spectra calculated over a distribution of atomic po-
sitions corresponding to the temperature [33–36]. In principle,
this procedure is not correct although it gives reasonable results
in practice. How can this be?

In this Appendix, we answer these two questions by show-
ing that the usual calculation methods amount to neglecting
the nuclear kinetic energy in the absorption process and we
show how it is possible to go beyond this approximation.

To describe the effect of nuclear vibrations on XANES
spectra, we write the electric dipole absorption cross section in
terms of the wave functions |�j

n 〉 involving both the electronic
and the nuclear variables:

σtot(�ω) = 4π2α0�ω
∑
n,j

∣∣〈�j
n

∣∣T ∣∣�0
0

〉∣∣2
δ
(
Ej

n − E0
0 − �ω

)
= −4πα0�ω

〈
�0

0

∣∣T †ImG
(
E0

0 + �ω
)
T

∣∣�0
0

〉
, (A1)

where we used [90]∑
n

∣∣�j
n

〉
δ
(
Ej

n − E0
0 − �ω

)〈
�j

n

∣∣ = − 1

π
Im

[
G

(
E0

0 + �ω
)]

.

Equation (A1) is equivalent to Eq. (20) for the transition
operator T = ê · r = ∑Ne

i ê · ri . The Green function G of the
full electronic and nuclear Hamiltonian is the solution of the
following equation:

[z − HBO − TN ]G(z) = 1, (A2)

with the complex energy z = E + iγ , where γ is an
infinitesimal positive number or a finite number representing
the broadening due to core-hole lifetime and experimental
resolution. A straightforward expansion in Eq. (A2) gives

G(z) = G0(z) + G0(z)TNG(z), (A3)

where G0(z) = [z − HBO]−1 is the Green function in the Born-
Oppenheimer approximation. Equation (A3) can be expanded
into

G(z) = G0(z) + G0(z)TNG0(z) + . . . . (A4)

The resolution of x-ray absorption spectra is determined by
the lifetime of the core hole (0.36 eV for the K edge of
Mg [91]). It may be considered that the core-hole lifetime
will smooth out effects that involve a much smaller energy.
Since the nuclear kinetic energy, evaluated using the zero-point
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energy values [92], is 0.02 eV, it seems reasonable to neglect
the kinetic energy TN and to keep only the first term of the
expansion:

G(z) ≈ G0(z). (A5)

The second term is expected to play a role in the presence of
forbidden transitions, but this effect will not be considered in
this paper. We reach the approximate absorption cross section

σtot(�ω) = −4πα0�ω Im
〈
�0

0

∣∣T †G0T
∣∣�0

0

〉
. (A6)

In this approximation, the calculation of the phonon-
renormalized XANES cross section requires only the Born-
Oppenheimer Green function G0, for which we now give the
following convenient expression:

〈r′,R
′|G0|r,R〉 =

∑
n,j

〈
r′,R

′∣∣�j
n

〉 〈
�

j
n

∣∣r,R〉
z − εn(R)

. (A7)

The validity of this expression can be established by showing
that it solves the equation for G0:

[z − HBO] 〈r′,R
′| G0 |r,R〉 = δ(R

′ − R) δ(r′ − r). (A8)

Equation (A6) is now evaluated as follows:

σtot(�ω) = −4πα0�ω

∫
dr dr′dR dR′ Im

〈
�0

0

∣∣T †|r′,R
′〉

× 〈r′,R
′|G0|r,R〉〈r,R|T ∣∣�0

0

〉
. (A9)

This expression can be simplified by noticing that, in the Born-
Oppenheimer approximation, G0 is diagonal in the nuclear
variables. Indeed, by writing the initial and final states in the
Born-Oppenheimer approximation [Eq. (2)], we obtain

〈r′,R
′| G0 |r,R〉 =

∑
n

ψ∗
n (r′; R

′
)ψn(r; R)

z − εn(R)

×
∑

j

χj∗
n (R

′
)χj

n (R). (A10)

The completeness relation of Eq. (6) turns Eq. (A10) into

〈r′,R
′| g0 |r,R〉 = δ(R − R

′
)
∑

n

ψ∗
n (r′; R)ψn(r; R)

z − εn(R)

= δ(R − R
′
) 〈r′| g0(R) |r〉 , (A11)

where g0(R) is the electronic Green function for a system
where the nuclei are fixed at position R. In other words, g0(R)
is the solution of

(z − HBO) 〈r′| g0(R) |r〉 = δ(r′ − r), (A12)

where HBO is evaluated at the nuclear positions R. Introducing
Eq. (A11) in Eq. (A6) the absorption cross section at the first
order in G0 is obtained:

σtot(�ω) = −4πα0�ω

∫
dr dr′dR Im

〈
�0

0

∣∣T †|r′,R〉

× 〈r′| g0(R) |r〉 〈r,R| T ∣∣�0
0

〉
. (A13)

The result of Eq. (A13) implies that the XANES calculation
requires only the energy surface, nuclear configuration, of the

initial state. Hence, Eq. (A13) justifies the use of the ground-
state crystallographic structure in the initial (without core hole)
and final (with core hole) states when calculating the XANES
cross section. The total wave functions can be expressed in the
BO approximation [Eq. (2)]

σtot(�ω) = −4πα0�ω Im
∫

dR
∣∣χ0

0 (R)
∣∣2

×
∫

dr dr′ψ0(r′,R) ê∗ · r′ g0(R) ê · r ψ0(r,R).

(A14)

Equation (A14) proves that the effect of thermal vibrations
on XANES spectra can be obtained by averaging individual
XANES spectra for nuclear positions R weighted by the

distribution function |χ0
0 (R)|2 computed from the ground

vibrational mode in the ground state.
However, Eq. (A14) is expressed in a many-body frame-

work, whereas K-edge XANES spectra are usually calculated
in a single-electron framework. Since this reduction is a
classical problem, we just give a sketch of the derivation.
If we rewrite Eq. (A14) in terms of wave functions, we have
to deal with matrix elements such as 〈ψn| ê · r |ψ0〉, where
|ψ0〉 and |ψn〉 are Ne-body wave functions. If we assume
that these wave functions can be expressed as Slater deter-
minants, the fact that ê · r is a single-body transition operator
implies [93]

〈ψn| ê · r |ψ0〉 =
∫

dr φ∗
β ′ (r) ê · r φβ(r), (A15)

where (φβ,φβ ′ ) is the only pair of one-electron orbitals that are
different in |ψ0〉 and |ψn〉, where φβ is occupied in |ψ0〉 and
φβ ′ in |ψn〉. For a K edge, the resulting expression is

σtot(�ω) = −4πα0�ω Im
∫

dR
∣∣χ0

0 (R)
∣∣2

×
∫

dr dr′φ1s(r′,R) ê∗ · r′ g(r′,r; R)

× ê · r φ1s(r′,R), (A16)

where g(r′,r; R) = ∑
β ′ φ

∗
β ′ (r′; R)φβ ′(r; R)/(z − eβ ′). A sim-

ilar expression can be obtained from more sophisticated
many-body perturbation theory.

Considering the cross section in a given nuclear configura-
tion from Eq. (19) gives

σtot(�ω) =
∫

dR
∣∣χ0

0 (R)
∣∣2

σ (�ω; R) (A17)

and we demonstrate, restricting ourselves to the first order in
the expansion of G(z), that to account for the nuclear motion
in the XANES cross section one must average the individual
configuration spectra using a probability distribution, which is
consistent with Eq. (18). We used a ground-state phonon wave
function χ0

0 (R) for notational convenience. The generalization
to the distribution P(R) of phonon states at finite temperature

is straightforward and amounts to replacing |χ0
0 (R)|2 by P(R)

in Eq. (A17).
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Janssen, A. Marini, M. Côté, and X. Gonze, Phys. Rev. B 90,
214304 (2014).
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Abstract. Usually first-principles x-ray absorption near-edge structure (XANES) calculations
are performed in the Born-Oppenheimer approximation assuming a static lattice, whereas the
nuclear motion undoubtedly impacts XANES spectra notably at the K pre-edge of light elements
in oxides. Here, an efficient method based on density-functional theory to account for quantum
thermal fluctuations of nuclei is developed and is successfully applied to the K edge of corundum
for temperatures up to 930 K. The zero-point motion influence is estimated. Comparison is made
with previous theoretical approaches also developed to account for vibrations in XANES.

1. Introduction
Standard x-ray absorption near-edge structure (XANES) calculations rest upon the Born-
Oppenheimer (BO) approximation, considering nuclei fixed at their equilibrium positions defined
by the set of nuclear coordinates Req. Yet, significant temperature-induced effects are noticed,
particularly at the Al K -edge of corundum (α-Al2O3): the pre-edge peak can only be explained
by 1s → 3s forbidden transitions induced by lattice vibrations [1, 2, 3]. In this paper, the
influence of quantum thermal fluctuations of nuclei on XANES is modeled within the BO
approximation and quasiharmonic approximation (QHA) using a density functional theory
(DFT) framework. The dynamical matrix is determined to generate temperature-dependent sets
of non-equilibrium nuclear configurations R for which individual XANES spectra are calculated.
Their average at a given temperature may be compared to the corresponding experimental
spectrum. The method is applied at the Al K -edge in corundum, which has been measured
for temperatures up to 930 K [2]. The calculated spectra are compared with two previous
theoretical approaches developed to account for thermal motion, either by small absorbing-
atom displacements (AAD)[2] or by moving the 1s initial wave function in the crude Born-
Oppenheimer (CBO) approximation [3].

2. Method
In the single-electron and electric-dipole approximations, the K-edge XANES cross section with
x-rays of energy h̄ω, polarized along the ê vector is given by [4]

σ(h̄ω) = 4π2αh̄ω
∑

n

|〈ψn| ê · r |ψ1s〉|2 δ(εn − ε1s − h̄ω), (1)



where α is the fine structure constant, and |ψn〉 and |ψ1s〉 the final and initial monoelectronic
states of energy εn and ε1s, respectively. In Eq. (1) the nuclei are fixed in a given configuration,
R, which is a parameter of the calculation: σ(h̄ω) = σ(h̄ω;R).

An expression accounting for the total system of nuclei and electrons is

σtot(h̄ω) = 4π2αh̄ω
∑

n,j

∣∣〈Ψj
n| ê · r |Ψ0

1s〉
∣∣2 δ(Ej

n − E0
1s − h̄ω), (2)

where the total Ψ0
1s initial and Ψj

n final states have energies E0
1s and Ej

n, respectively. Using the
BO approximation and the first-order expansion of the Green’s function of the total system as
derived in Ref. [5], σtot can be written as

σtot(h̄ω) =

∫
dR ρ(R) σ(h̄ω;R), (3)

with ρ(R) the QHA weighting displacement distribution. In Eq. (3), σtot is the average of
individual configuration cross sections σ(h̄ω;R) using a probability distribution that takes into
account temperature and quantum nuclear motion (see Ref. [5] for details).

In this paper, temperature-dependent XANES cross sections [Eq.(3)] are calculated within
DFT in the PBE approximation [6] using the Quantum ESPRESSO suite of codes [7]. The
calculations are performed using ultrasoft pseudopotentials, with plane-wave energy cutoff
of 60 Ry and 720 Ry for the wave-functions and charge density, respectively. Two Al
pseudopotentials (one for the absorbing atom and one for the others) are constructed starting
from a 3s3p3d valence configuration with a maximum cutoff radius of 2.10 Bohr. The O
pseudopotential is the one of Ref. [5]. The experimental lattice parameters of corundum at 300,
650 and 930 K are used, while the 0 K calculation is carried out using the 100 K experimental
parameters [8]. The dynamical matrices are obtained on a 3× 3× 3 k-point grid. Fifty 2× 2× 2
trigonal-supercell configurations of 80 atoms including one 1s core-hole are generated, upon
which self-consistent charge densities are calculated at the Γ point, and XANES calculations
are performed using the XSpectra package [9, 10] on a 4× 4× 4 k-point grid with a broadening
parameter of 0.4 eV. The 50 calculated XANES spectra are averaged by taking into account the
core-level shift and the averaged spectra are shifted by 1565 eV so that the experimental and
calculated main-edge peak energies match at 300 K.

3. Results and discussion
3.1. Comparison with experiments
The experimental and calculated temperature-dependent Al K -edge XANES spectra of
corundum are presented in Fig. 1(a). As the temperature increases, the P pre-edge emerges
and the A peak decreases, both peaks move down to lower energy. The B1 and B2 features
are smoothed by temperature. The QHA calculation reproduces the experimental trends, as
highlighted by the similarity of the difference of each spectrum with the room-temperature one
shown in Fig. 1(b). From 300 to 930 K, the experimental and calculated A peak intensities
decrease by 20 and 31%, respectively and the energy shift agreement between experiment and
calculation is satisfactory. However, in the calculations, the P peak is less resolved and slightly
underestimated. This discrepancy is expected to come from the fact that only the first order
of the Green’s function is considered in the calculation. An equivalent experiment-calculation
matching is observed at the Mg K -edge in MgO [5].

It has been demonstrated that the P pre-edge emerges from forbidden 1s → 3s electronic
transitions induced by vibrations [1, 2]. The observation of the pre-edge in the 0 K calculation,
where only residual zero-point motion subsists, emphasizes the importance of accounting for
quantum vibrations in theoretical XANES.
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Figure 1. (a) Temperature-dependent experimental [2] and calculated Al K -edge XANES
spectra of corundum. (b) Experimental and calculated difference spectra with the 300 K ones.

3.2. Comparison with previous theoretical approaches
Figure 2 compares the 300 K experimental XANES spectrum and four theoretical spectra,
which are obtained using the Req equilibrium configuration, the QHA method (Sec. 2) and
two previous theoretical works, here called absorbing-atom displacement (AAD) [2] and crude
Born-Oppenheimer (CBO) [3]. The calculated spectra are here all performed with the norm-
conserving Troullier-Martins pseudopotentials used in Ref. [2]. The AAD method only considers
the absorbing-atom displacement in the equilibrium configuration. In this approximation, the
XANES spectra calculated for each off-center absorbing-atom displacement Ra are averaged with
a weighting core harmonic displacement distribution function %(Ra) (see Ref. [2] for details).
In the CBO approximation, the electronic wave function of the final state is supposed to not
significantly vary for small atomic motions. Therefore, the final states are calculated for the Req

configuration, and only the initial state is displaced. Then, with γ including both the core-hole
lifetime and instrumental resolution, the CBO XANES cross section is expressed as [3]

σcbo(h̄ω) = 4πα

∫
dRa %(Ra)

∑

n

∣∣∣∣
∫
dr ψ∗

n(r) ê · r ψ1s(r−Ra)

∣∣∣∣
2 (εn − ε1s)

(εn − ε1s − h̄ω)2 + γ2
. (4)

All methods produce spectra in better agreement with the experiments than the equilibrium
spectrum. Unlike the equilibrium calculation, each method induces a P pre-edge. The QHA and
AAD spectra show a similar weak P peak. The displacement of either the absorbing atom or the
whole nuclei configuration creates hybridizations between the Al s and p empty states, allowing
to probe the absorbing Al 3s empty states through the electric-dipole approximation. The CBO
approximation produces a strong P peak due to electric-dipole transitions towards absorbing Al
s states from the ψ1s(r −Ra) displaced 1s initial state, which includes ` = 1 components [3].
As observed at the Ti K -edge in rutile (TiO2) [3], the CBO method significantly overestimates
the pre-edge intensity.

Peak A varies according to the method used. Since the CBO method calculates the final
states at Req, peak A almost matches the equilibrium one. Using AAD, peak A is slightly
shifted to lower energy and this shift is even more pronounced using QHA. Such an energy shift
results from the influence of the collective quantum dynamics on the band gap [5, 11].
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Figure 2. Calculated Al K -edge XANES spectra of corundum, at the 300 K volume, in
the equilibrium case, using QHA method and previous approaches [2, 3]. The differences of
theoretical spectra with respect to the equilibrium one are also displayed, as the well as the
experimental 300 K XANES spectrum. The insets focus on the pre-edge and main peaks.

4. Conclusion
An efficient framework to account for temperature in XANES spectra is proposed. The
good agreement between calculated and measured XANES spectra demonstrates that this
approach successfully explains the temperature effects experimentally observed in XANES.
Unlike standard equilibrium calculations, temperature-dependent theoretical spectra show the
emergence of an additional P pre-edge peak, in good agreement with experiments. Our approach
also reproduces other experimental trends, which are observed with increasing the temperature,
such as the growth of the pre-edge peak, the intensity decrease of the main-edge peak and the shift
towards lower energy of both peaks. The comparative analysis with former studies highlights
the importance of accounting for the whole nuclear dynamics using a quantum treatment.
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S. E. Ashbrook, J. M. Griffin, J. R. Yates, F. Mauri, and C. J. Pickard,

“First-Principles Calculation of NMR Parameters Using the Gauge Including

Projector Augmented Wave Method : A Chemist’s Point of View,”Chem. Rev.

112, 5733–5779 (2012).

http://dx.doi.org/ 10.1038/1821659a0
http://dx.doi.org/10.1080/00268970802018367
http://dx.doi.org/10.1080/00268970802018367
http://dx.doi.org/10.1103/PhysRev.80.580
http://dx.doi.org/ 10.1021/ar600030j
http://dx.doi.org/10.1021/ja504734p
http://dx.doi.org/10.1021/ja504734p
http://dx.doi.org/10.1016/j.cplett.2008.12.073
http://dx.doi.org/10.1016/j.cplett.2008.12.073
http://dx.doi.org/10.1016/j.elspec.2013.11.007
http://dx.doi.org/10.2138/rmg.2014.78.17
http://dx.doi.org/ 10.1016/j.ccr.2004.02.014
http://dx.doi.org/10.1016/j.ssnmr.2011.04.006
http://dx.doi.org/10.1016/j.ssnmr.2011.04.006
http://dx.doi.org/10.1021/cr300108a
http://dx.doi.org/10.1021/cr300108a


158 BIBLIOGRAPHIE

[55] W. L. Schaich, “Comment on the Theory of Extended X-Ray-Absorption Fine

Structure,” Phys. Rev. B 8, 4028–4032 (1973).

[56] P. A. Lee and J. B. Pendry, “Theory of the extended x-ray absorption fine

structure,” Phys. Rev. B 11, 2795–2811 (1975).

[57] J. J. Rehr and R. C. Albers, “Theoretical approaches to x-ray absorption fine

structure,” Rev. Mod. Phys. 72, 621–654 (2000).

[58] J. J. Rehr, J. J. Kas, M. P. Prange, A. P. Sorini, Y. Takimoto, and F. Vila,

“Ab initio theory and calculations of X-ray spectra,” Comptes Rendus Phys.

10, 548–559 (2009).

[59] T. A. Tyson, K. O. Hodgson, C. R. Natoli, and M. Benfatto,“General multiple-

scattering scheme for the computation and interpretation of x-ray-absorption

fine structure in atomic clusters with applications to SF6, GeCl4, and Br2

molecules,” Phys. Rev. B 46, 5997 (1992).

[60] D. Cabaret, P. Sainctavit, P. Ildefonse, and A. M. Flank, “Full multiple-

scattering calculations on silicates and oxides at the Al K edge,” J. Phys. :

Condens. Matter 8, 3691–3704 (1996).

[61] D. Cabaret, E. Gaudry, M. Taillefumier, P. Sainctavit, and F. Mauri,“XANES

Calculation with an Efficient Non MuffinTin Method Application to the An-

gular Dependence of the AI KEdge in Corundum,” Phys. Scr. T115, 131–133

(2005).

[62] Y. Joly, D. Cabaret, H. Renevier, and C. R. Natoli, “Electron Population

Analysis by Full-Potential X-Ray Absorption Simulations,” Phys. Rev. Lett.

82, 2398–2401 (1999).

[63] Y. Joly, “X-ray absorption near-edge structure calculations beyond the muffin-

tin approximation,” Phys. Rev. B 63, 125120 (2001).

[64] P. Blaha, K. Schwarz, P. Sorantin, and S. Trickey, “Full-potential, lineari-

zed augmented plane wave programs for crystalline systems,” Comput. Phys.

Commun. 59, 399–415 (1990).

[65] N. F. Ramsey, “The Internal Diamagnetic Field Correction in Measurements

of the Proton Magnetic Moment,” Phys. Rev. 77, 567–567 (1950).

[66] N. F. Ramsey, “Magnetic Shielding of Nuclei in Molecules,” Phys. Rev. 78,

699–703 (1950).

http://dx.doi.org/ 10.1103/PhysRevB.8.4028
http://dx.doi.org/ 10.1103/PhysRevB.11.2795
http://dx.doi.org/ 10.1103/RevModPhys.72.621
http://dx.doi.org/10.1016/j.crhy.2008.08.004
http://dx.doi.org/10.1016/j.crhy.2008.08.004
http://dx.doi.org/10.1103/PhysRevB.46.5997
http://dx.doi.org/10.1238/Physica.Topical.115a00131
http://dx.doi.org/10.1238/Physica.Topical.115a00131
http://dx.doi.org/ 10.1103/PhysRevLett.82.2398
http://dx.doi.org/ 10.1103/PhysRevLett.82.2398
http://dx.doi.org/10.1103/PhysRevB.63.125120
http://dx.doi.org/ 10.1016/0010-4655(90)90187-6
http://dx.doi.org/ 10.1016/0010-4655(90)90187-6
http://dx.doi.org/10.1103/PhysRev.77.567
http://dx.doi.org/ 10.1103/PhysRev.78.699
http://dx.doi.org/ 10.1103/PhysRev.78.699


BIBLIOGRAPHIE 159

[67] N. F. Ramsey, “Electron Coupled Interactions between Nuclear Spins in Mo-

lecules,” Phys. Rev. 91, 303–307 (1953).

[68] J. C. Facelli and D. M. Grant, “Determination of molecular symmetry in crys-

talline naphthalene using solid-state NMR,” Nature 365, 325–327 (1993).

[69] A. C. de Dios and E. Oldfield, “Methods for computing nuclear magnetic re-

sonance chemical shielding in large systems. Multiple cluster and charge field

approaches,” Chem. Phys. Lett. 205, 108–116 (1993).

[70] A. C. de Dios, “Ab initio calculations of the NMR chemical shift,” Prog. Nucl.

Magn. Reson. Spectrosc. 29, 229–278 (1996).

[71] R. Salzmann, C. J. Ziegler, N. Godbout, M. T. McMahon, K. S. Suslick,

and E. Oldfield, “Carbonyl Complexes of Iron(II), Ruthenium(II), and Os-

mium(II) 5,10,15,20-Tetraphenylporphyrinates : A Comparative Investigation

by X-ray Crystallography, Solid-State NMR Spectroscopy, and Density Func-

tional Theory,” J. Am. Chem. Soc. 120, 11323–11334 (1998).
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ray absorption and X-ray photoemission spectra,” J. Electron Spectros. Relat.

Phenomena 198, 57–67 (2015).

[128] P. Santini, S. Carretta, E. Liviotti, G. Amoretti, P. Carretta, M. Filibian,

A. Lascialfari, and E. Micotti, “NMR as a Probe of the Relaxation of the

Magnetization in Magnetic Molecules,” Phys. Rev. Lett. 94, 077203 (2005).

[129] M. Belesi, E. Micotti, M. Mariani, F. Borsa, A. Lascialfari, S. Carretta, P. San-

tini, G. Amoretti, E. J. L. McInnes, I. S. Tidmarsh, and J. R. Hawkett, “Un-

conventional Nonequilibrium Dynamics in NI10 Magnetic Molecules : Evidence

from NMR,” Phys. Rev. Lett. 102, 177201 (2009).

[130] J.-N. Dumez and C. J. Pickard,“Calculation of NMR chemical shifts in organic

solids : Accounting for motional effects,” J. Chem. Phys. 130, 104701 (2009).

[131] I. D. Gortari, G. Portella, X. Salvatella, V. S. Bajaj, P. C. A. van der Wel,

J. R. Yates, M. D. Segall, C. J. Pickard, M. C. Payne, and M. Vendruscolo,

“Time Averaging of NMR Chemical Shifts in the MLF Peptide in the Solid

State,” J. Am. Chem. Soc. 132, 5993–6000 (2010).

http://dx.doi.org/10.1021/ja201002r
http://dx.doi.org/10.1238/Physica.Topical.115a00024
http://dx.doi.org/10.1103/PhysRevB.81.115125
http://dx.doi.org/10.1143/JPSJ.68.2444
http://dx.doi.org/10.1143/JPSJ.68.2444
http://dx.doi.org/10.1016/S0368-2048(01)00370-X
http://dx.doi.org/10.1016/S0368-2048(01)00370-X
http://dx.doi.org/ 10.1016/j.elspec.2014.12.002
http://dx.doi.org/ 10.1016/j.elspec.2014.12.002
http://dx.doi.org/10.1103/PhysRevLett.94.077203
http://dx.doi.org/10.1103/PhysRevLett.102.177201
http://dx.doi.org/10.1063/1.3081630
http://dx.doi.org/10.1021/ja9062629


BIBLIOGRAPHIE 165

[132] M. Robinson and P. D. Haynes, “Dynamical effects in ab initio NMR calcu-

lations : Classical force fields fitted to quantum forces,” J. Chem. Phys. 133,

084109 (2010).
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