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Résumé : 
Cette thèse a pour objet l’étude et le contrôle de la photo-réactivité d’interrupteurs moléculaires,
en particulier la photo-isomérisation des spiropyranes. Ce travail théorique a été réalisé en
collaboration étroite avec l’équipe expérimentale PFL de l’ICB à Dijon. Des simulations de
dynamique quantique non-adiabatique ont été réalisées afin de reproduire et rationaliser les
résultats expérimentaux de spectroscopie d’absorption transitoire résolue en temps. Ces expériences
ont  montré une photo-réactivité ultra-rapide (~ 100 fs) suite à une excitation par un pulse LASER
ultra-court. Celle-ci est interprétée comme un mécanisme de conversion interne entre le premier
état électronique excité singulet et l’état fondamental via une intersection conique. L’étude
théorique a utilisé la réaction d’ouverture de cycle du benzopyrane comme modèle. Les
développements réalisés ont porté sur : (1) L’exploration du mécanisme réactionnel et le calcul de
surfaces d’énergie potentielle via des méthodes de chimie quantique post-CASSCF perturbatives
(XMCQDPT2). Cette analyse a montré des résultats variant fortement par rapport à ceux relevés
dans la littérature à des niveaux de calcul moins élevés. (2) Le développement d’un modèle de
surfaces d’énergie potentielle électronique par la construction d’un hamiltonien diabatique à partir
de données ab initio XMCQDPT2. Du fait de l’importante anharmonicité de l’état électronique
fondamental, nous avons mis en place une approche effective en rupture avec les études antérieures.
(3) La réalisation de simulations de dynamique quantique non-adiabatique par la méthode
MCTDH. Les résultats obtenus sont en très bon accord avec les résultats expérimentaux.
L’inclusion explicite du pulse LASER a permis de reproduire et de rationaliser l’effet de contrôle
par mise en forme d’impulsion observé expérimentalement. Ce travail a ainsi permis la mise en
place d’une collaboration et d’un dialogue théorie/expérience effectifs.

Mots clé : Contrôle par pulse LASER, Réactivité photochimique, Intersections coniques,
Dynamique quantique non-adiabatique, Benzopyrane, Photo-interrupteurs moléculaires,
Hamiltoniens diabatiques, Méthodes post-CASSCF.

Abstract: 
This thesis adresses the study and control of the photo-reactivity of molecular switches, here the
photo-isomerisation of spiropyrans. This theoretical work has been achieved in close collaboration
with the experimental team PFL within the ICB in Dijon. Non-adiabatic quantum dynamics
simulations were carried out so as to reproduce and rationalise the experimental results from time-
resolved transient absorption spectroscopy. Such experiments have demonstrated ultra-fast photo-
reactivity (~ 100 fs) following excitation by an ultra-short LASER pulse. It is interpreted as an
internal conversion mechanism between the first singlet excited eletronic state and the ground state
via a conical intersection. The theoretical study used the ring-opening reaction of benzopyran as a
model. Developments were made regarding: (1) The exploration of the reaction mechanism and the
computation of potential energy surfaces with perturbative, post-CASSCF quantum chemistry
methods (XMCQDPT2). This investigation showed that results changed significantly compared to
those reported in the literature with lower-level calculations. (2) The generation of a diabatic
Hamiltonian based on ab initio XMCQDPT2 data. Owing to the significant anharmonicity in the
ground electronic state, we designed a new effective approach, quite different from the previous
studies. (3) The production of non-adiabatic quantum dynamics  simulations using the MCTDH
method. The results thus obtained are in excellent agreement with the experimental ones.
Including explicitly the LASER pulse allowed us to reproduce and rationalise the action of pulse
shaping on control observed in experiments. The present work thus made possible the succesful
implementation of a theoretical/experimental collaboration. 

Keywords: Control with a LASER pulse, Photochemical reactivity, Conical intersections, Non-
adiabatic quantum dynamics, Benzopyran, Molecular photoswitches, Diabatic Hamiltonians, Post-
CASSCF methods.
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“ There are two numbers: "zero" and "anything that overflows your data type. ”

xkcd What if ? 151 : Sun Bug
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δij symbole de Kronecker







1 si i = j

0 si i Ó= j

1n matrice unité de rang n (approprié au contexte si n omis)
0n matrice nulle de rang n (approprié au contexte si n omis)
O représentation matricielle de Ô dans une base
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Chapitre 1

Introduction

“ I still don’t understand why the Sun paid the extra money for Transitions lenses. ”

xkcd 1733 : Solar Spectrum

1.1 À la rencontre entre théorie et
expérience

Lors des dernières décennies, les développements conjoints des méthodes
de spectroscopie résolue en temps et de la photochimie théorique ont per-
mis d’importants progrès dans la compréhension des mécanismes photochi-
miques.

D’un point de vue expérimental tout d’abord, la réduction des échelles
de temps et d’espace considérées, permet d’effectuer des mesures aux temps
caractéristiques des vibrations moléculaires (femtoseconde) et des électrons
(attoseconde). Corrélativement, la maîtrise des technologies associées à la
génération de nouveaux types de sources de lumière LASER permet désor-
mais la génération et la mise en forme d’impulsions ultra-courtes (“pulses”).

La manipulation spectrale de tels LASER permet d’envisager la pré-
paration d’impulsions permettant d’exacerber, ou au contraire d’annihiler,
l’efficacité de processus photochimiques. Lorsque ces effets visent la modi-
fication de la réactivité par la manipulation de la composition de l’état de
la molécule en termes d’états vibrationnels ou vibroniques on parle de fem-
tochimie. D’un point de vue expérimental, la détermination des paramètres
d’impulsion adaptés à produire un effet particulier passe par l’utilisation en
“boîte noire” de boucles de rétrocontrôle de type algorithme génétique ou
contrôle optimal.
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1. Introduction

D’un point de vue théorique, la description des mécanismes sous-jacents
à la réactivité chimique moléculaire en interaction avec un champ intense a
fait l’objet d’un grand nombre d’avancées.

Les méthodes de calcul de structure électronique bénéficient des progrès
informatiques et théoriques permettant d’exploiter de mieux en mieux les
ressources de calcul (super-calculateur, GPU, accélérateurs). Le traitement
des états électroniques excités, indispensable à la photochimie, est devenu
possible, et précis, pour des molécules allant jusqu’à des centaines d’atomes.

Parallèlement, la description dépendante du temps de la dynamique mo-
léculaire permet désormais la prise en compte de millions d’atomes traités
de façon classique. De façon plus cruciale dans le cadre ce travail, la descrip-
tion quantique de cette dynamique est devenue possible pour des systèmes
comprenant des centaines de degrés de liberté.

Les mesures ayant atteint des niveaux de précision élevés et les simu-
lations permettant désormais d’avoir une portée prédictive, notre époque
est celle des collaborations effectives entre expérimentateurs et théoriciens
afin de pousser plus en avant la compréhension et le contrôle des systèmes
photochimiques.

Dans la logique d’une approche ab initio, les simulations sont bien plus
qu’une simple reproduction des résultats expérimentaux. Elles permettent,
par l’accès aux paramètres internes qui déterminent les mécanismes à leur
échelle, d’ouvrir la voie à la rationalisation des processus moléculaires pho-
tochimiques et de leur contrôle.

Notre étude se situe dans ce contexte de collaboration théoriciens /
expérimentateurs, dans le cadre d’une collaboration entamée depuis plu-
sieurs années entre l’équipe "Chimie Théorique, Méthodologies, Modélisa-
tion" à l’Institut Charles Gerhardt de Montpellier (CTMM) et les équipes
"Dynamique Quantique et Non-Linéaire" (DQNL) et "Processus Femtose-
condes et Lasers Intenses" (PFL) au Laboratoire Interdisciplinaire Carnot
De Bourgogne de Dijon, et poursuivie dans le cadre du projet ANR CoCo-
nicS "Quantum control of large molecular systems: application to conical
intersections".

Tout au long de ce travail de thèse, nous nous sommes intéressés à
la modélisation et à la simulation d’un processus photochimique dû à une
intersection conique, particulier mais prototypique des “photo-interrupteurs
moléculaires”, la photo-isomérisation des spiropyranes. Plus précisément,
nous avons étudié la réaction modèle d’ouverture de cycle du benzopyrane,
dans le but d’apporter une rationalisation du mécanisme et d’élucider les
stratégies de contrôle de cette photo-réaction.

2



1.2. Diaboliques intersections coniques [1]

1.2 Diaboliques intersections coniques [1]

Les intersections coniques sont des points, rigoureusement des hyper-
lignes, de dégénérescence des états électroniques, d’un intérêt particulier
dans la “zoologie photochimique”. Elles jouent un rôle crucial dans un large
évantail de processus de photochimie en permettant la conversion interne
d’énergie électronique, obtenue suite à une excitation lumineuse ou une ré-
action chimique, en énergie vibrationnelle, chimique, mécanique...

Dans le cadre de ce travail, l’intérêt du concept d’intersection conique
réside dans l’ouverture d’un accès à une photo-réactivité. Suite à une excita-
tion électronique depuis une conformation moléculaire donnée, la molécule
évolue dans un état excité électroniquement puis retourne à son état élec-
tronique fondamental grâce aux couplages non-adiabatiques à l’intersection
conique, permettant de dissiper son énergie dans les modes de vibration mo-
léculaire. Selon la dynamique du système et le chemin réactionnel suivi, on
observe la formation d’un photo-produit – on parle alors de photo-réactivité
– ou un retour à la configuration initiale – on parle alors de photo-stabilité
(voir figure 1.1).

Figure 1.1 – Représentation schématique du mécanisme de conversion interne
à une intersection conique

Quand l’énergie d’excitation électronique du produit est différente de
celle du réactif, soit ν1 Ó= ν2 sur le schéma de la figure 1.1, on parle de com-
posé photochrome. C’est un point crucial dans ce cadre car cette propriété
permet de distinguer la présence, la formation ou la disparition des entités
réactif et produit par des mesures de spectroscopie d’absorption résolue en

3



1. Introduction

temps. Un composé photochrome pourra servir de photo-interrupteur (plus
rigoureusement de photo-commutateur) si la photo-réaction peut se faire
du réactif vers le produit (ν1) ou réciproquement (ν2) et que les deux es-
pèces chimiques sont thermiquement stables. En d’autres termes, l’action
d’un rayonnement lumineux bien choisi permet de commuter d’une forme
à l’autre à loisir.

L’intersection conique jouant un rôle prépondérant dans le mécanisme
réactionnel, elle est une cible privilégiée pour le développement de stratégies
de contrôle de la réactivité [2, 3].

1.3 Photo-isomérisation des spiropyranes

Les molécules choisies dans le cadre de ce projet sont de la famille des
spiropyranes, qui présentent la propriété de s’isomériser suite à une ouver-
ture de cycle induite par une excitation lumineuse dans le proche ultra-violet
autour de 350 nm (voir figure 1.2).

Figure 1.2 – Photo-isomérisation du spiropyrane (BIPS) en merocyanine

La modification importante de structure qui en découle change forte-
ment les propriétés de la molécule qui, comme le laisse présager l’augmen-
tation de la délocalisation de son système π une fois ouverte, s’avère être
un composé photochrome.

Ceci permet d’envisager toute une gamme d’applications technologiques
utilisant ces propriétés de photo-interrupteur. Entre autres, on peut citer
leur utilisation comme détecteurs moléculaires activables [4], la fonctionali-
sation photo-sensible de nanoparticules [5], l’utilisation comme support de
logique moléculaire [6], la création de films de surfaces photo-réactives [7]...

Une des propriétés remarquables de cette réaction est sa cinétique. En
effet, des mesures de spectroscopie résolue en temps sur divers dérivés en
solvant [8–10] et en phase gaz [11], démontrent le caractère ultra-rapide
du processus : autour de 100 fs pour l’ouverture de cycle, suivie d’une
dynamique de l’ordre de 50 ps pour l’isomérisation complète cis-trans.

Le composé étudié expérimentalement au sein du groupe PFL à Dijon
est le 1,3,3-trimethylindolinobenzopyrylospiran ou nitro-indolino spiroben-
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1.4. Approche théorique

zopyrane (BIPS) représenté sur la figure 1.2. Celui-ci est étudié, dilué dans
du toluène (entre 5 et 9 mM). Les spectres d’absorption du composé et de
sa forme ouverte, obtenue après saturation lumineuse, montrent un impor-
tant caractère photochromique avec un maximum d’absorption de la forme
fermée spiropyrane autour de 300 nm et vers 570 nm pour la forme ouverte
mérocyanine (voir figure 1.3).

Figure 1.3 – Spectres d’absorptions des deux formes du système photochro-
mique En bleu : spiropyrane, forme fermée. En rouge : mérocyanine, forme ouverte.

L’équipe expérimentale a réalisé au cours des trois dernières années une
vaste étude exploratoire de la dynamique de l’ouverture de cycle du spiro-
pyrane et du contrôle de celle-ci par des pulses LASER intenses, via des
mesures d’absorption transitoire à haute résolution temporelle (∼ 200 fs).
Le dispositif expérimental est présenté sur la figure 1.4.

Les mesures de temps de dynamique aux temps courts ont confirmé le
caractère ultra-rapide du processus en accord avec les observations dans la
littérature (voir figure 1.5).

1.4 Approche théorique

Parallèlement aux manipulations, les développements théoriques ont
porté sur la modélisation et la simulation de cette dynamique dans l’ob-
jectif de pouvoir offrir une interprétation des résultats et de proposer le
développement rationnel de stratégies de contrôle de la photo-réactivité.

Dans une étude fondatrice, Celani et al. [12] ont suggéré l’utilisation du
benzopyrane comme composé modèle pour la description de l’ouverture de
cycle des spiropyranes par des méthodes de chimie quantiques au niveau
CASSCF 1. Nous avons considéré ce même composé modèle dans le présent
travail.

1. Les divers acronymes utilisés au cours de ce manuscrit seront explicités dans une
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1. Introduction

Figure 1.4 – Chemins optiques des impulsions pompe et sonde du dispositif
expérimental de mesure d’absorption transitoire La sonde (en vert) est séparée
en un faisceau de référence et un faisceau de mesure. Les résultats mesurés sont une
absorption différentielle entre la sonde et la référence pour tenir compte des fluctuations
expérimentales (intensité, densité moléculaire). L’échantillon en solution est en écoule-
ment continu sous la forme d’une micro-cascade d’une centaine de microns d’épaisseur.

Figure 1.5 – Résultat des mesures d’absorption transitoire à 560 nm suite à
une excitation par un pulse court à 400 nm
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1.4. Approche théorique

La justification de la réduction à un composé modèle plus simple repose
ici sur la structure du spectre d’absorption du spiropyrane qui se décompose
approximativement comme la somme du spectre de l’indoline et de celui du
benzopyrane, et sur le faible recouvrement des spectres de ces deux sous-
entités [13].

D’un point de vue plus chimique, cette séparation peut se rationali-
ser par la séparation des systèmes π des deux fragments. Comme on peut
l’observer figure 1.6, les plans de délocalisation des systèmes π sont per-
pendiculaires du fait de la structure du carbone spiro tétragonal. Il semble
donc raisonnable pour des considérations de symétrie locale de supposer les
deux systèmes π orthogonaux et donc sans interaction notable du point de
vue de leurs structures électroniques respectives.

N

90°

OOOOOOOOOOOOO

Figure 1.6 – Justification de la réduction à un composé modèle par l’ortho-
gonalité des systèmes π

Cette hypothèse est bien entendue erronée une fois la photo-isomérisation
complétée, du fait de la délocalisation sur toute la molécule du système π
conjugué dans un même plan (cf. figure 1.2). Elle reste une approxima-
tion raisonnable si l’on ne considère que la première étape de la réactivité
: l’ouverture de cycle représentée sur la figure 1.7.

Figure 1.7 – Réaction d’ouverture de cycle du benzopyrane

Dans l’étude théorique initiale du benzopyrane [12], il a été montré que
la réaction d’ouverture de cycle était gouvernée par un mécanisme photochi-

section glossaire ; ils seront également redéfinis dans le texte, au moment de leur première
occurrence dans les sections respectives qui les concernent.
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mique non-adiabatique impliquant une conversion interne entre le premier
état électronique excité singulet et le fondamental au niveau d’une inter-
section conique (voir figure 1.8). Ce mécanisme fournit une explication à
l’aspect ultra-rapide de la première étape de la photo-isomérisation.

Figure 1.8 – Représentation du chemin réactionnel de la réaction d’ouverture
de cycle du benzopyrane Extrait de la référence [12]

La description dynamique de ce processus nécessite donc la prise en
compte de l’effet des couplages non-adiabatiques à proximité de l’intersec-
tion conique, au-delà de l’approximation de Born-Oppenheimer.

Ceci impose l’utilisation de méthodes de chimie quantique adaptées au
traitement simultané et équilibré de plusieurs états électroniques mais aussi
d’une méthode de dynamique moléculaire capable de tenir compte des cou-
plages non-adiabatiques et de l’effet du pulse LASER utilisé pour le trans-
fert initial de population et le contrôle de la réactivité. La lumière LASER
est une lumière cohérente qui va induire des effets de phase et d’interfé-
rence dans la dynamique vibrationnelle. La méthode de choix pour satis-
faire à l’ensemble de ces critères est donc une approche de dynamique quan-
tique non-adiabatique permettant un traitement explicite des effets non-
adiabatiques entre structure électronique et mouvement des noyaux ainsi
que des effets quantiques induits par l’excitation du système par une source
de lumière LASER cohérente.

8
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1.5 Objectif du projet

La mise en place de simulations de dynamique quantique non-adiabatique
moléculaire, en particulier la phase de modélisation des énergies électro-
niques sous forme de surfaces d’énergie potentielle en tant que fonctions
explicites des coordonnées nucléaires, est un travail qui peut s’avérer déli-
cat à mettre en oeuvre selon la nature du système étudié et le niveau de
précision requis.

Au sein de l’équipe CTMM, ce projet de description de l’ouverture de
cycle du benzopyrane par dynamique quantique a commencé en 2009 avec
la thèse de Doctorat de Loïc Joubert-Doriol [14] qui a effectué un travail
exploratoire concernant la modélisation des surfaces d’énergies potentielle
du benzopyrane en treize dimensions grâce à l’élaboration d’un hamiltonien
diabatique ajusté sur des données ab initio au niveau CASSCF. Celui-ci a
été poursuivit lors de la thèse de Doctorat de Mohammad Saab [15] qui a
utilisé le modèle mis en place afin de réaliser des premiers essais de contrôle.

Les résultats de simulation, bien qu’encourageants vis-à-vis des possibi-
lités de contrôle, ont montré que le modèle développé échouait à décrire la
réaction d’ouverture de cycle du fait d’un blocage de population dans l’état
excité dû, en tout état de cause, à la description des surfaces d’énergie
potentielle du benzopyrane à un niveau de calcul insuffisant.

Notre travail a commencé à ce stade du projet de recherche et a eu pour
but de réaliser un perfectionnement du modèle et de conjuguer ceci avec la
poursuite d’un travail plus général sur le contrôle moléculaire par champ
LASER en collaboration avec Stéphane Guérin au DQNL à Dijon. Le but
final était de pouvoir établir un dialogue théorie/expérience effectif à travers
la validation d’un modèle quantitatif et le développement de stratégies de
contrôle réalistes.

Dans ce manuscrit, nous présenterons le travail réalisé sur le développe-
ment d’un nouveau modèle de surfaces d’énergie potentielle pour la descrip-
tion de l’ouverture de cycle du benzopyrane et les simulations de dynamique
quantique associées, en présence d’un champ LASER ultra-court.

Dans le chapitre 2, nous présenterons le contexte théorique impliqué et
les méthodes utilisées dans ce travail.

Dans le chapitre 3, nous présenterons la sélection et l’utilisation de la
méthode perturbative multi-références XMCQDPT2 pour l’exploration et
le calcul ab initio des surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane. Cette
approche a apporté des changements significatifs par rapport aux résultats
CASSCF et a offert un meilleur accord avec les résultat expérimentaux.

Dans le chapitre 4, nous détaillerons l’approche utilisée pour mettre
en place un modèle diabatique de surfaces d’énergie potentielle au niveau
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XMCQDPT2. Une part importante du travail réalisé durant cette thèse a
été la tentative d’utilisation et d’adaptation du modèle précédent (fondé
sur des données CASSCF) aux nouvelles données (XMCQDPT2). Cette
approche n’a cependant pas été fructueuse, et nous avons choisi de ne pas
la détailler dans ce manuscrit.

En effet, nous avons décidé dans un second temps de mettre en place
une nouvelle stratégie dont nous détaillerons les tenants et aboutissants.
La nouvelle approche ainsi mise en place s’est révélée fructueuse et nous
a permis d’entamer le dialogue théorie/expérience dans le cadre de cette
thèse.

Les premiers résultats de simulations de dynamique quantique seront
présentés dans le chapitre 5. Nous verrons que malgré sa relative simpli-
cité, le modèle développé lors de cette thèse a pu être validé au regard des
résultats expérimentaux et permet de reproduire une partie des effets de
contrôle observés expérimentalement.
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Chapitre 2

Théorie

“ In fact, draw all your rotational matrices sideways. Your professors will love it ! And

then they’ll go home and shrink. ”

xkcd 184 : Matrix Transform

Aux échelles de temps et d’espace considérées dans ce travail, l’implica-
tion d’une intersection conique et d’un champ intense ultra court nécessitent
une approche “tout quantique” afin de prendre en compte la cohérence de
la dynamique nucléaire et les couplages non-adiabatiques entre les états
électroniques.

Ce chapitre présente l’outillage théorique et méthodologique utilisé tout
au long de ce travail, pour la mise en place de simulations de dynamique
quantique moléculaire non-adiabatique.

Nous reviendrons en premier lieu sur la séparation du problème molécu-
laire en un problème nucléaire et un problème électronique à deux échelles
de temps distinctes. Nous verrons dans la section 2.1 que dans le contexte de
la photochimie, et particulièrement pour les mécanismes impliquant des in-
tersections coniques, la description des couplages électrons-noyaux ne peut
être négligée.

La suite de ce chapitre abordera les différentes thématiques découlant de
ce problème et rencontrées dans le travail de mise en place d’une simulation
de dynamique quantique non-adiabatique.

Nous discuterons, section 2.3, des méthodes de calcul de structure élec-
tronique en insistant sur le choix d’une méthode adaptée à la description
d’états électroniques excités dégénérés. Nous nous concentrerons en parti-
culier sur les méthodes de perturbation multi-références utilisées dans ce
travail.

Dans la section 2.2 nous développerons les deux thématiques complé-
mentaires de la description des intersections coniques et de la représentation
diabatique des fonctions d’onde électroniques. Ceci nous mènera à la modé-
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2. Théorie

lisation des surfaces d’énergie potentielle électroniques “couplées” 1 par des
modèles d’hamiltoniens diabatiques.

Enfin, la dépendance au temps par la dynamique nucléaire sera considé-
rée section 2.4 selon deux aspects. D’une part, la méthode de représentation
de la fonction d’onde nucléaire et la méthode de propagation associée. Et,
d’autre part, la prise en compte des effets du pulse LASER comme un champ
externe dépendant du temps.

Lors des développement les plus connus, références d’ouvrages généraux
seront données en début de section afin d’orienter le lecteur.

2.1 Formalisme général

Les ouvrages de référence des méthodes et théories présentés dans cette
section sont : [16–18].

Dans notre approche, nous utiliserons une description classique du champ
électromagnétique qui sera considérée comme une perturbation au premier
ordre du système moléculaire. Dans un premier temps, la description du sys-
tème sera donc réduite à un hamiltonien moléculaire auquel on ajoutera un
champ externe pour considérer l’effet du pulse LASER (cf. sous-section 2.4.4
et chapitre 5)

Ĥ = Ĥmol + V̂ ext (2.1)

Notre étude s’attachant à la description du mécanisme de déclin non
radiatif à partir du premier état électronique excité singulet vers le fonda-
mental (singulet à couches fermées), nous n’avons que des états de même
spin, sans éléments lourds. Ce travail sera donc réalisé dans un cadre non
relativiste et par conséquent sans considérer les couplages spin-orbite.

2.1.1 Hamiltonien moléculaire

Dans ce cadre, notre système est décrit par un hamiltonien molécu-
laire non relativiste de Coulomb. En définissant R = (R1, . . . ,RN) et
r = (r1, . . . , rn) les vecteurs de position respectifs des N noyaux et n élec-
trons du système, cet opérateur est défini comme :

Ĥmol(r,R) = T̂ n(R) + T̂ e(r) + V̂ nn(R) + V̂ ee(r) + V̂ en(r,R) (2.2)

avec :

1. Nous utiliserons ce raccourci de langage pour désigner la représentation de l’ha-
miltonien électronique, non pas comme un ensemble de valeurs propres mais comme une
matrice non nécessairement diagonale.
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— Opérateur d’énergie cinétique des noyaux

T̂ n(R) ≡ −
N

∑

i

~
2

2Mi

∆R
i

(2.3)

Mi correspond à la masse du noyau i
— Opérateur d’énergie cinétique des électrons

T̂ e(r) ≡ −
n

∑

i

~
2

2me

∆r
i

(2.4)

— Répulsion électrostatique entre les noyaux

V̂ nn(R) ≡
N

∑

j>i

ZiZje
2

∥

∥

∥Ri − Rj

∥

∥

∥ 4πε0

(2.5)

Zi et Zj correspondent aux numéros atomiques respectifs des noyaux
i et j considérés.

— Répulsion électrostatique entre les électrons

V̂ ee(r) ≡
n

∑

j>i

e2

∥

∥

∥ri − rj

∥

∥

∥ 4πε0

(2.6)

— Attraction électrostatique entre les électrons et les noyaux

V̂ en(r,R) ≡ −
N

∑

i

n
∑

j

Zie
2

∥

∥

∥Ri − rj

∥

∥

∥ 4πε0

(2.7)

L’équation de Schrödinger indépendante du temps correspondant à cet
hamiltonien équivaut à

Ĥmol(r,R)Ψmol
i (r,R) = EiΨmol

i (r,R) (2.8)

dont les valeurs propres Ei représentent les énergies associées aux états
propres Ψmol

i (R, r).
Ces états sont les solutions stationnaires de l’équation de Schrödinger

dépendante du temps associée :

Ĥmol(r,R)Ψmol(r,R, t) = i~
∂Ψmol(r,R, t)

∂t
(2.9)

Celle-ci offre une description quantique de l’évolution temporelle du sys-
tème. Tout l’objectif de ce travail de dynamique quantique est de modéliser
notre système de façon adaptée à une propagation temporelle obéissant à
cette équation.
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2.1.2 Séparation des parties électroniques et
nucléaires

La résolution, même numérique, de cette équation différentielle est par-
ticulièrement complexe dans le cas moléculaire. Il est donc d’usage de pro-
céder à une séparation des parties nucléaires et électroniques.

On représente la fonction d’onde moléculaire par un développement dans
une base orthonormale d’états électroniques {Φel

i (r;R)} à laquelle on as-
socie les décompositions {Ψnu

i (R, t)} de la fonction d’onde nucléaire sur
chaque état électronique.

Ψmol(r,R, t) =
∑

i

Ψnu
i (R, t)Φel

i (r;R) (2.10)

Les fonctions électroniques dépendent explicitement des coordonnées
électroniques mais paramétriquement des coordonnées nucléaires et toute
la dépendance au temps est reportée sur les fonctions nucléaires.

La pertinence de ce choix de représentation est liée à la différence d’échelle
de temps dans l’évolution temporelle des fonctions d’onde électroniques et
nucléaires, les premieres évoluant dans le domaine de l’attoseconde et les
secondes dans celui de la femtoseconde. Exprimer la fonction d’onde molé-
culaire sous cette forme, nous permettra de procéder à plusieurs approxi-
mations pour découpler ces deux parties électroniques et nucléaires.

Le choix de base électronique le plus évident dans ce contexte est celui
des états propres de l’hamiltonien électronique Ĥel défini par

Ĥel(R) ≡ T̂ e + V̂ nn(R) + V̂ ee + V̂ en(R) (2.11)

Ĥmol = T̂ n + Ĥel(R) (2.12)

Cet hamiltonien, appelé “à noyaux fixés”, dépend paramétriquement des
positions des noyaux et caractérise donc le système électronique à une géo-
métrie nucléaire donnée. L’équation de Schrödinger indépendante du temps
correspondante a pour solution les fonctions d’onde électroniques dites adia-
batiques elles-mêmes dépendantes d’une géométrie nucléaire donnée.

Ĥel(r;R)Φad
i (r;R) = ǫi(R)Φad

i (r;R) (2.13)

Ces états adiabatiques Φad
i (r;R) et les énergies électroniques associées

ǫi(R) sont le résultat direct des calculs ab initio de chimie quantique et
nous verrons section 2.3 comment ils sont obtenus en pratique.

En réalisant le développement (2.10) dans une base d’états électroniques
adiabatiques, on obtient la séparation adiabatique de la fonction d’onde
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moléculaire.
Ψmol(r,R, t) =

∑

i

Ψ ad
i (R, t)Φad

i (r;R) (2.14)

Formulons l’équation de Schrödinger moléculaire dépendante du temps
(2.9) en utilisant la représentation adiabatique (2.14) et le développement
de l’hamiltonien (2.12), soit :

[T̂ n + Ĥel(R)]
∑

i

Ψ ad
i (R, t)

∣

∣

∣Φad
i ;R

〉

= i~
∂

∑

i Ψ ad
i (R, t)

∣

∣

∣Φad
i ;R

〉

∂t
(2.15)

En projetant sur un état électronique Φad
j (r;R) et en intégrant sur les

coordonnées électroniques 2, on obtient le système d’équations couplées

[

T̂ n(R) + ǫj(R)
]

Ψ ad
j (R, t)+

∑

i

~
2Λ̂ji(R)Ψ ad

i (R, t) = i~
∂Ψ ad

j (R, t)

∂t
(2.16)

Les opérateurs de couplages non-adiabatiques Λ̂ij proviennent de l’ac-
tion de l’opérateur d’énergie cinétique nucléaire sur les états électroniques.
Il contiennent un terme dérivatif et une part purement multiplicative 3

Λ̂ij(R) = −Fij(R)
1

M
· ∂

∂R
− 1

2M
Gij(R) (2.17)

Les couplages non-adiabatiques vectoriels (contenant un gradient) au
premier ordre sont définis par :

Fij(R) =

〈

Φad
i ;R

∣

∣

∣

∣

∣

∂

∂R
Φad

j ;R

〉

(2.18)

et les couplages non-adiabatiques scalaires (contenant un laplacien) au se-
cond ordre par :

Gij(R) =

〈

Φad
i ;R

∣

∣

∣

∣

∣

∂2

∂R2
Φad

j ;R

〉

(2.19)

La structure de l’équation (2.16) apparaît plus clairement sous forme
matricielle (dans l’équation (2.20), on omet la dépendance à R pour sim-
plifier la notation).

2. Dans ce chapitre, afin d’alléger les notations, nous convenons que la notation de
Dirac en bra-ket 〈. . . | . . .〉 représente une intégrale uniquement sur les coordonnées des
électrons r.

3. Pour simplifier la notation, nous notons la masse des noyaux comme une masse
unique M . Elle sous-entend une somme pour chaque noyau soit 1

M
∂

∂R
=

∑N

i
1

Mi

∂
∂R

(i)

.
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T̂ n + ǫ1 + ~
2Λ̂11 ~

2Λ̂12 · · ·
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...
. . .

















Ψ ad
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Ψ ad
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Ψ ad
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(2.20)

Dans cette formulation de l’équation de Schrödinger moléculaire, l’évolu-
tion temporelle du système est représentée par l’évolution du paquet d’ondes
nucléaire sous la forme de fonctions d’onde associées aux états électroniques
adiabatiques.

Les états adiabatiques étant vecteurs propres de l’hamiltonien électro-
nique, sa représentation est diagonale, et les valeurs propres ǫi définissent
pour les noyaux un potentiel électronique dépendant de la géométrie. C’est
la notion de surface d’énergie potentielle.

Enfin, les termes hors diagonaux Λ̂ij dépendent de la variation de nature
des états électroniques en fonction des déplacements nucléaires. Lorsque
ces variations sont importantes, les couplages non-adiabatiques couplent
les états électroniques et permettent les transitions non-radiatives entre ces
états.

Ces couplages sont cruciaux d’un point de vue photochimique puisque
la présence de termes hors diagonaux permet un transfert d’énergie entre la
partie électronique et nucléaire tandis que la part diagonale des couplages
(correction non-adiabatique) est notamment à l’origine des effets de phase
géométrique à proximité des intersections coniques.

2.1.3 L’approximation de Born-Oppenheimer et sa
validité

L’approximation de Born-Oppenheimer consiste à négliger les termes
de couplage Λ̂ dans l’hamiltonien vibronique. Les termes de couplage étant
des termes cinétiques associés aux noyaux, leur importance est inversement
proportionnelle à la masse des noyaux. Celle-ci étant considérablement plus
importante que celle des électrons, cela justifie de négliger ces termes dans
de nombreuses situations.

On considère alors les électrons comme s’adaptant instantanément aux
mouvements des noyaux, tandis que les noyaux évoluent dans le champ
adiabatique ainsi créé par les électrons.

Chaque fonction d’onde nucléaire est découplée des autres. La dyna-
mique du système peut se représenter comme celle d’un ensemble de fonc-
tions d’onde nucléaires évoluant chacune dans leur paysage énergétique sans
interactions entre elles.
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2.2. Intersections coniques et états diabatiques

Cette approximation est tout à fait raisonnable dans le cas d’études de
réactivité ou de spectroscopie limitées à un seul état électronique énergé-
tiquement éloigné des autres. Cependant elle est mise en échec lorsque la
proximité des états augmente.

Dans le cadre du théorème d’Hellmann-Feynman hors diagonal [19, 20],
le terme de recouvrement électronique des couplages de premier ordre s’ex-
prime par :

Fij(R) =

〈

Φad
i ;R

∣

∣

∣

∣

∣

∂

∂R
Φad

j ;R

〉

=

〈

Φad
i ;R

∣

∣

∣

∂
∂R

Ĥel(R)
∣

∣

∣ Φad
j ;R

〉

ǫj(R) − ǫiR
(2.21)

On voit que dans le cas d’états électroniques proches en énergie, les cou-
plages non-adiabatiques deviennent particulièrement importants et divergent
dans le cas d’états dégénérés, aux intersections coniques.

À proximité des intersections coniques, les parties nucléaires et élec-
troniques du système sont intimement couplées. Ceci permet d’observer
un changement d’état électronique sans émission lumineuse, l’énergie étant
transférée dans la partie vibrationnelle.

Loin de la zone de validité de l’approximation de Born-Oppenheimer,
cette divergence des couplages résume toute la problématique de la dyna-
mique non-adiabatique à proximité des intersections coniques.

2.2 Intersections coniques et états
diabatiques

Les ouvrages de référence des méthodes et théories présentés dans cette
section sont : [21–23].

Nous avons vu que l’effet des couplages non-adiabatiques, devient si-
gnificatif lorsque la différence d’énergie entre les états considérés devient
faible. Dans la limite de la dégénérescence, à une intersection conique, ces
couplages divergent.

La description du paysage énergétique et sa modélisation doit s’accom-
moder des discontinuités de potentiel et de couplage. L’utilisation d’une
base diabatique pour décrire les surfaces d’énergie potentielle et les cou-
plages nous permet de nous affranchir de ces discontinuités mais nécessite
une approche spécifique de la modélisation des surfaces d’énergie poten-
tielle.
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2. Théorie

2.2.1 Dimensionalité d’une intersection conique

Commençons par considérer une base de deux états électroniques adia-
batiques

∣

∣

∣Φad
1 ;R

〉

et
∣

∣

∣Φad
2 ;R

〉

, la matrice de l’hamiltonien électronique est
diagonale dans cette base.

Hel
ad(R) =

[

ǫ1(R) 0
0 ǫ2(R)

]

(2.22)

Avec un autre choix d’états orthogonaux à valeurs réelles quelconques
|Φ1;R〉 et |Φ2;R〉, décrivant le même espace de Hilbert que celui des états
adiabatiques, la matrice hamiltonienne n’est plus nécessairement diagonale.

Hel(R) =

[

H11(R) H12(R)
H21(R) H22(R)

]

= S(R)1 +

[

−D(R) W (R)
W (R) D(R)

]

(2.23)

S(R) =
H11(R) + H22(R)

2
=

ǫ1(R) + ǫ2(R)
2

(2.24)

D(R) =
H22(R) − H11(R)

2
(2.25)

W (R) = H12(R) = H21(R) (2.26)

Cette matrice est réelle et symétrique et peut donc être diagonalisée par
une matrice de rotation U paramétrée par un angle ϕ.

U (R) =

[

cos ϕ(R) − sin ϕ(R)
sin ϕ(R) cos ϕ(R)

]

(2.27)

Hel
ad(R) = U †(R)Hel(R)U (R) (2.28)

Cette rotation est associé à une rotation des états sous-jacents de sorte
que :

∣

∣

∣Φad
1 ;R

〉

= cos ϕ(R) |Φ1;R〉 + sin ϕ(R) |Φ2;R〉 (2.29)
∣

∣

∣Φad
2 ;R

〉

= − sin ϕ(R) |Φ1;R〉 + cos ϕ(R) |Φ2;R〉 (2.30)

Le développement classique du problème aux valeurs propres pour une
matrice (2,2) permet de déterminer cet angle de rotation et donne la relation
entre les valeurs propres et les énergies adiabatiques

ǫ1,2(R) = S(R) ± ∆(R) = S(R) ±
√

D(R)2 + W (R)2 (2.31)

∆(R) =
√

D(R)2 + W (R)2 (2.32)

18



2.2. Intersections coniques et états diabatiques

On voit clairement que pour obtenir une dégénérescence, l’annulation de la
différence d’énergie entre les états ∆(Q) suppose d’annuler les deux termes
W (Q) et D(Q) . À l’inverse, à partir d’un point de dégénérescence les direc-
tions levant l’égalité des énergies au premier ordre sont les deux directions
pour lesquelles W et D augmentent le plus rapidement, donc leur gradients
respectifs.

D(Q)

W (Q)

∆(Q)

Figure 2.1 – Illustration de la levée de dégénérescence à une intersection
conique en fonction de W (Q) et D(Q)

Dans l’espace des 3N − 6 degrés de liberté nucléaires interne, une in-
tersection conique entre deux états de même symétrie et de même spin, est
décrite par un espace de dégénérescence (ou de couture) de 3N − 8 degrés
de liberté 4. La dégénérescence est localement levée au premier ordre par
deux directions, d’où l’aspect conique de l’intersection (voir figure 2.1), qui
constituent un sous espace à deux degrés de liberté dénommé espace de
branchement.

2.2.2 Espace de branchement

Afin d’expliciter les directions définissant l’espace de branchement, consi-
dérons la description au premier ordre autour d’une intersection conique
RX. La discontinuité dans les dérivées des énergies à proximité de l’inter-
section conique peut se comprendre dans le modèle à deux états par la

4. On peut voir que dans le cas d’une molécule diatomique avec un seul degré de
liberté interne, ces deux conditions ne peuvent a priori pas être satisfaites en même
temps, à moins que les couplages ne soient nuls pour des raisons de symétrie.
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2. Théorie

présence de la racine carrée dans l’expression de la différence d’énergie,
équation (2.32).

Choisissons deux états orthogonaux
∣

∣

∣Φ̄1;RX

〉

et
∣

∣

∣Φ̄2;RX

〉

que l’on iden-

tifie à une certaine paire d’états adiabatiques de référence
∣

∣

∣Φad
1 ;RX

〉

et
∣

∣

∣Φad
2 ;RX

〉

à l’intersection conique. On fait l’hypothèse que ces états ne va-
rient pas par un déplacement infinitésimal autour de l’intersection conique.
Soit à un point R = RX + δR on a

∣

∣

∣Φ̄1;R
〉

=
∣

∣

∣Φ̄1;RX

〉

et
∣

∣

∣Φ̄2;R
〉

=
∣

∣

∣Φ̄2;RX

〉

. Ces états sont souvent qualifiés de crude-adiabatiques.

Les gradients ∂RW̄ (RX) et ∂RD̄(RX) sont bien définis localement 5 Les
états ne varient pas et l’hamiltonien électronique varie de façon régulière
avec les coordonnées nucléaires. On peut les exprimer comme des termes de
type Hellmann-Feynman :

∂RD̄(R) =

〈

Φ̄2;RX

∣

∣

∣ ∂RĤel(RX)
∣

∣

∣ Φ̄2;RX

〉

−
〈

Φ̄1;RX

∣

∣

∣ ∂RĤel(RX)
∣

∣

∣ Φ̄1;RX

〉

2
(2.33)

∂RW̄ (R) =
〈

Φ̄1;RX

∣

∣

∣ ∂RĤel(RX)
∣

∣

∣ Φ̄2;RX

〉

(2.34)

En général on note x̄(1) = ∂RD̄(R) le vecteur du gradient de la différence
d’énergie et x̄(2) = ∂RW̄ (R) le vecteur de couplage dérivatif.

Les directions de ces deux vecteurs x̄(1) et x̄(2) lèvent la dégénérescence
à l’intersection conique au premier ordre. Du fait de leur nature locale, ils
définissent en un point donné de la couture un plan de branchement tangent
à l’espace de branchement (ce dernier est courbe si l’on considère des ordres
supérieurs[24, 25]). Par abus de langage, nous utiliserons par la suite le
terme espace de branchement pour nous référer au plan de branchement.
De plus, il convient de noter que le plan de branchement peut évoluer le
long de l’espace de couture.

Nous avons défini ces vecteurs d’espace de branchement par rapport aux
états adiabatiques, mais, à l’intersection conique, les états sont dégénérés
et le couplage W (R) est nul. Par conséquent tout mélange d’états propres
est lui-même un état propre. Ces vecteurs sont donc définis à un angle de
mélange près relié à l’angle de mélange θ arbitraire entre les nouveaux états
crude-adiabatiques et la base de référence.

|Φ1;RX〉 = cos θ
∣

∣

∣Φ̄1;RX

〉

+ sin θ
∣

∣

∣Φ̄2;RX

〉

(2.35)

|Φ2;RX〉 = − sin θ
∣

∣

∣Φ̄1;RX

〉

+ cos θ
∣

∣

∣Φ̄2;RX

〉

(2.36)

5. Pour alléger les notations, nous utiliserons par la suite ∂R pour signifier ∂
∂R

.
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2.2. Intersections coniques et états diabatiques

Ainsi, les vecteurs de l’espace de branchement x(1) et x(2) correspondant
à cette nouvelle base sont définis par une rotation des vecteurs de référence
x̄(1) et x̄(2).

x(1) = cos 2θx̄(1) − sin 2θx̄(2)

x(2) = sin 2θx̄(1) + cos 2θx̄(2)
(2.37)

Cet angle de rotation θ est arbitraire si l’on considère uniquement l’in-
tersection conique. En pratique il peut être utilisé pour fixer l’égalité en un
autre point entre les états adiabatiques et un mélange de ces états via une
rotation (cf. équation (2.29) et application section 4.3). Le cas d’un angle
θ = 0 nous ramène à la définition des états crude-adiabatiques de référence
(ceux choisis au départ).

Ces vecteurs d’espace de branchement offrent une description au premier
ordre au voisinage de l’intersection conique

H (1)(RX +δR) =
(

S(RX) + ∂RS(RX) · δR
)

1+

[

−x(1) x(2)

x(2) x(1)

]

·δR (2.38)

Les valeurs propres de cette matrice ne dépendent pas du choix effectué
pour l’angle θ.

2.2.3 États diabatiques

Revenons à la problématique de la divergence des couplage non-adiabatiques
posée équation (2.21). Nous avons montré, équation (2.32), que la différence
d’énergie est elle aussi sujette à une divergence dans ses dérivées à proximité
de l’intersection conique.

Le problème de ces discontinuités et divergences est double. D’un point
de vue de la modélisation des surfaces d’énergie potentielle, la présence d’un
point anguleux complique fortement l’ajustement de surfaces analytiques à
proximité de l’intersection conique. D’un autre coté, l’intégration numérique
utilisée pour propager le paquet d’ondes nucléaire dans le temps s’accom-
mode très mal des discontinuités de couplage et de potentiel, rendant la
dynamique en base adiabatique numériquement difficile.

Pour cette raison, il est d’usage d’utiliser des états dits diabatiques dé-
finis comme variant le moins possible avec les changements de coordonnées
nucléaires. Formellement, les états diabatiques minimisent les couplages
non-adiabatiques (2.17). Pour deux états diabatiques

∣

∣

∣Φdia
i ;R

〉

et
∣

∣

∣Φdia
j ;R

〉

,
cette condition est assurée si

〈

Φdia
i ;R

∣

∣

∣ ∂RΦdia
j ;R

〉

≈ 0 (2.39)
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Ces états sont en général choisis orthogonaux et sont considérés comme dé-
crivant le même espace que les états adiabatiques auxquels ils sont associés.

Bien qu’une diabatisation formelle ne soit rigoureusement possible que
dans le cas d’une diatomique [26] ou dans un espace de Hilbert complet, il
est possible d’obtenir des états diabatiques effectifs, dits quasi-diabatiques 6,
dans un sous-espace d’états électroniques supposés découplés des autres 7.

Dans le cas d’un modèle à deux états, on peut ramener la transformation
des états adiabatiques aux états diabatiques à une rotation paramétrée par
un angle de mélange ϕdia(R) dépendant des coordonnées nucléaires. Soit :

∣

∣

∣Φad
1 ;R

〉

= cos ϕdia(R)
∣

∣

∣Φdia
1 ;R

〉

+ sin ϕdia(R)
∣

∣

∣Φdia
2 ;R

〉

(2.40)
∣

∣

∣Φad
2 ;R

〉

= − sin ϕdia(R)
∣

∣

∣Φdia
1 ;R

〉

+ cos ϕdia(R)
∣

∣

∣Φdia
2 ;R

〉

(2.41)

de sorte que
Had(R) = Udia†(R)Hdia(R)Udia(R) (2.42)

avec

U (R) =

[

cos ϕdia(R) − sin ϕdia(R)
sin ϕdia(R) cos ϕdia(R)

]

(2.43)

Afin de minimiser les couplages non-adiabatiques de premier ordre F12(R),
on peut montrer que l’angle de rotation doit satisfaire à la relation

F12(R) ≈ −∂Rϕdia(R) (2.44)

Formellement les états diabatiques peuvent être obtenus en intégrant
cette relation le long de chemins à partir d’un point de référence [27]. On
obtient des états dont la nature électronique varie peu lors d’un déplacement
le long des coordonnées nucléaires.

Comme ces états ne sont a priori plus états propres de l’hamiltonien élec-
tronique, celui-ci n’est pas diagonal mais présente des termes de couplages
potentiels hors diagonaux. Par conséquent, les surfaces d’énergie poten-
tielle adiabatiques deviennent des surfaces d’énergie (termes diagonaux) et
de couplages (termes hors-diagonaux). L’espace d’intersection en représen-
tation diabatique est à 3N −7 coordonnées internes. Une bonne description
des couplages potentiels diabatiques équivaut à une bonne description des
couplages dérivatifs adiabatiques.

6. Par souci de simplicité et comme il est d’usage dans la litérature, nous omettons
de faire la distinction entre états diabatiques et quasi-diabatiques dans le reste de ce
manuscrit.

7. Typiquement dans le cas de l’approximation de Born-Oppenheimer de groupe qui
suppose bloc diagonal l’hamiltonien vibronique.
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2.2. Intersections coniques et états diabatiques

Considérant l’équivalence par rotation des états à l’intersection conique,
l’indétermination de l’angle de référence θ, utilisé équations (2.35) à (2.37),
équivaut à un degré de liberté supplémentaire dans le choix des états diaba-
tiques. Par conséquent, en fixant θ, on associe une certaine paire de vecteurs
d’espace de branchement à un choix déterminé de représentation diabatique
comme celle exprimée équation (2.38) localement, au voisinage d’une inter-
section conique. Ce choix permet notamment d’imposer la coïncidence des
deux représentations en un point où les états ne sont pas dégénérés.

2.2.4 Diabatisation

L’obtention d’une représentation diabatique à partir de données adia-
batiques est une problématique majeure de la dynamique non-adiabatique.

L’intégration des couplages à partir d’une référence, d’après l’équa-
tion (2.44) permet en principe de produire des états strictement diaba-
tiques. Cependant elle n’est rigoureusement applicable qu’au cas mono-
dimensionnel[26], son intérêt est donc limité aux diatomiques ( par exemple
[28]) et aux méthodes de trajectoires semi-classiques [29].

De nombreuse méthodes différentes ont été élaborées pour obtenir des
états quasi-diabatiques tentant d’approcher au mieux une représentation
diabatique[30]. Parmi les méthodologies existantes on peut distinguer les
approches de :

diabatisation directe basées sur une résolution contrainte du problème
électronique permettant d’obtenir par construction des états rédui-
sant les termes de couplage non-adiabatiques [31–34] . Ces méthodes
nécessitent par conséquent le calcul explicite des couplages et peuvent
donc s’avérer très coûteuses numériquement.

diabatisation par moindre variation qui tire profit de la conservation
de la nature des états électroniques diabatiques en différentes géomé-
tries moléculaires.
Une approche consiste à se baser sur la moindre variation de la fonc-
tion d’onde électronique par exemple par projection dans une base
d’états à un point de référence [35, 36]. On obtient alors les états
crude-adiabatiques évoqués sous-section 2.2.2 ) [37, 38]. Ceci néces-
site de connaitre la fonction d’onde considérée explicitement ce qui
n’est pas la cas par exemple de la plupart des méthodes perturbatives
multi-références, évoquées à la section 2.3 et utilisées dans ce travail 8.

8. Une extension intéressante des méthodes citées Ref. [35, 36] a été proposée pour
l’utilisation d’énergies à un niveau de calcul MS-MR-PT avec une diabatisation basée
sur des fonctions d’onde CASSCF [39–41].
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Il est aussi possible d’exploiter le fait que la faible variation de la fonc-
tion d’onde électronique entraîne une faible variation des propriétés.
On peut ainsi effectuer un diabatisation se basant par exemple sur les
moments dipolaires et quadrupolaires [42] .

diabatisation par ansatz qui suppose de la même façon la faible varia-
tion et donc la simplicité dans les expressions mathématiques des
fonctions décrivant l’évolution des éléments de l’hamiltonien diaba-
tique par rapport aux coordonnées nucléaires. L’idée principale est
donc d’établir un modèle matriciel de représentation des énergies et
des couplages diabatiques dont les valeurs propres coïncident au mieux
avec les énergies adiabatiques sur une certaine gamme de géométries
moléculaires ou au voisinage d’un point particulier.

Un exemple typique de diabatisation par ansatz est le modèle dit d’ha-
miltonien de couplage vibronique linéaire (LVC) défini par un développe-
ment limité local autour du point de Franck-Condon [43, 44]. On peut égale-
ment le développer autour de l’intersection conique comme dans l’équation
(2.38) en poussant à l’ordre deux le développement de S en fonction des
coordonnées nucléaires. La construction de cet hamiltonien permet d’ob-
tenir un modèle local décrivant correctement les effets non-adiabatiques à
proximité de l’intersection conique 9.

L’optimisation des paramètres de l’hamiltonien pour minimiser la diffé-
rence entre ses valeurs propres et les énergies adiabatiques peut être réalisée
sur un ensemble de points de référence. Il s’agit d’un ajustement sur les va-
leurs propres ce qui équivaut à une procédure hautement non-linéaire. On
parlera dans ce manuscrit de “fit sous la racine” par référence à la racine
carrée apparaissant dans la correspondance des termes des hamiltoniens
diabatiques et adiabatiques dans le cas à deux états (cf. équation 2.32).

Le modèle LVC est construit à partir de données locales et suppose un
faible écart à l’harmonicité dans la région d’intérêt pour la dynamique. Une
telle stratégie peut s’avérer insuffisante pour décrire un paysage complexe
entre le point de Franck-Condon et l’intersection conique.

Tout l’objet du chapitre 4 consiste à définir une approche de diabati-
sation par ansatz dans l’esprit d’un modèle LVC étendu pour décrire une
réactivité impliquant des mouvements de grande amplitude et une forte
anharmonicité de l’énergie potentielle électronique adiabatique, voire dia-
batique.

9. Notons que ce type d’hamiltonien peut être modifié dans le cadre d’une approche
de diabatisation dite régularisée afin de faire coïncider ses valeurs propres aux énergies
adiabatiques par construction [45].
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2.3 Méthodes de chimie quantique

Les ouvrages de référence des méthodes et théories présentés dans cette
section sont : [46, 47].

Nous allons considérer dans cette section la résolution du problème élec-
tronique et part conséquent de l’équation de Schrödinger indépendante du
temps pour les électrons (équation (2.13)) à noyaux fixés dans le cadre
de la séparation adiabatique. Nous nous concentrerons en particulier sur
l’approche par des fonctions d’onde, utilisées dans ce travail, et plus spé-
cifiquement sur les méthodes aptes à décrire avec précision la structure
électronique d’états dégénérés à proximité des intersections coniques.

2.3.1 Orbitales moléculaires et méthode de
Hartree-Fock

Le problème électronique n’est soluble analytiquement que dans le cas
d’un atome mono-électronique, menant au concept central de base d’orbi-
tales atomiques. Dans le cas poly-électronique (atomique ou moléculaire), le
problème est assimilable à un problème dit à n corps du fait des interactions
entre les électrons, et doit donc être résolu numériquement.

Analysons la contribution de chaque terme de l’hamiltonien électronique
au problème.

— Le terme de répulsion entre les noyaux V̂ nn ne dépend que des co-
ordonnées nucléaires qui sont fixes et considérées comme des para-
mètres. Il s’agit donc d’une constante qui peut être omise en pratique
(puis ajoutée a posteriori pour produire les surfaces d’énergie poten-
tielle).

— Les termes d’attraction V̂ ne et d’énergie cinétique des électrons T̂ e

sont mono-électroniques et n’induisent donc pas d’interaction entre
les électrons.

— Les termes de répulsion électron-électron V̂ ee sont bi-électroniques,
ce sont ceux qui rendent le problème non soluble de façon analytique.

L’hamiltonien poly-électronique n’est donc pas séparable en une somme
d’opérateurs mono-électroniques. On peut cependant, en première approxi-
mation, introduire pour chaque électron un opérateur de Fock f̂ , séparé
en une partie mono-électronique traitable de façon exacte, et une partie
d’origine bi-électronique sur laquelle est réalisée l’approximation de champ
moyen qui considère l’interaction de cet électron avec le champ moyen créé
par les autres électrons en lieu est place de l’interaction instantanée des
électrons entre eux. Les électrons étant indiscernables, l’opérateur de Fock
est unique.
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Dans cette approche la résolution du problème électronique passe par la
décomposition de la fonction d’onde électronique à n électrons en termes de
produits de fonctions mono-électroniques |φi(j)〉 pour l’électron j dites spin-
orbitales 10. L’approximation la plus simple, appelée méthode de Hartree-
Fock, commence par former un unique produit dit de Hartree. Celui-ci est
alors antisymmétrisé sous forme d’un déterminant de Slater afin de garantir
le principe de Pauli appliqué à des fermions identiques et qui stipule que la
fonction d’onde poly-électronique est impaire par rapport à la permutation
de deux électrons

|Φ0〉 =
1√
n!

∣

∣

∣

∣

∣

∣

∣

∣

|φ1(1)〉 |φ1(2)〉 · · ·
|φ2(1)〉 |φ2(2)〉

...
. . .

∣

∣

∣

∣

∣

∣

∣

∣

(2.45)

Ces spin-orbitales sont à leur tour décomposées dans une base de fonc-
tions permettant la résolution numérique du problème. On travaille en géné-
ral dans une base d’orbitales atomiques χj(r(k)), combinaisons de fonctions
gaussiennes centrées sur les noyaux.

φi(r(k)) =
Nbase
∑

j=1

C
(i)
j χj(r(k)) (2.46)

La résolution du problème électronique dans cette base consiste à résoudre
un problème aux valeurs propres généralisé, les équations de Roothan.

Le champ moyen électronique dépendant lui-même des fonctions élec-
troniques occupées on répète la résolution de ce problème de façon itérative
à partir d’un jeu d’orbitales d’essai :

1. Le calcul des éléments de matrice à partir du champ moyen

2. La résolution du problème aux valeurs propres

jusqu’à atteindre une convergence de l’énergie. Cette procédure est dénom-
mée “Self Consistent Field” (SCF). Dans un système à couches fermées, on
utilise la méthode de Hartree-Fock restreinte où les parties spatiales des or-
bitales moléculaires sont considérées comme identiques pour les deux états
de spin de l’électron. On obtient alors un jeu d’orbitales moléculaires toutes
doublement occupées.

Du fait de l’approximation de champ moyen, la fonction électronique
obtenue est une approximation de la fonction d’onde électronique exacte

10. Dans cette section, afin d’alléger les notations, nous omettons la dépendance pa-
ramétrique des fonctions électroniques aux coordonnées nucléaires ainsi que l’exposant
indiquant le caractère adiabatique.
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2.3. Méthodes de chimie quantique

qui surestime la répulsion électronique. La différence entre l’énergie Hartree-
Fock et l’énergie exacte est l’énergie de corrélation.

Le déterminant de Slater, résultat de la méthode Hartree-Fock, sert de
point de départ à tout l’éventail des méthodes de fonctions d’onde de la
chimie quantique pour l’état fondamental et/ou excité dont l’objectif est
de réussir à récupérer la plus grande part d’énergie de corrélation pour
s’approcher de la solution exacte du problème électronique.

2.3.2 Interaction de configuration

À partir du déterminant de Slater résultant de la méthode Hartree-Fock
(configuration fondamentale) la méthode la plus directe pour obtenir une
description des états excités et ainsi prendre en compte une partie de la
corrélation est d’exprimer la fonction d’onde de l’état fondamental ou d’un
état excité comme une combinaison linéaire incluant les autres détermi-
nants de Slater que l’on peut construire en considérant le reste des orbitales
moléculaires (configurations excitées). En considérant les déterminants cor-
respondant à des excitations depuis les orbitales occupées a, b, c... vers les
vacantes r, s, t..., on exprime la fonction d’onde électronique d’interaction
de configuration (CI) comme

∣

∣

∣ΦCI
〉

= B0

∣

∣

∣Φ0
〉

+
r

∑

a

Br
a |Φr

a〉 +
rs

∑

ab

Brs
ab |Φrs

ab〉 + . . . (2.47)

La résolution de l’équation de Schrödinger électronique consiste alors à
obtenir par une méthode de diagonalisation les valeurs des coefficients du
développement dans la base des déterminants considérés.

Poursuivre le développement sur toute les excitations possibles à partir
du déterminant Hartree-Fock (“Full”-CI), donne une solution “exacte” dans
les limites de la base d’orbitales atomiques considérée. Comme ce dévelop-
pement est rarement réalisable en pratique , on tronque souvent celui-ci
en choisissant un espace restreint d’excitations possibles afin de limiter le
nombre de configurations interagissant 11.

Les orbitales moléculaires peuvent être optimisées simultanément pour
contracter l’espace des configurations utiles 12, on parle alors de méthode
“Multi Configurational Self Consistent Field” (MCSCF)[48].

11. Plusieurs méthodes de troncature sont possibles, basées par exemple sur les excita-
tions simples (CIS) ou doubles (CID), ou bien les deux (CISD). Le choix de la méthode
dépend fortement de la taille et de la nature électronique du système.

12. Dans le cas d’une approche Full-CI, l’optimisation des orbitales moléculaires n’ap-
porte rien car elles génèrent le même espace de configurations que la base des orbitales
atomiques via une transformation unitaire.
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À ce stade, faisons un point sur l’énergie de corrélation et son interpré-
tation. Dans la littérature, cette énergie est séparée de façon qualitative en
deux types de contributions :

La corrélation statique correspond à l’erreur commise dans la descrip-
tion de la fonction d’onde électronique par un seul déterminant de
Slater. L’exemple de la dissociation de H2 illustre bien cette problé-
matique, la forme dissociée ne pouvant être décrite par un seul dé-
terminant de Slater dans la base des orbitales moléculaires. La même
idée s’applique au cas d’états électroniques proches en énergie, où une
description “mélangée” est plus représentative de la structure électro-
nique.

La corrélation dynamique correspond à l’erreur commise par l’absence
d’interaction instantanée entre les électrons du fait du champ moyen.
Si on peut approximer la description de H2 à un problème de corré-
lation statique pur, un problème de corrélation purement dynamique
serait celui de la structure électronique de l’atome d’hélium.

Cette séparation en deux types d’énergie de corrélation peut sembler
parfois artificielle. Elle permet cependant de se représenter les deux sources
de corrélation en terme d’interaction de configuration. La corrélation sta-
tique est l’effet d’un nombre restreint de configurations importantes pour
décrire la fonction d’onde électronique pour les états considérés. La corréla-
tion dynamique est la résultante d’un nombre très important d’interactions
faibles.

2.3.3 Espace actif

Pour revenir à la problématique de la description des états électroniques
à proximité d’une intersection conique, du fait de la dégénérescence des
états, la fonction d’onde est par nature fortement multi-configurationnelle,
imposant la prise en compte des effets de corrélation statique. Pour avoir
une description satisfaisante de la corrélation statique, il suffit de considérer
les états d’énergie proche susceptibles d’interagir.

La méthode de choix pour ce problème est la troncature du dévelop-
pement Full-CI à un espace actif, composé d’un choix restreint d’orbitales
entre lesquelles toutes les excitations possibles sont considérées pour un
nombre d’électrons fixé. Le choix de cet espace n’est pas trivial est dépend de
la nature du problème considéré [49]. Cette méthode est dite “Complete Ac-
tive Space” CI (CAS-CI) pour des orbitales moléculaires non réoptimisées.
La version MCSCF du CAS-CI est appelée CASSCF. C’est indéniablement
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la méthode de choix pour commencer à aborder un problème impliquant
des intersections coniques.

Un calcul au niveau CASSCF procède typiquement par cycles successifs
d’optimisation des orbitales et de diagonalisation de la matrice d’interac-
tion de configuration afin de minimiser l’énergie d’un état. Cependant, il
est souvent plus pertinent d’optimiser plutôt la moyenne des énergies d’un
ensemble d’états. Si l’on souhaite, par exemple, calculer une énergie de
transition entre deux états S0 et S1, il semble opportun d’avoir ces états
décrits avec une précision/erreur identique. Or, l’optimisation des orbitales
pour l’un des deux états entraîne une mauvaise description de l’autre et
vice-versa 13. Pour résoudre ce problème on optimise les coefficients des or-
bitales afin de minimiser la moyenne des énergies des états d’intérêt. C’est
l’approche State-Average notée SA−n-CASSCF avec n le nombre d’états
d’intérêt.

Le choix de l’espace actif est déterminant afin d’obtenir des configura-
tions significatives dans le cadre du problème étudié. On choisit en général
un certain nombre d’orbitales de valence occupées et vacantes qui sont sup-
posées importantes dans le cadre du processus étudié. Si l’on reprend le
cas du benzopyrane nous choisirons un espace actif composé de 6 orbitales
de valence doublement occupées et 5 vacantes soit 12 électrons dans 22
spin-orbitales, soit un total de

(

22
12

)

= 646646 déterminants de Slater. Il
est possible de diminuer encore le nombre de configurations en appliquant
des limitations sur le spin des configurations obtenues. Une des façons de
faire consiste à construire des configurations états propres de l’opérateur de
spin électronique total Ŝ2 comme des combinaisons linéaires particulères de
déterminants de Slater, ce sont les “Configuration State Fonctions” (CSF).
Dans notre exemple du benzopyrane, si on se limite aux états singulets,
cette construction réduit le nombre de configurations à 60984, soit un ordre
de grandeur par rapport à l’espace initial de déterminants de Slater.

Le traitement au niveau SA-CASSCF de la fonction d’onde permet d’ob-
tenir une bonne prise en compte de la corrélation statique pour un ensemble
d’états d’intérêt. Cependant dans le but d’obtenir des surfaces d’énergie
potentielle précises d’un point de vue quantitatif, la corrélation dynamique
doit aussi être prise en compte, on parle alors de méthodes post-CASSCF
ou multi-références.

Toutes les méthodes évoquées jusqu’à présent reposent sur le principe
variationnel. Celui-ci stipule que l’énergie moyenne d’une fonction d’onde

13. Dans le cas d’une dégénérescence, cela permet également d’éviter des problèmes
d’inversion d’états qui empêcherait la convergence.

29



2. Théorie

approchée Ψ est supérieure à l’énergie exacte de l’état fondamental E0

〈

Ψ
∣

∣

∣Ĥ − E0|Ψ
〉

≥ 0 (2.48)

On peut le généraliser aux états excités par projections orthogonales suc-
cessives. Dans le cadre des méthodes variationnelles, l’optimisation des pa-
ramètres impliqués dans l’expression d’une fonction d’onde a donc pour
objectif la minimisation de l’énergie approchée jusqu’à convergence. Dans
le cas d’un développement sous forme de combinaison linéaire, le principe
variationnel est ramené à la résolution d’un problème aux valeurs propres
dans une base (équations séculaires) donc à la diagonalisation d’une ma-
trice.

Dans le cadre de ce travail, la taille du système considéré impose l’utili-
sation de méthodes post-CASSCF perturbatives permettant de considérer à
moindre coût un grand nombre de configurations excitées pour le traitement
de la corrélation dynamique.

2.3.4 Corrélation dynamique par une perturbation

Les effets de corrélation dynamique sont en général la somme d’un grand
nombre de petites corrections. C’est donc un problème parfaitement adapté
aux méthodes perturbatives reposant sur l’idée d’une perturbation considé-
rée comme de faible amplitude par rapport aux solutions du problème non
perturbé.

Formellement, on définit un hamiltonien à l’ordre zéro Ĥ0 et les fonc-
tions d’ordre zéro supposées solutions exactes de ce dernier. On applique
successivement à l’hamiltonien et aux fonctions une série de corrections
permettant de se rapprocher, si la série converge, de la solution exacte du
système. L’avantage de cette approche est que les ordres de perturbation
définissent des systèmes successifs d’équations couplées, bien moins coûteux
à résoudre numériquement qu’un problème aux valeurs propres 14.

Application au cas d’une fonction d’onde électronique à
plusieurs déterminants

L’application de la théorie des perturbations à une fonction d’onde élec-
tronique de type Hartree-Fock à un seul déterminant est une méthode bien
établie et couramment implémentée, la plus célèbre étant sans doute la va-
riante Møller-Plesset à l’ordre n (MPn). En général un développement à

14. En particulier, les approches perturbatives se prêtent particulièrement bien à la
parallélisation sur des processeurs graphiques (GPU) du fait de la structure des systèmes
d’équation [50].
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l’ordre 2 fournit déjà une bonne représentation bien qu’il soit possible de
pousser les séries de perturbation à des ordres beaucoup plus élevés.

Pour la suite, il est utile à ce stade de rappeler que l’hamiltonien d’ordre
zéro des diverses méthodes perturbatives mentionnées dans ce travail est
l’opérateur de Fock f̂ (en toute rigueur une somme de n opérateurs de
Fock identiques). La somme des énergies des orbitales occupées au niveau
Hartree-Fock représente donc l’énergie d’ordre zéro. Celle-ci contient deux
fois l’énergie moyenne de répulsion électronique totale. L’écart entre l’opé-
rateur de répulsion électronique et sa moyenne est l’opérateur de pertur-
bation. L’énergie Hartree-Fock est obtenue en ajoutant la moyenne de ce
terme à l’énergie d’ordre zéro. En pratique, ceci permet de ne compter
qu’une fois l’énergie moyenne de répulsion électronique totale. La méthode
Hartree-Fock peut donc être assimilée à un traitement MP1.

Dans le cas nous concernant, la fonction d’onde électronique à l’ordre
zéro est obtenue au moyen d’un calcul CASSCF, c’est une solution combi-
nant plusieurs déterminants. On parle alors de perturbations multi-références
(MR-PT). L’hamiltonien à l’ordre zéro est donc évalué dans un espace de
référence R résultat du calcul CASSCF, et d’un ensemble d’états pertur-
bateurs S typiquement des doubles et simples excitations des fonctions de
référence. L’application des perturbations permet d’obtenir les énergies et
fonctions à un ordre donné. En général, on limite une fois encore ce déve-
loppement à l’ordre 2.

L’application de MR-PT a donné lieu à plusieurs approches, différant
dans le choix de l’hamiltonien à l’ordre zéro, et des états perturbateurs.
Parmi celles-ci, on peut citer les principales méthodes de perturbation à
l’ordre 2 : CASPT2 par Andersson, Malmqvist et Roos [51], MR-MP2 par
Hirao [52], et plus récemment NEVPT2 par Angeli et al. [53] 15. Ces mé-
thodes mettent en place une approche dite “diagonalisation puis perturba-
tion” où les états de référence sont considérés comme de bonnes descriptions
d’ordre zéro du problème électronique.

Traitements perturbatifs multi-états

Dans le cas où des états se retrouvent fortement modifiés par la perturba-
tion, cette hypothèse sur la qualité de la description à l’ordre zéro est mise
en défaut. En particulier, on constate parfois dans le cas de traitements
CASPT2, l’apparition d’états intrus dont les énergies après perturbation
viennent s’intercaler entre les énergies des états cibles (ceci sera illustré
dans le cas du benzopyrane section 3.3).

15. La différence entre ces méthodes réside principalement dans la contraction de l’es-
pace de référence R et du choix de l’espace de perturbation S.
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D’autre part, l’approche “Single-State”-CASPT2 (SS-CASPT2 ou plus
simplement CASPT2 sans plus de précision), dite “ diagonalisation puis
perturbation”, est sous-tendue par des états qui, s’ils étaient explicitement
construits, pourraient ne plus être orthogonaux. En d’autres termes, ces
états ne sont pas mutuellement équilibrés car ils ne proviennent pas de
la diagonalisation d’un hamiltonien commun. Ceci peut s’avérer probléma-
tique dans la description des intersections coniques et de leur voisinage.

Plutôt que de perturber chaque état de référence isolément, une solution
consiste à construire un hamiltonien effectif pour un espace modèle P consti-
tué de plusieurs états de référence dans le cadre de la théorie des pertur-
bations quasi-dégénérées. La diagonalisation de cet hamiltonien permet de
remélanger les états entre eux après perturbation afin d’obtenir une repré-
sentation finale plus équilibrée. C’est ce qu’on appelle une approche “Multi-
State – Multi-Reference” de la théorie des perturbations (MS-MR-PT), dite
“ diagonalisation puis perturbation puis diagonalisation”. Les généralisa-
tions MS des méthodes précédentes sont respectivement MS-CASPT2 par
Finley [54] et al., MCQDPT2 par Nakano [55] et QD-NEVPT2 par Angeli
et al. [56]

Ces méthodes sont censées être plus adaptées à la description d’états
pour lequel les solutions CASSCF à l’ordre zéro ne constituent pas tou-
jours une bonne approximation, typiquement des états zwitterioniques ou à
transfert de charge présentant de forts effets de corrélation dynamique dus
à la localisation électronique.

Pour autant, en pratique, on constate l’apparition d’irrégularités dans
les surfaces d’énergie potentielle obtenues par ces méthodes dans le cas
d’états électroniques dégénérés ou quasi-dégénérés. La description correcte
de ces situations est pourtant cruciale pour l’étude des surfaces d’énergie
potentielle présentant des croisements évités ou des intersections coniques.

2.3.5 Formulation étendue

En 2011, Granovsky a proposé une version “eXtended” de la méthode
MCQDPT2 (XMCQDPT2) [57] permettant de pallier à ces problématiques.
Celle-ci corrige la formulation de l’hamiltonien d’ordre zéro afin de garan-
tir de meilleures propriétés. Cette extension a été depuis généralisée à la
méthode MS-CASPT2 (XMS-CASPT2) [58].

Le principe en est le suivant. Les méthodes classiques de MS-MR-PT
approximent l’hamiltonien d’ordre zéro (bloc PP représenté figure 2.2) à un
hamiltonien diagonal composé des valeurs moyennes de l’opérateur de Fock
sur les états CASSCF. En d’autres termes, les fonctions d’ordre zéro issues
du calcul CASSCF sont assimilées aux fonctions propres de l’opérateur de
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Figure 2.2 – Illustration des partitions de l’hamiltonien d’ordre zéro des mé-
thodes MS-MR-PT Repris de la référence [57].

Fock dans le sous-espace P. Or, elles sont en réalité fonctions propres de
l’hamiltonien exact restreint à ce sous-espace. A ce titre, on peut considérer
que l’énergie CASSCF est corrigée au premier ordre par rapport à l’opéra-
teur de Fock, de même que l’énergie Hartree-Fock (cf. remarque plus haut
concernant MP1).

Cette approximation a pour effet d’amener à une surestimation des
termes de couplage hors diagonaux de l’hamiltonien effectif diagonalisé dans
la dernière étape du processus. En particulier, il peut être montré que dans
l’espace modèle P des états choisis pour le traitement MS, l’approximation
d’un hamiltonien d’ordre zéro diagonal entraine une augmentation artifi-
cielle des termes de l’hamiltonien effectif couplant les états de structure
électronique proche [59].

On comprend alors qu’à proximité d’une intersection conique où deux
états sont dégénérés cette approximation puisse entrainer des erreurs im-
portantes.

La formulation étendue lève cette approximation et permet donc de
formuler un hamiltonien d’ordre zéro de meilleure qualité, non diagonal
dans le sous-espace P. Le bloc PP de la matrice de l’opérateur de Fock
est construit dans la base des fonctions CASSCF de référence. Ce bloc de
matrice est plein, mais le surcoût computationnel est très faible puisqu’il est
possible de le diagonaliser avant le traitement perturbatif. On peut parler
de “diagonalisation rediagonalisation perturbation diagonalisation”. Cette
approche peut être mise en parallèle avec l’obtention de “bonnes fonctions”
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d’ordre zéro dans le cadre de la théorie des hamiltoniens effectifs et des
perturbations quasi-dégénérées.

Par ailleurs cette formulation présente l’avantage de rendre les équations
couplées de perturbation invariantes par rotation des états du sous-espace
P et permet donc des optimisations spécifiques des méthodes XMS-MR-
PT les rendant numériquement compétitives pour des systèmes de taille
moyenne.

En tout état de cause, l’utilisation de cette approche s’est montrée effi-
cace et robuste pour la description sans artefact de la proximité d’intersec-
tions coniques [60–63].

2.4 Méthodes de dynamique quantique

Les ouvrages de référence des méthodes et théories présentés dans cette
section sont : [64, 65]

2.4.1 Formalisme général

Le prérequis à la résolution numérique de l’équation de Schrödinger
nucléaire est l’expression de la fonction d’onde nucléaire dans une base. La
méthode “standard” formule la fonction d’onde nucléaire, dépendante du
temps et de plusieurs coordonnées, dans une base de fonctions orthonormale
comme :

Ψstd(Q1 . . . QD, t) =
N1
∑

j1=1

. . .
ND
∑

jD=1

Cj1...jD
(t)

D
∏

k=1

χ
(k)
jk

(Qk) (2.49)

où χ
(k)
jk

désignent les fonctions de base primitives orthonormées pour le degré
de liberté nucléaire Qk. Avec Ni le nombre de fonctions de base dans un
degré de liberté Qi, on voit que pour D degrés de liberté, ce développement
nécessite ND coefficients de développement dépendants du temps.

Comme dans le cas électronique, la précision des grandeurs mesurables
dépend de la taille de la base utilisée. Ce qui nécessite que Ni soit assez
grand pour arriver à la convergence, c’est-à-dire, à une précision suffisante
pour négliger les changements des grandeurs si l’on augmente encore Ni.

Partant d’une condition initiale fixée et de l’ansatz de l’équation (2.49),
la résolution de l’équation de Schrödinger dépendante du temps est obtenue
par application d’un principe variationnel, ici le principe de Dirac-Frenkel :

〈

δΨ
∣

∣

∣Ĥ − i~
∂

∂t

∣

∣

∣Ψ
〉

= 0 (2.50)
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où δΨ correspond à une variation de la fonction d’onde permise par une
variation des paramètres de son développement dans une base.

Dans l’équation (2.49) ces paramètres sont les coefficients Cj1···jD
(t). Le

principe variationnel permet donc d’obtenir les équations couplées donnant
l’évolution au cours du temps de ces coefficients. Le nombre d’équations
couplées évoluant avec le nombre de coefficients, l’augmentation exponen-
tielle du nombre de coefficients limite en pratique la résolution par la mé-
thode standard à quelques degrés de liberté, en considérant simplement une
dizaine de fonctions de base primitive par degré de liberté.

D’un point de vue pratique, ces équations du mouvement sont résolues
numériquement par une discrétisation temporelle et une intégration numé-
rique [66–70].

Il est intéressant d’observer que l’état vibrationnel fondamental peut être
obtenu par une méthode dépendante du temps en réalisant une propagation
en temps imaginaire.

L’équation de Schrödinger devient alors

~
∂Ψ(t)

∂t
= −ĤΨ(t) (2.51)

En exprimant la solution dans la base des états propres, on obtient:

Ψ(t) =
∑

i

ai e−~EitΨi . (2.52)

On constate que du fait de l’apparition de fonctions exponentielles décrois-
santes, l’état avec l’énergie la plus basse va voir sa population relative aug-
menter avec le temps. En imposant une contrainte sur la conservation de la
norme, cette méthode permet de faire converger le paquet d’ondes vers un
état propre de Ĥ , préférentiellement l’état fondamental.

Cette méthodologie de relaxation est particulièrement pratique puis-
qu’elle permet d’utiliser le même outillage numérique pour les calculs des
états propres et la propagation temporelle.

2.4.2 Représentation de la base primitive

En pratique on utilisera deux bases de représentation par degré de liberté
de la fonction d’onde, chacune adaptée à l’application d’un type d’opéra-
teurs.

Une première base dite “Finite Basis Representation” (FBR) est com-
posée de fonctions quelconques, en général solutions propres d’un problème
quantique mono-dimensionnel pour une particule.
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Par exemple, les fonctions sinus sont solutions propres du problème
quantique d’une particule dans une boîte à une dimension. Ces fonctions
de base sont très souvent utilisées pour des degrés de liberté associés à un
élément de volume de la forme dV = dx .

Les deux premières fonctions sinus sont présentées sur la figure 2.3

X0 Xn+1

Figure 2.3 – Les deux premières fonctions (sinus) pour le problème quantique
d’une particule dans une boîte.

D’autres fonctions FBR sont souvent utilisées selon le sens physique du
degré de liberté considéré. On peut citer: les polynômes de Legendre pour
les angles, les harmoniques sphériques pour les mouvements de rotation,
des fonctions de Hermite pour les mouvements d’étirement de liaisons chi-
miques.

La base FBR a l’avantage de simplifier l’action des opérateurs dérivatifs.
Par exemple, l’opérateur d’énergie cinétique − ~

2

2M
∂2

∂x2 est diagonal dans la
base des fonctions sinus présentée ci-dessus. En revanche, l’évaluation de
l’action des opérateurs multiplicatifs comme l’opérateur potentiel électro-
nique ǫ(x) peut s’avérer très coûteuse dans cette base FBR.

Pour cette raison, on utilise une seconde base dite “Discrete Variable
Representation” (DVR) [66, 71, 72]. Ces deux bases couvrent le même es-
pace mathématique : on passe de l’une à l’autre par une transformation
unitaire.

La base DVR est obtenue par diagonalisation de l’opérateur de position
dans la base FBR [66, 73]. Les valeurs propres obtenues définissent des
points de grilles auxquels correspondent des fonctions propres très localisées
spatialement sur un point de grille xα et nulles aux autres points (cf. Figure
2.4).

Cette localisation spatiale des fonctions DVR les assimile à une fonction
δ de Dirac et par conséquent, pour un potentiel V (x), appliqué dans cet
espace {χi} des fonctions DVR, les éléments de matrices sont simples, et la
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2.4. Méthodes de dynamique quantique

Figure 2.4 – Deux fonctions sinus DVR centrées autour de deux points de
grille. Ces fonctions sont nulles sur tous les autres points de grille.

matrice diagonale pour tout opérateur multiplicatif.
〈

χα

∣

∣

∣V
∣

∣

∣χβ

〉

= V (xα)δαβ (2.53)

En pratique, on met à profit cette double représentation en appliquant
les opérateurs multiplicatifs dans la base DVR et en représentant les opé-
rateurs dérivatifs en passant temporairement dans la base FBR par une
transformation unitaire.

On peut définir une DVR et une FBR pour chaque degré de liberté
nucléaire. Malheureusement, le nombre de fonctions de base augmente très
rapidement avec le nombre de degrés de liberté. En pratique, on est limité
à des molécules à quatre atomes maximum en résolvant directement l’équa-
tion de Schrödinger avec cette approche. Il est donc nécessaire de définir
des bases construites de façon plus judicieuse pour traiter des systèmes plus
grands.

2.4.3 MCTDH

De nombreuses méthodes ont été développées pour définir une base in-
termédiaire, s’exprimant dans la base primitive (FBR ou DVR) mais qui
est construite de telle sorte que son expansion puisse être tronquée afin de
limiter le nombre de coefficients en jeu [74–82].

La méthode Multi-Configuration Time-Dependent Hartree (MCTDH)
[83, 84], utilisée dans ce travail, est l’une de ces approches qui a la spéci-
ficité de faire intervenir la dépendance au temps dans les fonctions de la
base intermédiaire et les coefficients d’expansion de celles-ci dans la base
primitive.
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2. Théorie

L’ansatz pour la fonction d’onde MCTDH s’écrit de la façon suivante :

ΨMCTDH(Q1 . . . QD, t) =
n1
∑

j1=1

. . .
nD
∑

jD=1

Aj1...jD
(t)

D
∏

k=1

ψ
(k)
jk

(Qk, t) (2.54)

Les fonctions ϕ
(k)
jk

(Qk, t) sont des fonctions à une particule dites SPF
dépendant d’un degré de liberté 16. Elles s’expriment dans la base primitive
indépendante du temps

ψ
(k)
jk

(Qk, t) =
Nk
∑

m=1

C
(k)
jk,m(t)χ(k)

m (Qk) (2.55)

En contraste avec l’équation (2.49) le nombre de coefficients dépend des
deux niveaux de représentation, le nombre de SPFs nD dans un degré de
liberté et le nombre de fonctions de base Nk dans ce mode. Cependant, on
constate que le nombre total de paramètres passe à nD + DnN , la repré-
sentation compacte d’un degré de liberté par une SPF permet de réduire
fortement le nombre de SPFs par rapport aux fonctions de base et entraine
une diminution considérable du nombre de coefficients pour un système
possédant beaucoup de degrés de liberté.

La dérivation des équations du mouvement pour l’ansatz MCTDH à
partir du principe variationnel amène à une propagation temporelle couplée
des coefficients des SPFs et de la base primitive. L’application du principe
variationnel créé des fonctions de base qui s’adaptent en fonction du temps
le long de la propagation. Bien que ces équations soient notablement plus
compliquées à résoudre, leur nombre est fortement moindre du fait de la
réduction du nombre de coefficients. Au final la méthode MCTDH permet
le traitement d’un grand nombre de degrés de liberté de manière efficace.

Un parallèle intéressant peut être fait avec l’approche MCSCF des cal-
culs de structure électronique. L’approche MCTDH est une approche MCSCF
mais appliquée aux noyaux et dépendante du temps, où les SPFs jouent le
rôle d’orbitales vibrationnelles décomposées dans une base primitive. Bien
entendu, cette comparaison trouve ses limites dans la formulation des com-
binaisons de SPFs comme un produit de Hartree, quand la fonction d’onde
électronique requiert une anti-symétrisation.

Pour les systèmes de très grande taille, il existe une version multicouche
de MCTDH [85–92] où l’ansatz peut être exprimé avec des fonctions à

16. Il est possible de les faire dépendre de plus d’un degré de liberté, en réalisant dans
ce cas un développement “standard” dans les bases primitives des degré de liberté (DOF)
considérés. Cette approche de combinaison de mode peut s’avérer utile dans le cas de
degrés de libertés fortement corrélés.
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2.4. Méthodes de dynamique quantique

une particule dépendantes de plusieurs degrés de liberté nucléaires et du
temps. Celles-ci sont à leur tour exprimées en fonction d’autres fonctions
à une particule dépendantes du temps. Cette construction est répétée de
manière récursive jusqu’à atteindre l’expression de SPFs dans la base pri-
mitive. Cette approche permet de réduire drastiquement la dépendance du
nombre de coefficients au nombre de degrés de liberté au prix d’équations
du mouvement bien entendu plus complexes.

2.4.4 Interaction avec un champ extérieur

Nous avons depuis le début de ce chapitre considéré un système molécu-
laire isolé sans interaction. Considérons désormais l’application d’un champ
électrique externe représenté par l’opérateur V̂ ext(t), en général dépendant
du temps.

Dans l’approximation du moment dipolaire, l’interaction entre la molé-
cule et le champ extérieur s’écrit de la façon suivante:

V ext = −µ(r,R) · E(t) (2.56)

avec µ(r,R) le vecteur dipole électrique de la molécule (moment dipolaire),
et E(t) le champ électrique extérieur.

Dans une molécule, le moment dipolaire peut être décomposé en deux
parties, l’une provenant de la répartition des charges des électrons, µel(r),
et l’autre de la répartition des charges des noyaux, µnu(R). Le moment
dipolaire s’écrit donc

µ(r,R) = −e
∑

i

ri + e
∑

α

ZαRα

= µel(r) + µnu(R) (2.57)

Dans le cadre de la représentation adiabatique, le moment dipolaire
dépend comme les fonctions d’onde de façon paramétrique de coordonnées
nucléaires. Si on intègre sur les états électroniques adiabatiques

〈

Φad
n ;R

∣

∣

∣µ(R)
∣

∣

∣ Φad
l ;R

〉

= µnl(R) = µ
el,ad
nl (R) + δnlµ

nu,ad
nl (R) (2.58)

On constate que le moment dipolaire de transition (entre deux états élec-
troniques) ne dépend que du moment dipolaire électronique. Dans le cadre
de l’approximation de Condon celui-ci est supposé constant par rapport
aux coordonnées nucléaires, ce qui est justifié en partie par la continuité
des états électroniques par rapport aux déplacements nucléaires.
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2. Théorie

En considérant l’aspect décorrélé des dynamiques nucléaires et élec-
tronique dans l’approximation de Born-Oppenheimer, on peut dans l’ap-
proximation dite de Franck-Condon considérer une transition électronique
comme s’effectuant à “géométrie fixe”. Ceci permet de simuler un spectre
d’absorption électronique par une promotion directe du paquet d’ondes nu-
cléaire dans l’état fondamental vibrationnel d’un état électronique vers un
autre état électronique et d’analyser sa décomposition spectrale dans cet
état.

Plus de détails seront fournis dans le chapitre 5 sur la prise en compte
du champ électrique dans le cas d’une impulsion laser.
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Chapitre 3

Exploration des surfaces
d’énergie potentielle du
benzopyrane

“ These are all sans-serif compounds. Serif compounds are dramatically different and

usually much more reactive. ”

xkcd 1442 : Chemistry

Dans ce chapitre, nous présenterons les développements réalisés durant
ce projet concernant l’exploration et le calcul des surfaces d’énergie poten-
tielle du benzopyrane.

Le travaux précédents sur le benzopyrane [14, 15, 93, 94] au sein de
l’équipe CTMM avaient soulevé la question de la pertinence d’une descrip-
tion au niveau CASSCF des surfaces d’énergie potentielle pour la modé-
lisation de la photo-réactivité. Bien que cette description et le mécanisme
associé soit celle historiquement acceptée dans la littérature [12], elle ne
permet pas un accord des énergies de transition avec les observations expé-
rimentales.

Le modèle de surface d’énergie potentielle réalisé en première approche
au niveau CASSCF, devait donc être amélioré par l’utilisation de méthodes
post-CASSCF, ce qui a constitué le point de départ du travail présenté dans
ce manuscrit.

Nous commencerons notre analyse par un retour sur les résultats obte-
nus au niveau de calcul CASSCF, afin d’apporter une première description
statique du mécanisme de réaction, en accord avec la littérature.
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3. Exploration des surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane

Nous nous concentrerons ensuite sur l’effet de l’ajout de corrélation dy-
namique, par des méthodes perturbatives multi-références sur le paysage
énergétique. Nous insisterons sur les différences entre les résultats obtenus
selon le type de méthode utilisée pour le traitement perturbatif, qui justi-
fient le choix de la méthode XMCQDPT2.

L’espace actif des calculs CASSCF servant d’entrée pour les calculs post-
CASSCF, le mécanisme réactionnel est censé rester qualitativement iden-
tique malgré des changements quantitatifs. Nous verrons cependant que des
modifications significatives sont observées, ce qui conforte le choix d’une ap-
proche à un niveau de calcul plus élevé.

Nous étudierons les changements de topographie et de géométrie obser-
vés après optimisation des points critiques au niveau de calcul XMCQDPT2
par rapport aux résultats obtenus au niveau CASSCF.

Enfin, nous aborderons le calcul des vecteurs d’espace de branchement
du benzopyrane au niveau XMCQDPT2 à partir des seules énergies. Nous
présenterons brièvement la méthodologie employée, pour laquelle plus de
détails seront donnés en annexe A sous forme d’un article publié.

3.1 Méthodologie

L’exploration d’une surface d’énergie potentielle est une affaire de com-
promis entre besoin de précision et le temps de calcul. Du fait du surcout
de calcul des méthodes post-CASSCF, l’optimisation de points critiques
s’avère particulièrement lourde numériquement. Ceci est dû principalement
à l’absence de gradients analytiques implémentés dans les logiciels de chimie
quantique 1.

Pour ces raisons, nous avons tout d’abord procédé à une exploration
des surfaces au niveau CASSCF. Les géométries et structures électroniques
obtenues ont ensuite servi de point de départ pour évaluer l’effet de la prise
en compte de la corrélation dynamique par des méthodes perturbatives.
Suite au choix de la méthode XMCQDPT2, nous avons procédé à une ré-
optimisation complète des points critiques à ce niveau de calcul.

3.1.1 Choix des méthodes et logiciels

Comme abordé à la section 2.3, les méthodes de perturbation multi-
références sont le choix usuel pour l’ajout de corrélation dynamique à une

1. Ceci était vrai pour la plupart des codes de chimie quantique jusqu’à l’implé-
mentation récente des gradients analytiques au niveau XMS-CASPT2 dans le logiciel
BAGEL [58, 95].
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fonction d’onde CASSCF dans le cas de molécules de taille moyenne à
l’image du benzopyrane.

Notre objectif étant la comparaison et l’utilisation de ces méthodes post-
CASSCF perturbatives, c’est la disponibilité des implémentations de ces
méthodes qui nous a guidée dans notre choix de logiciels. L’utilisation de
ces méthodes s’est fortement développée au cours de la précédente décennie
dans le cadre d’études de photochimie théorique mais leur implémentation
complète dans les codes de chimie quantique reste encore en cours de déve-
loppement.

Concernant le traitement perturbatif par les méthodes CASPT2 et MS-
CASPT2, nous avons choisi le logiciel Molcas [96], celui-ci étant utilisé et
développé en premier lieu pour ce type de calculs. L’implémentation actuelle
des méthodes CASPT2 dans ce logiciel est réputée robuste et performante.

La méthode XMCQDPT2 est d’un grand intérêt pour ce travail puisque
qu’elle est par construction plus adaptée à la description des régions de
dégénérescence électronique (intersections coniques). Cette méthode n’était
implémentée que dans le logiciel Firefly8 [57] à l’époque du démarrage
de cette étude. Nous avons donc utilisé ce logiciel pour les calculs de type
XMCQDPT2.

Comme, nous l’avons abordé en section 2.3, la méthode XMS-CASPT2,
inspirée de XMCQDPT2, pourrait faire l’objet d’une comparaison systéma-
tique intéressante avec la méthode XMCQDPT2, les deux formalismes étant
a priori adaptés à la description des intersections coniques. Cette méthode
est implémentée dans le logiciel Molpro [58] et en cours d’implémentation
dans le logiciel Molcas.

Cependant, la version Molpro2012 disponible à l’époque de cette
étude présentait des difficultés pour utiliser des espaces actifs trop grands
comme référence au traitement perturbatif. Nos tentatives d’utilisation s’étant
révélées infructueuses, cette comparaison n’a pas pu être effectuée. L’implé-
mentation des dernières versions semblant plus stable et robuste, ce pourrait
être une piste intéressante à explorer par la suite.

3.1.2 Choix de la base d’orbitales

Une première exploration des surfaces d’énergie potentielle a été réalisée
au niveau CASSCF avec optimisation des orbitales moléculaires par une
approche “state-average” comprenant les deux premiers états (dénoté SA-
2). Nous avons choisi d’utiliser la base 6-31G*, soit une base de Pople en
split valence, double ζ, polarisée avec des orbitales d sur les carbones et
l’oxygène. Ce choix présente un bon compromis entre taille de la base et
performance et permet une comparaison directe avec la littérature existante.
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3. Exploration des surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane

Les calculs au niveau post-CASSCF ont été réalisés avec une base plus
étendue, afin de rendre compte de l’augmentation de complexité de la fonc-
tion électronique du fait de l’ajout de corrélation dynamique. Nous avons
utilisé des bases triple ζ avec ajout de fonctions de polarisation. Pour les
calculs sous Firefly8, nous avons utilisé la base TZV de Dunning avec
un jeu d’orbitales d de polarisation sur les carbones et l’oxygène. Pour les
calculs réalisés sous Molcas, le logiciel étant optimisé pour les bases de
type ANO nous avons choisi la base ANO-S-VTZP pour les carbones et
l’oxygène, et ANO-S-VDZP pour les hydrogènes. Bien que ces bases ne
soient pas strictement équivalentes, on peut estimer qu’elles se ressemblent
suffisamment pour que les résultats soient comparables entre les différents
logiciels.

3.1.3 Méthodes d’exploration des surfaces d’énergie

Les minima des surfaces d’énergie potentielle au niveau SA-2-CASSCF
ont été optimisés en utilisant une méthode de type Newton-Raphson et un
algorithme dit de mise à jour du hessien [97].

De façon usuelle, l’optimisation de l’état de transition dans l’état excité
est réalisée par intégration d’une coordonnée de réaction intrinsèque (IRC)
[98].

De nombreuses méthodes d’optimisation d’intersections coniques sont
disponibles [99–102]. Leur usage dépend principalement de la disponibilité
des couplages dérivatifs au niveau de calcul considéré. Au niveau CASSCF,
nous avons utilisé une méthode d’optimisation d’intersection conique d’éner-
gie minimale basée sur une projection du gradient hors de l’espace des cou-
plage [103] 2.

L’optimisation des points critiques au niveau XMCQDPT2 a été réalisée
avec des gradients numériques calculés par différences finies et une méthode
de mise à jour du hessien, du fait de l’absence de dérivées analytiques pour
cette méthode. Le temps de calcul important des méthodes perturbatives
nous a poussé à faire un usage intensif du parallélisme permis par cette
approche.

L’optimisation de l’intersection conique d’énergie minimale a été réalisée
sans couplages dérivatifs, eux aussi indisponibles. Nous avons utilisé une
approche basée sur la minimisation, par une méthode Newton-Raphson,
d’une fonction de pénalité f dépendant des énergies ǫ1 et ǫ2 des deux états

2. La différence d’énergie est optimisée dans l’espace de branchement local, tandis
qu’une minimisation de l’énergie est réalisée pour l’état le plus haut en énergie dans
l’espace complémentaire. Cette méthode permet de localiser une intersection conique
d’énergie minimale dans l’espace d’intersection (couture).
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considérés [104].

f(ǫ1, ǫ2) =
ǫ1 + ǫ2

2
+ α ln

[

1 +

(

ǫ1 − ǫ2

β

)]

(3.1)

De part notre expérience dans l’utilisation de cette méthode, nous préco-
nisons comme valeur de paramètres α = 0.01 Eh et β = 0.008 Eh. Afin
d’améliorer la précision de la localisation de l’intersection conique, ces pa-
ramètres peuvent être réajustés à α = 0.1 Eh et β = 0.002 Eh lorsque
l’optimisation converge.

Ces géométries optimisées seront utilisées par la suite pour générer des
“scans” le long d’un « chemin réactionnel » obtenu par interpolation linéaire
entre les différents points stationnaires.

3.2 Description au niveau CASSCF

Comme décrit précédemment, nous avons utilisé une base 6-31G* pour
l’ensemble des calculs et optimisations au niveau SA-2-CASSCF soit en
state-average sur l’état fondamental et le premier état excité singulet. Nous
allons commencer par expliquer le choix de l’espace actif, puis nous dé-
crirons les géométries d’équilibre obtenues après optimisation. Enfin, nous
fournirons quelques éléments d’explication du mécanisme réactionnel.

Nous nous référerons aux atomes conformément à la numérotation de la
figure 3.1.

8

C9

C10

C2

C3

C7

O1

C6

C5

C4

H15

H16

H17

H18

H12

H11

H13

H14

C

Figure 3.1 – Formule développée du benzopyrane et numérotation des atomes

3.2.1 Choix de l’espace actif

L’espace actif a été choisi conformément à celui utilisé dans l’étude de
référence de Celani et al. [12].
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3. Exploration des surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane

Partant du constat que le mécanisme d’absorption/excitation dépend
principalement du système π délocalisé sur la partie benzène et pyrane,
l’ensemble du système π/π∗ est inclus dans l’espace actif, soit les 9 orbi-
tales liantes et non-liantes nécessaires à sa description. Afin de considérer
la rupture de la liaison entre les atomes O1 et C6 au cours du processus
d’isomérisation, les orbitales liante σ et antiliante σ∗ correspondant à cette
liaison sont également incluses dans l’espace actif.

Nous avons donc à considérer 11 orbitales et 12 électrons dans cet espace
actif avec 6 orbitales doublement occupées et 5 vacantes. Nous noterons cet
espace actif (12,11).

À ce stade, il est indispensable de rappeler que l’utilisation du benzo-
pyrane comme composé modèle de la photo-isomérisation du BIPS repose
sur l’approximation de découplage des systèmes électroniques du fait de
l’orthogonalité des systèmes π. On voit que si l’on souhaite décrire par une
approche CASSCF la totalité de la molécule utilisée expérimentalement, il
faut rajouter l’intégralité du système π de l’indoline pour avoir un espace
actif homogène. Nous reviendrons dans la conclusion de ce chapitre sur la
faisabilité de cette approche.

3.2.2 Étude du mécanisme réactionnel

Pour la suite de ce manuscrit, nous noterons S0 l’état fondamental élec-
tronique adiabatique, et S1 le premier état électronique adiabatique excité
singulet.

Les études précédentes portant sur le benzopyrane définissent un chemin
réactionnel passant par 5 points caractéristiques des deux états considérés.
La géométrie d’énergie minimale dans l’état fondamental en forme fermée
est notée M0, on notera FC la même géométrie dans l’état excité S1, M1

le minimum d’énergie dans l’état excité depuis FC, IC l’intersection co-
nique d’énergie minimale, TS l’état de transition entre M1 et IC, et CIS
la géométrie d’énergie minimale dans l’état fondamental en forme ouverte
correspondant à l’isomère cis de la liaison double liaison C4 = C5.

Les valeurs des énergies obtenues aux points stationnaires sont référen-
cées dans le tableau 3.1. Ces valeurs sont en accord avec celles obtenues
dans la littérature [12].

Les géométries obtenues après optimisation sont données en figure 3.2 et
les orbitales moléculaires à la géométrie M0 sont représentées sur la figure
3.3. À nouveau celles-ci sont en accord avec les résultats précédents.

L’observation des orbitales moléculaires de l’espace actif (figure 3.3)
nous permet de confirmer la bonne cohérence de celui-ci :
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Hartree eV
M0 S0 -420.43712 0.00
M0 S1 -420.26637 4.65
M1 S1 -420.27541 4.40
TS S1 -420.26484 4.69
IC -420.34006 2.64
CIS S0 -420.40373 0.91

Table 3.1 – Énergies des points stationnaires optimisés au niveau SA-2-
CASSCF(12,11)/6-31G* , énergie absolue en Hartee et différence avec l’éner-
gie à M0 en eV

M0 M1 TS

IC CIS

Figure 3.2 – Géométries optimisées au niveau SA-2-CASSCF(12,11)/6-31G*

— Les orbitales σ et σ∗ forment la liaison entre l’oxygène et C6. On voit
clairement apparaître la nature p de cette orbitale sur l’oxygène et
le caractère hybride sp sur le carbone.

— Les orbitales π, πx, πy, π∗, πx∗, πy∗ de la partie benzénique.
— Les orbitales πpyr, πpyr∗ de la partie pyrane, localisées sur la double

liaison du pyrane et en partie mélangées avec les orbitales π de la
partie benzénique.

— L’orbitale πO de l’oxygène.
Entrons plus en détail dans le mécanisme réactionnel suite à une exci-

tation verticale à partir du minimum forme ouverte :
— En premier lieu, il convient de noter le mouvement dit de respira-

tion du cycle benzénique, entre FC et M1. Celui-ci est cohérent avec
la nature de l’état excité qui est principalement développé sur une
configuration de type πx → πy∗ antiliante. Celle-ci modifie par consé-
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πO πpyr σ

π πy πx

πx∗ πy∗ π∗

πpyr∗ σ∗

Figure 3.3 – Orbitales moléculaire au minimum de l’état fondamental S0 au
niveau SA-2-CASSCF(12,11)/6-31G*

quent la géométrie stable par un allongement des liaisons C − C du
cycle benzénique.

— On observe ensuite la rotation progressive d’entrée dans le plan du
groupement CH2 du carbone C6 au passage de l’état de transition.
Ce passage s’accompagne d’un changement de nature de l’état élec-
tronique S1 vers une forme π → σ∗ antiliante pour la liaison photo-
réactive. Ce changement de nature nous permet d’interpréter la pré-
sence de cette barrière de potentiel comme un croisement évité entre
S1 et un deuxième état excité S2.

— À l’approche de l’intersection conique la rotation du groupement CH2

s’accompagne d’un mouvement de sortie du plan du carbone. Celui-ci
est une des directions caractéristiques 3 de l’espace de branchement

3. Il est intéressant de constater que même en l’absence de symétrie réelle dans le
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de l’intersection conique du benzopyrane au niveau CASSCF [12].
— Le mouvement qui mène à la forme ouverte est celui d’un retour dans

le plan amenant à une délocalisation plus importante du système π
conforme à l’aspect photochromique de la molécule observée expé-
rimentalement dans le cas du BIPS. À la géométrie ouverte, après
l’intersection conique, on observe une configuration prédominante de
type nO → π∗ pour l’état excité, correspondant à une excitation de
l’orbitale p de l’oxygène vers le système π.

Pour conclure, il nous semble important de souligner l’aspect “en deux
temps” de la réactivité. En premier lieu on observe une excitation électro-
nique localisée sur le cycle benzène, puis celle-ci est transférée dans la partie
pyrane. Nous verrons que ce mécanisme est amené à changer en partie de
nature dans une description post-CASSCF.

3.3 Comparaisons des approches
post-CASSCF perturbatives

Dans la suite de ce chapitre, nous présentons des scans réalisés par
interpolation linéaire entre les coordonnées des géométries M0-M1-TS-IC-
CIS. Nous utiliserons ce chemin de réaction effectif comme base pour la
comparaison des méthodes perturbatives.

Les coordonnées des points sur les courbes d’énergie potentielle sont les
suivantes : M0 (0), M1(5), TS(10), IC(15), CIS(20). Afin de permettre les
comparaisons entre les méthodes, les énergies sont représentées comme une
différence par rapport à la valeur de l’énergie en M0 obtenue avec la même
méthode.

On obtient au niveau SA-2-CASSCF(12,11)/6-31G* le profil énergétique
représenté sur la figure 3.4 qui nous servira de référence pour les comparai-
sons.

Notre comparaison des effets des méthodes post-CASSCF se fonde sur
l’observation de l’évolution des énergies des différentes méthodes le long
de la coordonnée de scan définie précédemment. Les points critiques ayant
été optimisés au niveau SA-2-CASSCF(12,11)/6-31G*, nous commencerons
par une comparaison des effets du changement de base afin de confirmer la
validité de cette démarche, puis nous détaillerons les effets des différents
traitements perturbatifs.

benzopyrane, ce mouvement est typiquement celui d’une coordonnée de couplage qui
briserait la symétrie d’une molécule planaire.
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Figure 3.4 – Scan des énergies au niveau SA-2-CASSCF(12,11)/6-31G*

Plusieurs points seront considérés pour estimer l’apport de la corrélation
dynamique :

— L’énergie de transition verticale à M0 sera à comparer avec la va-
leur d’absorption maximale expérimentale de 310 nm soit approxi-
mativement 3.99 eV. Considérant le “gap” énergétique au niveau
SA-2-CASSCF(12,11)/6-31G* de 4.65 eV, on constate une énergie
d’excitation beaucoup trop élevée. On s’attend à ce que l’effet de la
corrélation dynamique réduise ce gap.

— La topographie générale et principalement la présence d’une barrière
de potentiel dans l’état S1. En effet le blocage de transfert observé
lors des approches antérieures est dû au piégeage de la population
dans l’état excité. L’abaissement de la barrière de potentiel dans
le cas d’un traitement amélioré de la corrélation dynamique a été
constaté [14] et constitue un critère suggérant une dynamique du
système plus conforme aux observations pour un potentiel construit
à un niveau post-CASSCF.

Il sera important d’estimer le coût numérique et la convergence des mé-
thodes utilisées en fonction du nombre d’états considérés dans l’hamiltonien
effectif.

Pour la suite de ce chapitre, nous noterons SA-m-CASPT2 , MS-n-SA-
m-CASPT2 , MS-n-SA-m-XMCQDPT2 les différentes méthodes de pertur-
bation appliquées à une fonction d’onde SA-CASSCF à m états moyennés,
avec n états cibles dans le cas des méthodes MS-MR-PT.
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3.3.1 Convergence de la base au niveau CASSCF
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Figure 3.5 – Comparaison des différentes bases d’orbitales Scan d’après les géo-
métries optimisées au niveau SA-2-CASSCF(12,11)/6-31G*, SA-2-CASSCF(12,11)/6-
31G*(noir), SA-2-CASSCF(12,11)/TZVP (rouge), SA-2-CASSCF(12,11)/ANO-S-VTZP
(vert).

On observe sur la figure 3.5 les effets de changements de base sur les
énergies de états. On constate que les surfaces d’énergie potentielle décrites
avec une base 6-31G* et TZVP sont visuellement indiscernables. Des tenta-
tives d’optimisation de géométrie menées avec une base TZVP ont montré
une quasi-identité des géométries des points critiques. Concernant la com-
paraison avec la base ANO-S-VTZP, on constate des variations significa-
tives ; c’est un résultat attendu étant donné que les bases ANO ne sont pas
construites sur le même schéma de contraction. Toutefois, les coordonnées
et les natures des points stationnaires restent proches, justifiant l’utilisation
des mêmes géométries de scan pour les calculs avec la base ANO-S-VTZP.

3.3.2 Traitements CASPT2 et MS-CASPT2

Prise en compte des quatre premiers états

On observe sur la figure 3.6 l’effet d’un traitement perturbatif de type
CASPT2 sur les états de référence SA-2-CASSCF. Suite à la perturbation,
le troisième état excité S3 se retrouve positionné énergétiquement entre les
états S1 et S2. La différence entre les énergies de S1 est S3 n’est alors plus
que de 0.2 eV (la nomenclature des états est celle des références CASSCF).
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Figure 3.6 – Perturbation par méthode CASPT2 appliquée aux 4 pre-
miers états Fonctions de référence SA-2-CASSCF(12,11)/ANO-S-VTZP(noir), SA-
2-CASPT2(12,11)/ANO-S-VTZP(rouge).

Cet “état intrus” est la marque d’une mauvaise description à l’ordre zéro
qui peut s’expliquer par l’aspect zwitterionique de S3 [93]. Cette mauvaise
description d’ordre zéro est une premier argument pour l’utilisation de mé-
thodes multi-références multi-états (cf. section 2.3) pour décrire la structure
électronique du benzopyrane.

La figure 3.7 nous montre l’effet du traitement MS-CASPT2. La diago-
nalisation de l’hamiltonien effectif peut dans cette optique être considérée
comme une interaction a posteriori entre les états inclus dans le traitement
MS.

Comme on peut s’y attendre, le fait de ne considérer que les deux états
les plus bas dans l’approche MS ne change quasiment pas l’allure des sur-
faces d’énergie potentielle puisqu’il n’y a pas d’interaction avec l’état excité
S3 (les courbes correspondant aux calculs sans MS et avec MS-2 sont su-
perposées sur la figure 3.7). En revanche, les calculs en MS-4 montrent bien
l’effet de l’interaction. Les états S1 et S3 interagissent et par conséquent se
remélangent, ce qui a pour effet d’entraîner un fort abaissement de l’énergie
de l’état S1.

Deux choses sont importantes dans cet effet, tout d’abord on observe
que la diminution de l’énergie d’excitation à FC semble aller dans le bon
sens puisqu’elle se rapproche de la valeur expérimentale. Ensuite, la modifi-
cation de la forme des surfaces d’énergie potentielles suggère un important
déplacement des points stationnaires.

On peut voir que la dégénérescence est levée au niveau de la géométrie
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3.3. Comparaisons des approches post-CASSCF perturbatives

de l’intersection conique optimisée au niveau CASSCF, signe d’une modifi-
cation de sa position induite par la prise en compte de la corrélation dyna-
mique. Il faut surtout noter la disparition apparente de la barrière au point
TS dans S1 : celle-ci est remplacée par un simple épaulement. Ce résultat
est important puisque la présence ou non d’une telle barrière conditionne
une grande partie de la dynamique de photo-isomérisation.
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Figure 3.7 – Perturbation par méthode MS-CASPT2 appliquée aux 4
premiers états Fonctions de référence SA-2-CASSCF(12,11)/ANO-S-VTZP(noir),
SA-2-CASPT2(12,11)/ANO-S-VTZP(rouge), MS-2-SA-2-CASPT2(12,11)/ANO-S-
VTZP(vert), MS-4-SA-4-CASPT2(12,11)/ANO-S-VTZP(bleu) ; les courbes SA-2-
CASPT2 et MS-2-SA-2-CASPT2 sont confondues de M0 à IC.

Élargissement aux autres états excités

Nous allons désormais étendre notre représentation aux états de plus
haute excitation afin d’estimer l’effet de leur prise en compte dans la des-
cription des états d’intérêt S0 et S1.

La figure 3.8 nous montre l’effet de la perturbation de type CASPT2
pour les 8 premiers états électroniques. Bien que les états de haute énergie
soient de peu d’intérêt dans le cadre de notre étude, on voit apparaître
un nouvel état intrus entre S3 et S2 à FC 4. Cet état correspond à l’état
S6 du calcul CASSCF, sa nouvelle position suite à la perturbation le rend
susceptible d’interagir avec l’état S3 et donc avec l’état S1.

Nous choisissons donc de comparer trois types de calculs MS : MS-4,
incluant les états S0, S1, S2 et S3 ; MS-5, auquel on ajoute le nouvel état

4. On rappelle que S3 devient plus bas en énergie que S2 après perturbation.
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Figure 3.8 – Perturbation par méthode CASPT2 appliquée aux 8 pre-
miers états Fonctions de référence SA-2-CASSCF(12,11)/ANO-S-VTZP(noir), SA-
2-CASPT2(12,11)/ANO-S-VTZP(rouge).

intrus S6 ; enfin, MS-8 que l’on peut considérer comme le calcul le plus
précis, comprenant les états de S0 à S7. Vu le nombre d’états impliqués,
seules les énergies des états S0 et S1 sont représentées dans la figure 3.9 par
souci de clarté.

Tout d’abord il semble que l’interaction de l’état supplémentaire seule-
ment soit de peu d’effet au niveau de FC, alors que l’interaction avec l’en-
semble des 8 états entraîne un faible décalage d’approximativement 0.1
eV. En revanche, l’allure des surfaces d’énergie potentielle est légèrement
modifiée au niveau de la géométrie CIS pour les deux surfaces d’énergie
potentielle (les résultats MS-5 et MS-8 sont quasiment identiques mais se
distinguent de MS-4). A proximité de l’IC on constate des résultats diffé-
rents dans les trois cas pour l’état S0. Bien que le changement de surface à
la géométrie CIS ne soit a priori pas un point crucial dans le cadre de notre
étude, un changement au niveau de l’intersection conique est d’une grande
importance. Cependant, en considérant le coût prohibitif d’une interaction
entre 8 états par rapport à une interaction entre 5 états 5, il semble suffisant
dans une première approche de considérer uniquement les 5 états 1,2,3,4 et
7 (S0, S1, S2, S3 et S6) dans l’espace de référence.

5. Approximativement le double de temps de calcul.
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Figure 3.9 – Perturbation par méthode MS-CASPT2 appliquée aux
8 premiers états Fonctions de référence SA-2-CASSCF(12,11)/ANO-S-
VTZP(noir), MS-4-SA-2-CASPT2(12,11)/ANO-S-VTZP(rouge), MS-5(12347)-
SA-2-CASPT2(12,11)/ANO-S-VTZP(vert), MS-8-SA-2-CASPT2(12,11)/ANO-S-
VTZP(bleu) ; par souci de clarté, seuls les deux premiers états sont représentés.

Amélioration des fonctions de référence

Nous avons jusqu’à présent considéré comme états de référence les états
obtenus par une méthode SA-2-CASSCF. Ceci s’avère efficace pour obser-
ver les effets des différents traitements perturbatifs, mais en pratique il est
plus cohérent, et conseillé, d’utiliser le même nombre d’états dans le state-
average du calcul SA-CASSCF et dans la procédure MS du traitement per-
turbatif. Ceci revient à optimiser les orbitales moléculaires collectivement
pour des ensembles d’états différents. Un calcul SA-4 correspond donc à des
orbitales adaptées démocratiquement à la référence générée par les quatre
états S0, S1, S2 et S3 susceptibles de se mélanger via la procédure MS-4.

Nous allons étudier cet effet dans le cas MS-4. On notera que pour le cas
MS-5 décrit précédemment, la convergence difficile à obtenir pour 5 états
(S0, S1, S2, S3 et S6) en state-average ne nous a pas permis d’obtenir de
résultats satisfaisants.

On observe tout d’abord sur la figure 3.10 la différence entre les énergies
obtenues par SA-2-CASSCF et SA-4-CASSCF avant perturbation (courbes
noires et vertes). Ces différences sont peu importantes le long du chemin
de réaction, à l’exception des alentours de l’intersection conique où l’on
constate un léger effet. On retrouve un comportement semblable après ap-
plication du traitement perturbatif (courbes rouges et bleues).

On peut noter l’apparition d’un minimum local sur le profil énergétique
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de l’état S1 correspondant à la méthode MS-4-SA-4-CASPT2 (deuxième
courbe bleue). Ceci coïncide avec une discontinuité visible sur la courbe
associée au dernier état S3 au niveau SA-4-CASSCF (quatrième courbe
verte) reflétant un changement de nature de la fonction d’onde de référence.
Il est donc vraisemblable que ce résultat soit un artefact de la méthode sans
origine physique.
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Figure 3.10 – Perturbation par méthode MS-4-SA-4-CASPT2 Fonc-
tions de référence SA-2-CASSCF(12,11)/ANO-S-VTZP(noir), MS-4-SA-2-
CASPT2(12,11)/ANO-S-VTZP(rouge), SA-4-CASSCF(12,11)/ANO-S-VTZP(vert),
MS-4-SA-4-CASPT2(12,11)/ANO-S-VTZP(bleu).

3.3.3 Traitement XMCDPT2

Nous allons considérer à présent les résultats de profils énergétiques
obtenus avec la méthode XMCQDPT2.

États de référence SA-2-CASSCF

Nous commencerons par observer sur la figure 3.11 les effets du traite-
ment perturbatif sur des fonctions de référence obtenues par SA-2-CASSCF.
À nouveau, on peut observer que la prise en compte d’un nombre de plus
en plus élevé d’états dans le traitement multi-états (MS-2, MS-4 et MS-8)
abaisse les niveaux S0 et S1, et entraîne une disparition de la barrière le
long du chemin de réaction dans S1. On constate cependant que chaque
type d’interaction décrit de façon quasi identique l’intersection conique.
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Ce comportement est extrêmement satisfaisant puisqu’il suggère la pos-
sibilité d’optimiser l’intersection conique avec précision sans utiliser un trop
grand nombre d’états dans le traitement multi-états.

On observe de plus que contrairement aux méthodes MS-CASPT2 les
surfaces d’énergie potentielle semblent décrites de façon identique par la
prise en compte de 4 ou 8 états dans l’hamiltonien effectif. Cela suggère
une convergence plus rapide et donc la possibilité d’obtenir des surfaces
d’énergie potentielle précises pour un nombre réduit d’états en interaction
et donc pour un temps de calcul réduit.
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Figure 3.11 – Perturbation par méthode SA-2-XMCQDPT2
Fonctions de référence SA-2-CASSCF(12,11)/TVZP(noir), MS-2-SA-2-
XMCQDPT2(12,11)/TVZP(rouge), MS-4-SA-2-XMCQDPT2(12,11)/TVZP(vert),
MS-8-SA-2-XMCQDPT2(12,11)/TVZP(bleu).

Amélioration des fonctions de référence

Observons à présent l’effet de l’amélioration des états de référence pour
la méthode XMCQDPT2 représenté dans la figure 3.12.

On notera à nouveau qu’en certains points la convergence de la méthode
SA-5-CASSCF échoue. Cependant, dans les cas testés, ce problème s’est
avéré être moins fréquent pour Firefly8 que pour Molcas. Ceci peut
être dû au fait que les points stationnaires des scans ont été optimisés avec
une base d’orbitales différente de celle utilisée dans Molcas.

On constate dans ce cas une excellente adéquation entre les traitements
MS-4-SA-2, MS-4-SA-4 et MS-5-SA-5. Ceci contraste encore une fois avec
le traitement par la méthode MS-CASPT2 où l’amélioration des états de

57



3. Exploration des surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane

référence avait entraîné des changements importants dans la forme des sur-
faces d’énergie potentielle, notamment au niveau du TS et de l’IC qui sont
des points cruciaux pour la photo-réactivité.

On constate pour tous les niveaux de perturbation la disparition de la
barrière de potentiel sur l’état S1.
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Figure 3.12 – Perturbation par méthode MS-4-XMCQDPT2 ou MS-5-
XMCQDPT2 Fonctions de référence SA-2-CASSCF(12,11)/TVZP (noir), MS-4-SA-2-
XMCQDPT2(12,11)/TVZP (rouge), MS-4-SA-4-XMCQDPT2(12,11)/TVZP(vert), MS-
5(12347)-SA-5-XMCQDPT2(12,11)/TVZP(bleu) ; certains points sont absents dans la
courbe de MS-5-SA-5-XMCQDPT2 du fait d’un problème de convergence de la référence
CASSCF associée.

3.3.4 Comparaison des résultats des méthodes
XMCQDPT2 et MS-CASPT2

Nous terminerons cette étude comparative des méthodes perturbatives
par une comparaison directe des profils énergétiques des méthodes XMC-
QDPT2 et MS-CASPT2, toutes les deux avec 4 états cibles dans l’hamilto-
nien effectif et des états de référence obtenus par un calcul SA-4-CASSCF.
Avant d’étudier la figure 3.13, il est nécessaire de rappeler que les bases d’or-
bitales atomiques ne sont pas identiques ce qui empêche une comparaison
rigoureuse, les références étant légèrement différentes.

On notera d’abord que les topographies des surfaces d’énergie potentielle
XMCQDPT2 et MS-CASPT2 semblent identiques entre M0 et TS pour
S1 et proches pour S0 cependant on constate une différentiation brutale
après le passage du point 10 (état de transition au niveau CASSCF). Cette
séparation s’accentue par la suite jusqu’à la géométrie CIS.
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Figure 3.13 – Comparaison des méthodes MS-4-SA-4-XMCQDPT2 et
MS-4-SA-4-CASPT2 Fonctions de référence SA-2-CASSCF(12,11)/TVZP(noir),
fonctions de références SA-2-CASSCF(12,11)/ANO-S-VTZP(rouge), MS-4-SA-4-
XMCQDPT2PT2(12,11)/TVZP(bleu), MS-4-SA-4-CASPT2(12,11)/ANO-S-VTZP
(vert).

Sachant que nous avions observé des différences notables entre les résul-
tats de la méthode MS-CASPT2 au niveau des géométries IC et CIS selon
le nombre d’états interagissant dans le traitement perturbatif, il semble rai-
sonnable de reconnaître à la méthode XMCQDPT2 l’avantage de converger
plus rapidement avec l’augmentation du nombre de ces états.

Ces propriétés de convergence, en particulier à proximité de l’intersec-
tion conique sont le critère premier du choix de la méthode XMCQDPT2
pour la prise en compte des effets de corrélation dynamique dans ce travail.
La transformation de la barrière de transition en épaulement quelque soit
l’approche choisie semble bien confirmer que la présence de celle-ci au niveau
CASSCF est une limitation de représentation plutôt qu’un effet physique.

3.4 Description finale au niveau
XMCQDPT2

Compte tenu des résultats obtenus lors des comparaisons des méthodes
précédentes, nous avons réalisé une réexploration du paysage énergétique
au niveau MS-4-SA-4-XMCQDPT2(12,11)/TZVP.

Celle-ci a permis de confirmer le résultat supposé à la vue des coupes
d’énergie potentielle passant par les géométries optimisées au niveau CASSCF,
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à savoir l’absence de barrière de potentiel sur l’état excité S1. En effet, il
n’a pas été possible de faire converger une optimisation de géométrie sur
cet état sans atteindre de façon rapide la couture de l’intersection conique.

Ce point est un argument fort pour l’augmentation de la photo-réactivité
simulée au niveau XMCQDPT2 par rapport aux résultats CASSCF.

Trois géométries critiques ont été localisées dans les états S0 et S1 : le
minimum forme fermée, l’intersection conique et un minimum forme ou-
verte. Pour les distinguer des géométries optimisées au niveau CASSCF et
par souci de cohérence avec leur désignation comme vecteurs de coordon-
nées dans le chapitre 4, nous les noterons respectivement QFC, QMECI et
Qcis.

Les énergies obtenues sont fournies dans la table 3.2 et les géométrie
associées sont représentées sur la figure 3.14 comparées aux géométries
CASSCF des points correspondants.

On constate en premier lieu un important abaissement de l’énergie de
transition verticale par rapport aux calculs au niveau CASSCF (cf. 3.1). La
valeur obtenue de 4.02 eV correspond à une longueur d’onde de 308 nm, en
excellent accord avec les 310 nm du maximum d’absorption.

Hartree eV
QFC S0 -421.82563 0.00
QFC S1 -421.67799 4.02
QFC S2 -421.65001 4.78
QMECI S0/S1 -421.73801 2.38
Qcis S0 -421.78991 0.97

Table 3.2 – Énergies des points stationnaires optimisés au niveau MS-4-SA-
4-XMCQDPT2(12,11)/TZVP Énergie absolue en Hartee et différence avec l’énergie
à QFC en eV.

Concernant les géométries des points critiques obtenues, celles-ci sont
qualitativement identiques aux résultats CASSCF. On constate cependant
une tendance générale à des conformations plus “tordues” 6 au niveau XMC-
QDPT2 en comparant les géométries équivalentes aux deux niveaux de cal-
cul ((a), (b) et (c) figure 3.14).

Un point important concernant la géométrie Qcis est l’instabilité du mi-
nimum associé. En effet les optimisations réalisées ont montré une conver-
gence pathologique caractéristique d’une vallée plate dans le paysage éner-
gétique. Par conséquent, cette géométrie est peu robuste et significative.

6. Ceci est probablement dû à la complexification de la description électronique qui
tend à rendre la structure moins proche de la symétrie planaire.
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3.4. Description finale au niveau XMCQDPT2

QFC QMECI Qcis

(a) (b) (c)

Figure 3.14 – Géométries optimisées au niveau MS-4-SA-4-XMCQDPT2
(12,11) /TZVP Sur la deuxième ligne : superposition des géométries des points sta-
tionnaires obtenues au niveau CASSCF (bleu) et XMCQDPT2 (rouge). (a) Comparaison
QFC/M0. (b) Comparaison QMECI/IC. (c) Comparaison Qcis/CIS.

Le profil énergétique XMCQDPT2 le long d’une interpolation de QFC

à QMECI est représenté sur la figure 3.15 en comparaison avec un profil
CASSCF interpolé entre les points M0 et CI. On constate l’écrasement
complet de la barrière dans S1 déjà évoqué précédemment.

Une caractéristique cruciale du paysage énergétique est la très forte an-
harmonicité de l’état fondamental qui, bien que présente au niveau CASSCF,
est fortement accentué par le traitement perturbatif. Il est difficile de ratio-
naliser précisément cette anharmonicité en terme de structure électronique
du fait de l’absence de disponibilité des fonctions d’onde perturbées dans
les résultats de la méthode XMCQDPT2.

Néanmoins, une analyse rigoureuse des configurations prédominantes et
des termes d’interaction de l’hamiltonien effectif laisse à penser qu’elle est
la conséquence d’un mélange de configurations électroniques avec les états
S2 et S3 à proximité de l’intersection conique.

Un autre effet important du point de vue de la réactivité, est le change-
ment de nature électronique de l’état S1 au niveau de la géométrie Franck-
Condon. Bien qu’il reste un état de nature principalement π → π∗ la nature
des orbitales π impliquées est différente, puisque la configuration principale
est de type πpyr → πpyr∗.

Cette excitation plus localisée sur le cycle pyrane constitue une expli-
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3. Exploration des surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane
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Figure 3.15 – Comparaison des profils énergétiques CASSCF et XMCQDPT2
En rouge : énergies au niveau SA-4-CASSCF(12,11)/TZVP le long d’une coupe entre M0

et CI. En jaune : énergies au niveau MS-4-SA-4-XMCQDPT2(12,11)/TZVP le long d’une
coupe entre QFC et QMECI. Les minima sont positionnés au point 12 de la coordonnée
de scan et les intersections coniques au point 34.

cation mécanistique à la disparition de la barrière de potentiel. En effet, le
mouvement de respiration du cycle benzénique qui mène au minimum dans
l’état excité est quasiment inexistant au niveau XMCQDPT2 comme en
témoigne le gradient à Franck-Condon au niveau XMCQDPT2 représenté
figure 3.16. Celui-ci se décompose principalement comme un mouvement
d’alternance de liaisons localisées sur la partie pyrane. Il en découle un
transfert d’excitation électronique et vibrationnelle plus localisé qui justifie
l’abaissement de la barrière de potentiel et l’amélioration de la cinétique de
la réaction.

Pour conclure, bien que les surfaces d’énergie potentielle puissent être
considérées comme relativement similaires entre les niveaux CASSCF et
XMCQDPT2, celles-ci présentent des différences suffisamment importantes
pour justifier de la prise en compte des effets de corrélation dynamique.
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3.5. Calcul de l’espace de branchement au niveau XMCQDPT2

Figure 3.16 – Représentation du gradient gFC de l’état excité à QFC

3.5 Calcul de l’espace de branchement au
niveau XMCQDPT2

Nous avons constaté dans le reste de ce chapitre l’impact important
des approches perturbatives multi-références sur le paysage énergétique du
benzopyrane. D’un point de vue plus global, l’utilisation de méthodes de
calcul post-CASSCF et TDDFT incluant une plus grande part de la corré-
lation électronique tend à se généraliser pour le calcul d’états excités pour
la photochimie.

Une problématique récurrente de ces méthodologies est la disponibilité
des dérivées analytiques et leur implémentation, sur laquelle de nombreux
progrès ont été réalisés au cours des dernières années [58, 105].

Dans le contexte de la photochimie, le calcul des couplages dérivatifs
permettant de localiser et de caractériser une intersection conique est de
première importance mais s’avère lui aussi compliqué dans les approches
fortement corrélées. À nouveau de nombreux développements sont menés
afin d’obtenir ces couplages de façon analytique [106, 107].

Dans le cas du benzopyrane, l’utilisation de la méthode XMCQDPT2
ne permet pas le calcul de ces termes de façon analytique. Si les gradients
et hessiens peuvent être obtenus facilement par différences finies, au prix
d’importantes ressources numériques, le calcul de couplages dérivatifs et
d’espace de branchement en l’absence de fonction d’onde semble difficile.

Nous présentons dans cette section, une méthode de calcul d’espace de
branchement développée et utilisée lors de ce travail, en collaboration avec
A. Perveaux et D. Lauvergnat (Laboratoire de Chimie-Physique d’Orsay).

Cette méthodologie ayant fait l’objet d’une publication [108], nous ex-
pliquerons rapidement le concept de cette méthode et renvoyons le lecteur
à l’article joint en annexe A pour plus de détails. Nous concentrerons donc
notre propos sur l’application de cette méthode au calcul des vecteurs d’es-
pace de branchement du benzopyrane.
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3. Exploration des surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane

3.5.1 Méthodologie

La méthode proposée, valable pour le calcul de l’espace de branchement
d’une intersection conique à deux états, repose sur le rôle prépondérant joué
par les vecteurs d’espace de branchement dans l’évolution de la différence
d’énergie au voisinage de l’intersection conique (cf. équation (2.38)). On
rappelle qu’au premier ordre la levée de dégénérescence est complètement
contenue dans l’espace de branchement à deux degrés de liberté.

Dans une publication datant de 2006, Köppel et al. [109] montrent dans
un exemple à deux dimensions que les vecteurs de couplage dérivatif et de
gradient de la différence peuvent être obtenus à partir des dérivées secondes
de la différence d’énergie au carré. Cette exemple suggérait une possible
extension à plus de dimensions qui est le cadre de la méthode présentée.

On rappelle l’équation (2.32) à partir de laquelle nous avions montré le
problème de discontinuité des dérivées des énergies à l’intersection conique.

∆(R) =
√

D(R)2 + W (R)2 (3.2)

En considérant un point d’intersection conique RX, on vérifie ∆(RX) = 0.
De façon évidente, la racine carrée de l’équation 3.2 pose un problème de
définition des dérivées de ∆(R) en ce point.

Cependant, le carré de la différence d’énergie est défini et continu à
l’intersection conique, de même que ses dérivées premières et secondes.

∆2(RX) = 0 (3.3)

∂Ri
∆2(RX) = 0 (3.4)

∂Ri
∂Rj

∆2(RX) = 2(x(1)
i x

(1)
j + x

(2)
i x

(2)
j ) (3.5)

Dans le cas d’un comportement linéaire de la différence d’énergie à proxi-
mité de l’intersection conique l’équation (3.5) est identifiable à la décompo-
sition spectrale de la matrice hessienne du carré de la différence d’énergie
que nous noterons F (cf. annexe A).

En pratique, après un calcul des valeurs propres de F à proximité de
l’intersection conique, on identifie deux valeurs propres positives significati-
vement plus importantes que les autres. Les vecteurs propres associés sont
assimilables, à une roto-réflexion près, aux vecteurs de l’espace de branche-
ment x(1) et x(2).

Numériquement, le coût de cette méthode réside dans le calcul des élé-
ments de matrice de F . L’utilisation pour ce calcul de méthodes analy-
tiques ou semi-analytiques est compliquée par les divergences des dérivées
de l’énergie et les inversions d’états de part et d’autre de la couture de
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3.5. Calcul de l’espace de branchement au niveau XMCQDPT2

l’intersection conique. Des diagnostics et solutions de ces problèmes ont été
proposés dans l’article en annexe.

Au final, il est intéressant de relever qu’une approche purement numé-
rique du calcul de hessien, par différences finies du carré de la différence
d’énergie, est exempte de ces problèmes de continuité puisqu’elle ne se base
que sur les énergies résultant des calculs ab initio. Le coût d’une telle ap-
proche en termes de ressources de calcul peut s’avérer très important du
fait du nombre important de points d’échantillonnage à calculer. Cependant,
elle profite de la scalabilité parfaite inhérente aux méthodes de différences
finies.

En résumé, cette méthode présente l’avantage d’une implémentation
simple dans le cas tout numérique et la possibilité de calculer les vecteurs
d’espace de branchement sans fonction d’onde et donc indépendamment de
la méthode utilisée pour obtenir les énergies. Elle illustre finalement bien
l’interdépendance entre la topographie des surfaces d’énergie potentielle et
les propriétés de l’intersection conique.

3.5.2 Application au benzopyrane

Cette méthode a été appliqué au calcul de l’espace de branchement de
l’intersection conique entre S0 et S1 du benzopyrane à la géométrie QMECI

au niveau XMCQDPT2. Les vecteurs obtenus sont représentés sur la figure
3.17.

La principale observation qui peut être faite est la décomposition de
ces deux vecteurs en modes de vibration planaires pour le vecteur du gra-
dient de la différence et hors plan pour le vecteur de couplage dérivatif.
On constate que cette décomposition est cohérente avec la répartition des
modes attendue dans le cas d’une molécule planaire. Cette quasi-symétrie
est inattendue compte tenu du traitement numérique nécessaire à l’obten-
tion de ces modes et l’éloignement important par rapport à la planéarité de
la géométrie d’intersection conique au niveau XMCQDPT2.

65



3. Exploration des surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane

x(1) (GDV) x(2) (DCV)

Figure 3.17 – Représentation des vecteurs d’espace de branchement obtenus
numériquement au niveau XMCQDPT2 Dérivation en différences finies vers l’avant
avec un pas de 0.005 Å à la géométrie QMECI. Énergies calculées au niveau MS-4-SA-
4-XMCQDPT2(12,11)/TZVP.

3.6 Conclusions

Lors de ce chapitre, nous avons démontré l’importance et la pertinence
d’une approche post-CASSCF dans la description de la structure électro-
nique du benzopyrane. Celle-ci permet d’atteindre des énergies de transition
verticale bien plus en accord avec les résultats expérimentaux mais induit
aussi des changements de profil énergétique dont l’influence est cruciale sur
la photo-réactivité.

Notons que de précédentes études ont tenté de fournir une description
du mécanisme réactionnel au niveaux CASPT2 et MS-CASPT2 [110–113].
Celle-ci suggèrent des voies de désactivation parallèles à celle observé dans
notre analyse. Il est important de noter que toute ces études ont basé leurs
conclusions sur des calculs réalisés à des géométries optimisées au niveau
CASSCF. Il nous a semblé important de réaliser une réoptimisation des
points stationnaire avant de tirer des conclusions sur le mécanisme réac-
tionnel.

Au niveau XMCQDPT2, les modifications dû à l’ajout de corrélation
dynamique apportent une vision du mécanisme réactionnel de l’ouverture
de cycle du benzopyrane différente de celle admise dans la littérature. L’ex-
citation en deux temps des orbitales de la liaison carbone oxygène, marquée
par la respiration du cycle benzénique puis le transfert d’excitation sur la
liaison σ, fait place à une excitation plus locale, directement sur le cycle
pyrane.

L’abaissement de la barrière de potentiel de l’état S1 qui accompagne
ce changement de nature des états électroniques est en accord avec la dy-
namique de conversion interne ultra-rapide mesurée expérimentalement.
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3.6. Conclusions

L’accord des données expérimentales avec les résultats XMCQDPT2
motive la réalisation d’un modèle de surfaces d’énergie potentielle basé sur
ces nouvelles données pour décrire la dynamique réactionnelle du benzopy-
rane. Comme nous le verrons dans le chapitre 4, l’augmentation de l’an-
harmonicité de l’état fondamental, conséquence des changements de nature
électronique, doit être prise en compte dans la modélisation des surfaces
d’énergie potentielle au niveau XMCQDPT2. Dans le cadre de ce travail, il
s’agit d’un point crucial, qui, conjugué à l’absence de points stationnaires
dans l’état S1, a fait de la mise en place d’un modèle adéquat de surfaces
d’énergie potentielle la tâche la plus ardue de notre étude.

Quelques limitations et améliorations possibles de l’approche utilisée
pour les calculs de structure électronique sont a souligner.

En premier lieu, une fois l’ouverture de cycle et l’arrivée dans le plan
réalisée, l’approximation de découplage de la partie indoline n’est plus sou-
tenable, du fait de la délocalisation de l’ensemble du système π. L’utilisation
du benzopyrane comme composé modèle du BIPS n’est donc pas pertinente
pour la forme ouverte.

Dans le cadre de notre étude, nous nous concentrerons sur la première
partie de la dynamique où ce problème est moins présent. Cependant la prise
en compte du composé expérimental dans sa totalité sera à terme nécessaire
pour prétendre à une description quantitative de la photo-réactivité.

Le système considéré présente une taille très importante pour une ap-
proche CASSCF classique. Des approches plus “expérimentales” pourraient
permettre de dépasser les limites imposées par l’espace actif à considérer.
Deux pistes principales nous semblent intéressantes à explorer à ce sujet :

— L’utilisation de méthodes d’espaces actifs partitionnés de type OR-
MAS qui semblent adaptées à la description du système comme deux
systèmes π couplés. Des approches perturbatives multi-références
ayant été proposées pour ce type de fonctions d’ondes [114], cela
permettrait une prise en compte de la corrélation dynamique cohé-
rente avec celle utilisée pour le benzopyrane.

— L’utilisation de méthodes de TDDFT améliorée par des interactions
de configuration [115]. Ce type d’approche, qui tend à concilier l’ef-
ficacité des méthodes de fonctionnelle de la densité avec une repré-
sentation multi-référence, pourrait être adaptée à des systèmes de la
taille du BIPS.

Les effets de solvant n’ont pas été pris en compte dans notre étude.
Bien que justifiée en partie par la faible polarité du toluène utilisé pour les
expériences, cette approximation limite nécessairement l’aspect quantitatif
des énergies calculées.

La prise en compte de solvants peu polaires est réalisée de façon usuelle
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3. Exploration des surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane

par l’utilisation de modèles PCM représentant le solvant comme une cavité
polarisable. La méthode XMCQDPT2 avec utilisation d’un modèle de sol-
vant polarisable à été récemment implémentée dans le logiciel GAMESS-
US. Des tests pourraient être réalisés afin de comparer les implémentations
et d’évaluer l’effet du solvant sur le paysage énergétique du benzopyrane.
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Chapitre 4

Modèle de surfaces d’énergie
potentielle du benzopyrane

“ If you need some help with the math, let me know, but that should be enough to get

you started ! Huh ? No, I don’t need to read your thesis, I can imagine roughly what it

says. ”

xkcd 793 : Physicists

Comme il a été abordé au chapitre 2, l’utilisation d’une méthode de dy-
namique quantique sur grille impose la représentation préalable des énergies
électroniques (surfaces d’énergie potentielle pour les noyaux), ainsi que celle
des couplages vibroniques (couplages non-adiabatiques), sous forme de fonc-
tions explicites, analytiques des coordonnées nucléaires (cette représentation
mathématique sera souvent qualifiée de “modèle” dans ce manuscrit).

En représentation quasi-diabatique, ces fonctions sont les éléments de
la matrice représentant l’hamiltonien électronique dans un espace modèle.
Les éléments diagonaux représentent les énergies des états quasi-diabatiques
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4. Modèle de surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane

tandis que les éléments hors-diagonaux représentent les couplages potentiels
entre ces états. Par abus de langage, nous emploierons le terme de “surfaces
d’énergie potentielle” pour nous référer à la matrice des surfaces d’énergie
et de couplages potentiels.

Dans le cadre d’une approche “premiers principes”, la construction des
surfaces d’énergie potentielle consiste en pratique à ajuster les paramètres
d’un modèle analytique aux données fournies par des calculs ab initio préli-
minaires. En d’autres termes, la problématique essentielle consiste en l’éla-
boration d’une expression utilisable de l’énergie potentielle induite par les
électrons sur les noyaux. Cet aspect distingue, en pratique, la dynamique
quantique de la chimie quantique ; en effet, les électrons sont régis par une
énergie potentielle coulombienne universelle (deux corps au plus) alors que
les énergies potentielles ressenties par les noyaux sont à déterminer et mo-
déliser pour chaque nouveau système moléculaire.

Les mathématiques sous-jacentes à l’ajustement des paramètres d’un
modèle sont particulièrement nombreuses, allant des problèmes d’optimisa-
tion à l’analyse de données et aux statistiques d’erreur. Cependant, l’appli-
cation de telles méthodes à la modélisation de surfaces d’énergie potentielle
est loin d’être triviale. Cette problématique est en fait le point central de
la présente étude et la limitation principale des approches actuelles de dy-
namique quantique pour plusieurs raisons indispensables à considérer.

Le grand nombre de degrés de liberté nucléaires dont dispose un système
moléculaire, même de taille modeste, constitue la première et principale dif-
ficulté. Sans même considérer les contraintes calculatoires que cela impose
pour la méthode de dynamique quantique, cette dimensionalité implique
une explosion possible du nombre de paramètres et de points d’échantillon-
nage nécessaires à l’élaboration de surfaces d’énergie potentielle. Contraire-
ment à la chimie quantique, l’énergie potentielle entre noyaux n’est a priori
pas une somme de termes à une ou deux particules au maximum.

Dans le cas du benzopyrane, avec 48 degrés de liberté internes, un simple
développement quadratique de l’énergie électronique en fonction des coor-
données internes implique 1225 paramètres, et au minimum autant de points
d’échantillonnage 1. Ce “fléau de la dimensionalité” ne fait qu’empirer à me-
sure qu’on augmente les ordres de développement et nous limite donc, dans
le cadre d’approches dites “toutes dimensions”, à des expressions analy-
tiques d’ordre peu élevé, typiquement quadratiques.

Ces limites pratiques, imposées par le nombre de degrés de liberté consi-
déré et leurs corrélations éventuelles (d’origine physique ou artificielle) sont

1. en considérant par exemple une répartition de ceux-ci similaire à celle requise pour
un calcul de dérivées secondes par différence finie vers l’avant
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une contrainte dont l’importance dépend grandement du système étudié.
Une approximation harmonique locale est en général adaptée pour dé-
crire correctement les mouvements vibrationnels de faible amplitude, et
elle est employée extensivement pour la simulation de spectres infrarouges.
A contrario, elle s’avère insuffisante pour la description de mouvements de
grande amplitude (e.g. ruptures de liaisons). En effet, de tels processus
s’accompagnent en général d’un important changement de nature des états
électroniques qui se traduit par un paysage énergétique accidenté induit par
le mélange, voire la permutation, des états électroniques impliqués le long
du chemin réactionnel.

Dans le cas du benzopyrane, nous montrerons (section 4.1) que le mou-
vement de grande amplitude accompagnant la réaction d’ouverture de cycle
présente un aspect global et s’accompagne d’une forte corrélation entre les
différents modes considérés. Ceci constitue un premier défi à la mise en place
d’un modèle de surfaces d’énergie potentielle pour décrire cette réaction.

La présence et la nécessité d’une description des couplages non-adiabatiques
ajoute une nouvelle difficulté à ce problème. La modélisation s’accommo-
dant mal des discontinuités des dérivées de l’énergie potentielle et des sin-
gularités des couplages à proximité des intersections coniques, l’approche
choisie est généralement de mettre en place un modèle dit diabatique (cf.
section 2.2 et sous-section 2.2.4). À nouveau, des approches fondées sur des
développements locaux de type hamiltonien de couplage vibronique (VCH)
permettent de prendre en compte un nombre parfois important de degrés
de liberté. Encore faut-il ajuster les paramètres de ce modèle, quand les
résultats d’un calcul ab initio sont des énergies adiabatiques.

Une fois de plus ces contraintes sont renforcées dans les cas où la com-
plexité du paysage énergétique nécessite une approche non locale. L’aug-
mentation du nombre de paramètres et/ou de la complexité des fonctions
utilisées rend l’ajustement d’autant plus difficile qu’il devient bien plus com-
pliqué d’approcher de façon analytique cette paramétrisation. Ce cas est
typiquement celui du benzopyrane.

Au cours de précédents travaux [14, 116], plusieurs approches ont été
proposées pour faire face à cette difficulté. Dans le cadre de ce travail, nous
avons tenté d’appliquer celles-ci à la construction de surfaces d’énergie po-
tentielle pour le benzopyrane au niveau XMCQDPT2. Nous détaillerons
cette première approche section 4.2 et montrerons les limites de son appli-
cabilité au benzopyrane.

Le travail présenté dans ce manuscrit débouche sur une approche origi-
nale afin de contourner en partie ces différents problèmes. Celle-ci repose
sur la sélection rationnelle d’un nombre minimal de coordonnées et un choix
d’états diabatiques permettant un ajustement semi-analytique utilisant des
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4. Modèle de surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane

fonctions d’ordre élevé. Cette méthodologie sera présentée section 4.3.
La mise en place de cette approche a permis d’obtenir des surfaces

d’énergie potentielle en trois dimensions pour le benzopyrane à partir de
données ab initio quantitatives au niveau de calcul XMCQDPT2. Les dé-
tails d’implémentation et une analyse de la qualité des surfaces d’énergie
potentielle diabatiques obtenues seront données section 4.4.

4.1 Caractéristiques déterminantes des
surfaces d’énergie potentielle

Le choix d’un modèle de surfaces d’énergie potentielle et la difficulté de
mettre en place celui-ci dépendent fortement du paysage énergétique et des
points critiques considérés dans le modèle. Dans le cas de la réaction d’ou-
verture de cycle du benzopyrane, deux aspects vont conditionner le choix
d’un modèle et d’un jeu de coordonnées adapté pour décrire la réactivité.

Deux problèmes se posent ici : d’un côté, la forte anharmonicité des
surfaces d’énergie potentielle et leur topographie et, de l’autre, la présence
de mouvements de grande amplitude, et impliquant une grande partie des
atomes. Nous allons détailler l’importance de ces deux aspects dans le choix
d’un modèle de surfaces d’énergie potentielle.

Dans cette section, nous concentrons notre analyse sur la première partie
de la dynamique. Comme nous avons pu l’évoquer chapitre 3, notre espace
actif est mal adapté à la description de la forme ouverte du benzopyrane.
Par conséquent, nous avons fait le choix de négliger la description du che-
min complet menant à Qcis et de concentrer l’effort de modélisation sur la
première partie de la dynamique.

4.1.1 Complexité du paysage énergétique

Pour la suite de manuscrit, nous définissons une coordonnée de réaction
effective le long d’un vecteur X0, correspondant au déplacement menant du
point Franck-Condon QFC à l’intersection conique QMECI, soit :

X0 =
QMECI − QFC

‖QMECI − QFC‖ (4.1)

Parmi les différentes spécificités du paysage énergétique déjà évoquées
chapitre 3, deux points sont à souligner dans le cadre de l’établissement
d’un modèle de surfaces d’énergie potentielle.
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4.1. Caractéristiques déterminantes des surfaces d’énergie potentielle

En premier lieu, considérons la forte anharmonicité inrinsèque des éner-
gies des états S0 et S1 (en dehors même de toute considération de croise-
ment).

En ce qui concerne la surface associée à S0 du côté du réactif, on constate
déjà un fort changement de courbure à proximité de l’intersection conique
par rapport au minimum de l’état fondamental. Ce changement reflète la
modification intrinsèque de nature de l’état due à la rupture de liaison.
Cela nous éloigne fortement du cas harmonique et tend à nous rapprocher
du comportement d’une fonction typique d’une rupture de liaison de type
Morse ou Lennard-Jones. La prise en compte de cette anharmonicité impose
donc l’utilisation de fonctions spécifiques ou de polynômes d’ordre élevé le
long de cette direction, qui doit être traitée de façon spécifique.

Concernant S1, l’anharmonicité observée s’explique par le changement
de structure électronique π∗ → σ∗ le long de la coordonnée de réaction
effective X0. Elle peut en effet être rationalisée dans le cadre d’une repré-
sentation par deux états diabatiques décrivant l’état de transition de l’état
S1 comme un croisement évité, en accord avec le changement de nature
électronique de part et d’autre de la barrière.

Cette rationalisation avait servi de base à la mise en place d’un modèle
de surfaces d’énergie potentiel au niveau CASSCF à trois états diabatiques
pour deux états adiabatiques 2.

La première approche de mise en place d’un modèle de surfaces d’énergie
potentielle, présentée à la section 4.2, consistait à utiliser cette représenta-
tion à trois états diabatiques pour deux adiabatiques. Cependant, au niveau
XMCQDPT2, l’absence de minimum ou de barrière de transition dans S1

laisse place à un simple épaulement. Ceci supprime les deux points critiques
qui permettaient de fixer les paramètres diabatiques autour des minima de
leurs surfaces d’énergie potentielle respectives. Bien que rendant l’ajuste-
ment des paramètres trivial, ce manque de points critiques pose un pro-
blème de précision et de bon comportement du fait du manque de données
directement associées à la surface d’énergie potentielle de l’état S1

4.1.2 Complexité du mouvement

Intéressons-nous en premier lieu au vecteur de déplacement X0. Le mou-
vement représenté par la direction de ce vecteur est celui qui amène du mini-
mum de l’état fondamental QFC à l’intersection conique d’énergie minimale
QMECI.

2. Le troisième état adiabatique est présent formellement mais n’est pas supposé jouer
de rôle dans la dynamique. Il n’est donc pas pris en compte dans les données à ajuster.
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4. Modèle de surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane

(a) (b) (c)

Figure 4.1 – Représentation du vecteur X0 ; coordonnée de réaction effective
(a) Contribution individuelle de chaque atome ; le rayon et la couleur (bleu < blanc)

de chaque disque sont proportionnels à
∥

∥

∥
X0,(i)

∥

∥

∥
; (b) et (c) représentation de X0 à la

géométrie QMECI.

On peut tout d’abord remarquer, sur la figure 4.1, l’aspect local du
mouvement qui se concentre sur le “bras” du cycle pyrane. Ce mouvement
est principalement hors plan et mêle dans un même temps la sortie du plan
du carbone spiro C5 et la rotation des deux hydrogènes terminaux H13 et
H14, qui correspond au passage d’une configuration sp3 tétraédrique à sp2

plane.
Ce mouvement accompagnant la rupture de liaison est d’une grande am-

plitude. On peut en effet observer des normes élevées pour les déplacements
des carbones C5 et C6 et des hydrogènes H12,H13 et H14 allant jusqu’à 1.77Å
(Tableau 4.1).

Il est intéressant d’observer la répartition des mouvements le long des
directions d’intérêt pour la dynamique représentée figure 4.2. On considère
:

— Le gradient Franck-Condon gFC qui conditionne la première partie
de la dynamique.

— Les vecteurs de l’espace de branchement x(1) et x(2) qui définissent
les couplages et la levée de dégénérescence à l’intersection conique.

On peut observer encore une fois une réactivité qui se concentre plus
spécifiquement sur le cycle pyrane du benzopyrane pour les trois directions
considérées. Cependant la répartition est beaucoup moins nette que pour
X0. Le cycle benzénique contribue en effet de façon notable au mouvement,
et on observe des normes importantes pour C1, C2 et O3.

4.1.3 Difficulté du choix d’un jeu de coordonnées

L’analyse des principaux mouvements impliqués dans la réactivité dé-
montre la superposition d’un mouvement ample, d’un aspect fortement local
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8

C9

C10

C2

C3

C7

O1

C6

C5

C4

H15

H16

H17

H18

H12

H11

H13

H14

C

Atome
∥

∥

∥D(i)

∥

∥

∥ (Å)
O1 0.0906
C2 0.0000
C3 0.0457
C4 0.1750
C5 0.6909
C6 1.1610
C7 0.0461
C8 0.0578
C9 0.0738
C10 0.1680
H11 0.1921
H12 0.6909
H13 0.9114
H14 1.7734
H15 0.0507
H16 0.1176
H17 0.1064
H18 0.2209

Table 4.1 – Normes des composantes sur chaque atome du vecteur D =
QMECI − QFC

gFC x(1) (GDV) x(2) (DCV)

Figure 4.2 – Répartition du mouvement le long des pricipales directions d’in-
térêt Contribution individuelle de chaque atome ; le rayon et la couleur (bleu < blanc)

de chaque disque sont proportionnels à
∥

∥

∥
r(i)

∥

∥

∥
pour le vecteur r. Tous les vecteurs sont

normés.
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4. Modèle de surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane

selon X0, et plutôt global selon gFC, x(1) et x(2). Ceci nous place loin des
cas limites pour lesquels le choix d’un système de coordonnées est simplifié
par un usage courant et raisonné. Considérons les deux principaux types
de paramétrisation de coordonnées utilisés en dynamique quantique molé-
culaire.

Polysphériques avec sous-systèmes Cette approche est particulièrement
adaptée à des mouvements localisés sur certaines liaisons ou angles.
Elle présente de plus l’avantage de découpler les coordonnées entre
elles tout en conservant un maximum de sens physique. Elle permet
de décrire avec assez peu de coordonnées actives la mobilité du “bras”
du cycle pyrane [93, 117].
Cependant, la description des mouvements délocalisés sur l’ensemble
de la molécule nécessite la prise en compte d’un grand nombre de co-
ordonnées et rend difficile la définition d’une paramétrisation optimale
pour minimiser le nombre de DOF.
De plus, la direction de forte anharmonicité X0 présente un mouve-
ment concerté de plusieurs atomes ce qui complexifie le découplage
des coordonnées au niveau de l’énergie potentielle électronique. Cette
difficulté peut en partie être contournée comme nous le verrons à la
section 4.2.

Combinaisons linéaires de coordonnées rectilignes Ce genre de sys-
tème de coordonnées de type modes normaux est très bien adapté
à la description de mouvements délocalisés et de faibles amplitudes.
La possibilité d’appliquer facilement des changements de base permet
de choisir des coordonnées découplées localement d’un point de vue
potentiel. L’exemple typique étant celui des modes normaux qui dans
une approximation harmonique découplent totalement les différentes
coordonnées à proximité d’un minimum choisi. 3

Pour autant, dans le cas de mouvements de grande amplitude, comme
pour la réaction considérée, ce découplage local au minimum n’a d’in-
térêt que pour le calcul des états vibrationnels de basse énergie.
De plus, l’aspect rectiligne de telles coordonnées peut faire apparaître
des corrélations artificielles au niveau des surfaces d’énergie poten-
tielle, puisqu’il ne permet pas de décrire de façon simple les mouve-
ments courbes, par exemple les torsions et rotations. Dans le cas du

3. Numériquement, les modes normaux sont les vecteurs propres obtenus par la dia-
gonalisation de la matrice hessienne, au point considéré, dans la base des coordonnées
nucléaires pondérées de masse. Dans le cas de coordonnées rectilignes, la pondération
de masse permet du même coup de s’affranchir des termes croisés dans l’expression de
l’énergie cinétique.
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4.2. Première approche

benzopyrane, du fait que l’ouverture de cycle ne soit pas une simple
rotation interne, ce problème ne semble pas apparaître, comme on
peut le constater sur les profils énergétiques.

En principe, dans la limite où l’on prend en compte l’ensemble des degrés
de liberté, toutes les paramétrisations sont équivalentes dans leur descrip-
tion du système. Bien que certaines puissent simplifier la mise en place d’un
modèle, ou le rendre plus efficace en réduisant le nombre de termes utilisés,
elle décrivent un même espace qui contient toutes les géométries molécu-
laires possibles. Cependant l’approche “toutes dimensions” est en pratique
limitée par les contraintes de calcul.

Pour le modèle de surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane, on
souhaite obtenir un modèle permettant de simuler de façon efficace des
dynamiques de l’ordre de la picoseconde afin de pouvoir reproduire l’échelle
de temps des expériences et ce en un temps de calcul suffisamment court
pour permettre une exploration systématique des paramètres des pulses
LASER utilisés. Il est donc pertinent de limiter la dimensionalité du modèle,
en limitant le nombre de dimensions considérées comme actives.

Cette troncature de l’espace est importante à prendre en compte puis-
qu’elle impose le choix d’un nombre limité de coordonnées. Ce choix doit à
la fois être fait dans l’objectif de limiter au maximum le nombre de DOFs
mais aussi de conserver le maximum de la physique du problème dans un
espace de géométries moléculaires restreint.

4.2 Première approche

Dans cette section, nous présenterons l’idée générale du premier modèle
de surfaces d’énergie potentielle à treize dimensions établi dans ce travail.
Comme, abordé précédemment, ce modèle est une adaptation au niveau
XMCQDPT2 du modèle des travaux précédents au niveau CASSCF [93],
afin de prendre en compte les effets de corrélation dynamique apportés par
le traitement post-CASSCF.

Bien que le développement de ce premier type de modèle amélioré, fondé
sur des données issues de calculs de structure électronique quantitatifs, ait
représenté un investissement significatif en termes de modélisation et de
calcul, il n’a pas apporté d’évolution méthodologique. Celui-ci n’est donc
mentionné que pour des raisons historiques puisque son inapplicabilité vis-à-
vis de la production de surfaces d’énergie potentielle au niveau XMCQDPT2
nous a mené au modèle effectif présenté en section 4.3. Le lecteur est invité
à se référer aux articles en référence pour de plus amples détails.
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4. Modèle de surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane

4.2.1 Choix du système de coordonnées

Nous avons abordé dans la section précédente l’importance du choix
d’un jeu de coordonnées adapté à la dynamique, afin de découpler au maxi-
mum les différents termes associés aux dites coordonnées d’un point de vue
potentiel comme cinétique.

Un des grands atouts de l’approche proposée en référence [93] est l’uti-
lisation de coordonnées polysphériques permettant une approche intuiti-
vement très “chimique” vis-à-vis des mouvements qui dominent dans la
coordonnée de réaction.

Nous avons choisi initialement un système de coordonnées dérivé de ce-
lui présenté en référence [117] afin de prendre en compte la plus grande
mobilité du bras pyrane au niveau XMCQDPT2. Le nouveau jeu de coor-
données est présenté figure 4.3. Celui-ci emploie une formulation en termes
de sous-systèmes de coordonnées de type sphérique, définis mutuellement
par des rotations de référentiels intermédiaires paramétrées par des angles
d’Euler α, β, γ. Cette construction en “poupées russes” permet d’obtenir
un opérateur d’énergie cinétique analytique bien que très complexe [118].
La notation utilisée pour les coordonnées représentées sur la figure 4.3 est
définie dans les références [119, 120].

C4

H11

H12

H13

H14

H15

H16

H17

H18

O1

C2

C3 C5

C6

C7

C8

C9

C10

G1

(1,1)

(2,1)

(3,1)

(1,3,1)

(1,1,3,1)

R2(1,1)

R1(1,1)

R3(1,1)

R3(2,1)

R1(2,1)

R2(2,1)

R2(1) R1(1)

R4(1)

R3(1)

R1(3,1) R1(1,3,1)

R3(3,1)

R1(1,1,3,1)

R3(1,3,1)

R2(1,1,3,1)

R3(1,1,3,1)

G2

G3

G4

R2(3,1)/

R2(1,3,1)/

Figure 4.3 – Jeu de coordonnées curvilignes et sous-systèmes pour le benzo-
pyrane

Cet opérateur a été obtenu en utilisant le logiciel TANA qui permet

78



4.2. Première approche

de générer de façon automatique l’expression analytique d’un opérateur
d’énergie cinétique dans une paramétrisation polysphérique [119, 120].

L’analyse des géométries moléculaires et des gradients nous ont permis
de sélectionner un groupe de treize coordonnées actives, d’intérêt pour la
dynamique, représentées en rouge sur la figure 4.4. Nous avons choisi de
considérer les distances :

r3(1), r1(3, 1), r1(1, 3, 1), r1(1, 1, 3, 1)
les angles plans θ, dont certains définissent des angles d’Euler relatifs β

:
— θ1(1, 3, 1) ≡ β(1, 3, 1)
— θ1(1, 1, 3, 1) ≡ β(1, 1, 3, 1)
— θ3(1, 1, 3, 1)
et les angles de torsion φ, dont certains définissent des angles d’Euler

relatifs α et γ :
— φ3(1)
— φ1(3, 1) ≡ α(3, 1)
— φ1(1, 3, 1) ≡ α(1, 3, 1) ≡ γ(3, 1)
— φ1(1, 1, 3, 1) ≡ α(1, 1, 3, 1) ≡ γ(1, 3, 1)
— φ2(1, 1, 3, 1) ≡ γ(1, 1, 3, 1)
— φ3(1, 1, 3, 1)

C4

H11

H12

H13

H14

H15

H16

H17

H18

O1

C2

C3 C5

C6

C7

C8

C9

C10

G1G2

G3

G4

Figure 4.4 – Coordonnées actives utilisées pour la construction des SEPs Les
coordonnées actives sont représentées en rouge. Les flèches représentent r, les arcs de
cercle, les angles plans θ, et les cercles, les torsions φ.
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4. Modèle de surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane

4.2.2 Modèle à trois états quasi-diabatiques

En accord avec l’approche antérieure [93], nous avons mis en place un
modèle à trois état quasi-diabatiques couplés, permettant de prendre en
compte l’anharmonicité et le changement de nature électronique de l’état
S1. Dans l’esprit d’un modèle de LVC (cf. 2.2.4), on développe trois états
quasi-diabatiques, D1 à partir de la géométrie QFC dans l’état fondamental
S0, D2 à partir du même point mais sur l’état excité S1, et D3 à partir de
Qcis dans l’état fondamental. Les termes de couplage hors diagonaux Hij

de l’hamiltonien quasi-diabatique sont linéaires et développés à partir de
l’intersection conique pour H13 et nuls pour H12. Au niveau CASSCF, la
présence d’un état de transition marqué par une barrière de potentiel sur
S1 offrait un point d’ancrage pour développer les couplages entre les deux
états subissant ce croisement excité. Cette barrière n’étant plus présente
au niveau XMCQDPT2, le terme de couplage H23 est choisi constant par
commodité.

Figure 4.5 – Représentation schématique du modèle à trois états avec une
anharmonicité effective le long de la coordonnée de réaction En rose, profil
énergétique de l’état D1 avant l’ajout d’anharmonicité.

Les paramètres du modèle sont ensuite déterminés par un ajustement
des valeurs propres (modèles) de l’hamiltonien quasi-diabatique aux éner-
gies adiabatiques (cibles) calculées sur des grilles de points déployées au
voisinage des points critiques QFC, QMECI et QFC. Il s’agit d’un ajustement
non-linéaire qui s’avère numériquement couteux ( ≈ 20h sur un ordinateur
personnel ) et dont la convergence dépend fortement du choix des para-
mètres initiaux.
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Du fait de la forte anharmonicité de l’état S0 au niveau XMCQDPT2,
un développement harmonique des énergies de l’état D1 est insuffisant pour
décrire correctement le minimum forme fermée et l’intersection conique.
Nous avons donc suivi une stratégie proposée dans les références [116, 121]
consistant à ajouter une anharmonicité effective selon une direction défi-
nie comme une combinaison linéaire de coordonnées. Nous avons utilisé une
combinaison d’une fonction de Morse et de termes quadratiques et cubiques
centrés sur QFC afin de créer une anharmonicité effective selon la direction
QFC → QMECI. Ces fonctions sont ajustées le long d’une coupe à une di-
mension, puis les paramètres sont gelés lors de l’ajustement du reste des
paramètres.

4.2.3 Résultats

Un exemple représentatif des résultats obtenus est présenté sur la figure
4.6. On peut en premier lieu observer une bonne description à proximité du
minimum de la forme fermée (a) et de la région Franck-Condon (b), comme
on peut s’y attendre d’un modèle quadratique dans des régions fortement
harmoniques. La procédure utilisée pour la prise en compte d’anharmonicité
s’est montrée efficace, comme en témoigne la courbe (c). Cependant, un
résultat pathologique a été observé sur l’ensemble des coordonnées pour les
gradients de l’énergie modèle à l’intersection conique. Comme on peut le
constater sur la courbe (d), la description de l’intersection conique est très
insatisfaisante, malgré l’utilisation de valeurs ajustées pour les termes de
couplage, permettant a priori de compenser les erreurs de pente.

Ce problème, déjà constaté, mais avec un effet beaucoup plus réduit
au niveau CASSCF [14], est dû au manque de flexibilité de l’ansatz de
diabatisation utilisé. Bien que l’ajout d’anharmonicité permette d’obtenir
une position correcte de l’intersection conique, la formulation utilisée est
intrinsèquement trop restreinte pour assurer la description correcte de la
zone Franck-Condon et de l’intersection conique simultanément.

Les limites inhérentes à ce type de modèle nécessiteraient pour être
dépassées d’importants développements méthodologiques [116] ou une aug-
mentation drastique du nombre de paramètres qui rendrait impraticable
leur ajustement. Dans la suite ce chapitre, nous allons présenter une stra-
tégie alternative de modélisation des surfaces d’énergie potentielle du ben-
zopyrane que nous avons développée en réponse à ces difficultés.
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Figure 4.6 – Résultats du modèle à trois états diabatiques (a) et (b) : Énergies
adiabatiques ab initio (vert) et modèles (bleu) à QFC pour les états fondamental et
excité respectivement le long de la coordonnée φ3(1). (c) : Énergies adiabatiques (bleu
et vert) et modèle (rouge) des états S0, S1 et D1 respectivement le long de la direction
QFC → QMECI. (d) Énergies adiabatiques (bleu et vert) et modèle (rouge et bleu clair)
des états S0, S1, D1 et D2 respectivement à QMECI.

4.3 Modèle

Nous avons pu constater dans la section précédente la difficulté de ré-
employer l’approche antérieure pour la modélisation de surfaces d’énergie
potentielle décrivant l’ouverture de cycle du benzopyrane au niveau XMC-
QDPT2. Celle-ci réside dans la complexité de conjuguer la description de
mouvements concertés et de grande amplitude avec une topographie com-
plexe du paysage énergétique.

En premier lieu, cette approche impose un nombre important de para-
mètres du fait de la dimensionalité. Les expressions analytiques des surfaces
d’énergie potentielle modèles sont cependant limitées à des développements
au second ordre pour les termes diagonaux et linéaires pour les couplages,
ce qui limite fortement la flexibilité du modèle. Dans le cas d’un ajustement
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linéaire, ce nombre de paramètres n’est pas une limite, mais du fait des cou-
plages, on doit impérativement “fitter sous la racine” (cf. sous-section 2.2.4).
L’ajustement devient alors non-linéaire et par conséquent beaucoup plus
coûteux numériquement, ce qui limite en pratique le nombre de paramètres.

De plus, du fait du nombre de dimensions considérées et du manque
de données analytiques inhérent à la méthode de chimie quantique choisie,
cette approche se limite à des échantillonnages de points locaux qui donnent
une description appauvrie du chemin réactionnel.

Enfin, nous avons pu constater la difficulté du choix d’un espace de
coordonnées nucléaires pertinent. Les choix du jeu de coordonnées et la
sélection des modes actifs sont réalisés de façon raisonnée mais sans critère
permettant une assertion rigoureuse du choix retenu.

Comme nous avons pu le voir dans la section 4.2, ces limitations ont
rendu inefficace l’approche la plus directe. Face à ce constat, nous avons
décidé un changement complet de stratégie. Nous avons concentré nos efforts
sur l’obtention d’un modèle plus simple dans sa mise en œuvre tout en étant
suffisamment pertinent pour pouvoir interagir efficacement avec l’équipe
d’expérimentateurs pendant la durée qu’il restait à l’achèvement du présent
projet.

En effet l’objectif global de ce travail de thèse était d’obtenir une des-
cription qualitative de la réaction, suffisante pour reproduire et expliquer
les comportements observés expérimentalement. Comme abordé précédem-
ment, il était nécessaire que les dynamiques puissent être réalisées en un
temps raisonnable afin de permettre la simulation de nombreux types de
pulses LASER comparables aux pulses expérimentaux. Au final, il était plus
important dans notre cas d’avoir une bonne description générale de la topo-
graphie des surfaces d’énergie potentielle qu’une précision spectroscopique.
Ainsi, nous avons choisi de nous concentrer sur la simplicité de mise en
place du modèle et l’efficacité computationnelle de celui-ci.

Notre modèle repose sur le choix d’un espace physique minimal conte-
nant par construction les propriétés physiques d’importance pour décrire
l’excitation par pulse UV de S0 vers S1 et la conversion interne de S1 vers
S0 qui sont l’objet de cette étude.

Nous avons choisi d’utiliser dans cet espace un jeu de coordonnées rec-
tilignes afin de simplifier au maximum l’expression de l’opérateur d’énergie
cinétique mais aussi de pouvoir réaliser simplement des combinaisons li-
néaires de coordonnées sans nécessité d’approximation numérique sur la
métrique du système. Ceci nous permet en particulier de mettre à profit le
choix arbitraire de l’angle de rotation des états diabatiques (cf. section 2.2)
pour simplifier l’expression des couplages hors diagonaux de l’hamiltonien
quasi-diabatique.
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Cette dernière simplification nous permet d’utiliser un ajustement li-
néaire pour une partie des paramètres, et nous autorise donc le choix d’une
représentation générale avec des ordres élevés pour les surfaces d’énergie
potentielle. Comme notre espace est fortement réduit, il nous est possible
de travailler sur des grilles complètes pour l’ajustement, ce qui, associé à des
expressions permettant une plus grande flexibilité, nous permet de décrire
avec précision le chemin de réaction inclus dans cet espace.

Les résultats de cette approche, présentés section 4.4, montrent que celle-
ci permet d’atteindre à moindre coût une bonne précision pour l’ensemble
des surfaces d’énergie potentielle.

4.3.1 Ingrédients

Notre approche se base sur l’idée qu’un nombre réduit de modes est
en général suffisant pour décrire la dynamique sur des temps courts et à
proximité de points de référence. Cette idée a été développée notamment
dans les approches dites de modes effectifs [122–124].

Celles-ci se concentrent particulièrement sur la proximité de l’intersec-
tion conique et permettent de séparer les modes de vibrations du système en
suite hiérarchisée de groupes de plusieurs modes. Les modes de moindre im-
portance peuvent être traités comme un bain faiblement couplé au système
des modes dominants. Plusieurs améliorations ont été apportées afin d’affi-
ner ces modèles, notamment en décrivant l’effet du bain par une dynamique
dissipative [125–128].

Nous travaillons dans cette même optique de partition du système en
modes principaux et secondaires. Cependant, du fait de l’importante dis-
tance entre l’intersection conique et la géométrie au point Franck-Condon,
notre approche se veut intermédiaire et par conséquent plus effective quant
au choix des modes considérés.

Nous considérons en premier lieu un espace minimal composé des quatre
directions présentées section 4.1. En effet, chacune présente un élément
indispensable à la description de l’ouverture de cycle.

— La coordonnée de réaction effective X0 permet de relier le minimum
de l’état fondamental à l’intersection conique d’énergie minimale.

— Le gradient Franck-Condon gFC détermine la vitesse d’échappement
du paquet d’ondes au point Franck-Condon, ce qui a un effet sur la
largeur du spectre d’absorption 4. Il conditionne par conséquent le

4. Cet effet peut être compris assez intuitivement si l’on considère la fonction d’au-
tocorrélation. Un gradient plus élevé aura tendance à accélérer l’échappement du paquet
d’ondes et donc le déclin de la fonction d’autocorrélation. L’obtention du spectre par
transformée de Fourier conduira donc à un élargissement spectral.
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4.3. Modèle

temps nécessaire pour atteindre l’intersection conique mais aussi la
vitesse et l’étalement du paquet d’ondes à l’intersection conique.

— Les vecteurs de l’espace de branchement x(1) et x(2) qui définissent
à la fois la topographie de l’intersection conique et la direction des
couplages. Il conditionnent donc l’efficacité de la conversion interne.

Ces quatre directions composent un espace minimal, au sens nécessaire
mais non suffisant, pour décrire correctement le phénomène d’ouverture de
cycle.

(. . .) · (. . .) X0 gFC x(1) (GDV) x(2) (DCV)
X0 1.0000 -0.0439 0.1240 -0.2130
gFC -0.0439 1.0000 -0.7448 -0.1767

x(1) (GDV) 0.1240 -0.7448 1.0000 0.0000
x(2) (DCV) -0.2130 -0.1767 0.0000 1.0000

Table 4.2 – Recouvrements entre les différents vecteurs d’intêret Tous les
vecteurs sont normés.

Ces directions n’ont pas de raisons d’être a priori orthogonales en l’ab-
sence de symétrie moléculaire particulière 5. En observant les recouvrements
présentés sur le tableau 4.2, on peut constater que gFC se recouvre forte-
ment avec x(1) (gras). À l’inverse X0 ne se recouvre de façon significative
avec aucun des autres vecteurs (italique).

Nous avons donc choisi de réduire l’espace utilisé à X0, x(1) et x(2).
Nous considérons que le recouvrement entre gFC et x(1) est suffisant pour
supposer que le gradient Franck-Condon est suffisamment contenu dans cet
espace réduit en première approximation.

À nouveau, ce choix est dicté par une volonté de décrire la conversion
interne S1 → S0 (but de l’étude) avec un coût raisonnable plutôt que de
simuler avec précision la spectroscopie vibrationnelle et électronique.

4.3.2 Choix du système de coordonnées

La base {X0,x
(1),x(2)} définit notre espace de coordonnées nucléaires

minimal. Cependant cette base n’est pas orthogonale, ce qui complique
inutilement la formulation de notre hamiltonien. Afin de générer une base
adaptée à la mise en place d’un modèle, nous devons appliquer un certain
nombre de transformations avec les objectifs suivants :

— Orthogonaliser les coordonnées.

5. À l’exception des vecteurs de l’espace de branchement qui sont par construction
orthogonaux du fait de la procédure de calcul employée (cf. section 3.5).
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4. Modèle de surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane

— Conserver le même espace.
— Simplifier l’expression du modèle.
Concernant ce dernier point, nous avons choisi de définir une transfor-

mation de ces coordonnées afin de permettre une expression du terme de
couplage hors diagonal H12 ne se décomposant au premier ordre que selon
une seule coordonnée (la direction de son gradient). Ceci revient à isoler
une “coordonnée de couplage”. Cette formulation garantit la nullité des
couplages dans l’espace complémentaire à cette coordonnée et par consé-
quent l’identité des énergies diabatiques et adiabatiques. Ceci nous permet
de simplifier le processus d’ajustement des paramètres du modèle dans ce
sous-espace puisque les paramètres de chaque élément diagonal Hii cor-
respondant à l’état diabatique i pourront être ajustés directement sur les
énergies adiabatiques ab initio (avec inversion des indices de part et d’autre
de la couture).

Cette approche est possible du fait de la liberté de choix des états dia-
batiques définis à un angle de rotation près, constant et indépendant des
coordonnées. Par conséquent, l’essence de notre approche réside dans un
choix a priori des états diabatiques afin d’obtenir des termes de couplage
simplifiant l’expression de l’hamiltonien quasi-diabatique dans le jeu de co-
ordonnées choisi.

Considérons le cas général d’une intersection conique à deux états au
point QX, dont l’espace de branchement est défini par les vecteurs du gra-
dient de la différence d’énergie x(1) et de couplage dérivatif x(2) entre les
états adiabatiques Φ1 et Φ2 (cf. section 2.2)

x(1) =

〈

Φ2;QX

∣

∣

∣ ∂QHel(QX)
∣

∣

∣ Φ2;QX

〉

−
〈

Φ1;QX

∣

∣

∣ ∂QHel(QX)
∣

∣

∣ Φ1;QX

〉

2
(4.2)

x(2) =
〈

Φ1;QX

∣

∣

∣ ∂QĤel(QX)
∣

∣

∣ Φ2;QX

〉

(4.3)

À l’intersection conique QX, on peut définir les états diabatiques Φi
′ à

partir des états adiabatiques orthogonaux et dégénérés, par une rotation
arbitraire d’un angle de mélange θ indépendant des coordonnées.

|Φ1
′;QX〉 = cos θ |Φ1;QX〉 + sin θ |Φ2;QX〉

|Φ2
′;QX〉 = − sin θ |Φ1;QX〉 + cos θ |Φ2;QX〉 (4.4)

Les vecteurs de l’espace de branchement correspondant à ces états s’ob-
tiennent par une similitude associée à cette rotation :
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[

−x(1)′
x(2)′

x(2)′
x(1)′

]

=

[

cos θ sin θ
− sin θ cos θ

] [

−x(1) x(2)

x(2) x(1)

] [

cos θ − sin θ
sin θ cos θ

]

(4.5)

Soit :

x(1)′
= cos 2θx(1) − sin 2θx(2)

x(2)′
= sin 2θx(1) + cos 2θx(2)

(4.6)

Au premier ordre, les termes hors diagonaux de l’hamiltonien diabatique
dans cette base d’états s’expriment :

H12(Q) = x(2)′ · (Q − QX) (4.7)

Le choix de l’angle de rotation peut se ramener en pratique au choix
d’une géométrie de référence Qref pour laquelle on souhaite un couplage
nul.

H12(Qref) = 0 (4.8)

On peut considérer ce choix comme le choix d’une direction x(0) que l’on
souhaite orthogonale à la direction du vecteur de couplage.

x(0) = QX − Qref (4.9)

Ceci nous permet d’exprimer la contrainte formulée équation (4.8) sous la
forme d’une contrainte d’orthogonalité :

x(2)′ · x(0) = 0 (4.10)

En utilisant l’expression de x(2)′
en équation (4.6) on en déduit :

sin 2θx(1) · x(0) + cos 2θx(2) · x(0) = 0 (4.11)

sin 2θ

cos 2θ
= −x(2) · x(0)

x(1) · x(0)
(4.12)

2θ = arctan

(

−x(2) · x(0)

x(1) · x(0)

)

(4.13)

On utilise cet angle θ dans l’équation (4.6) pour obtenir les vecteurs
x(1)′

et x(2)′
. Ces deux vecteurs ne sont a priori pas orthogonaux puisque
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4. Modèle de surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane

x(1) et x(2) ne sont pas normés. On génère donc un vecteur x(1)′′
orthogonal

à x(2)′
et x(0) par orthogonalisation de Gram-Schmidt

x(1)′′
= x(1)′ − x(1)′ · x(2)′

x(2)′ · x(2)′x
(2)′ − x(1)′ · x(0)

x(0) · x(0)
x(0) (4.14)

En appliquant cette méthode à QX = QMECI et Qref = QFC , on
construit la base orthonormale B = {X0,X1,X2} telle que

X0 =
x(0)

‖x(0)‖ , X1 =
x(1)′′

∥

∥

∥x(1)′′
∥

∥

∥

, X2 =
x(2)′

∥

∥

∥x(2)′
∥

∥

∥

(4.15)

Les vecteurs de base obtenus sont représentés figure 4.7. On peut souligner
que la transformation conserve par construction l’espace de branchement et
la coordonnée de réaction effective X0.

X0 X1 X2

Figure 4.7 – Représentation des vecteurs de base du système de coordonnées
réduit Vues dans le plan et latérale des vecteurs normés, représentés à la géométrie
QMECI.

Par la suite, nous exprimerons les géométries nucléaires dans cette base
réduite, soit

Xi = Q · Xi (4.16)

QFC = (0, 0, 0)B Å (4.17)

QMECI = (0, 0, 2.54)B Å (4.18)
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4.3.3 Paramétrisation de l’hamiltonien
quasi-diabatique

Afin de définir les paramètres de l’hamiltonien diabatique, nous met-
tons à profit la partition des coordonnées en un “sous-espace diabatique”
accompagné d’une coordonnée de couplage.

Le changement de base qui définit notre jeu de coordonnées rend le
vecteur de couplage dérivatif x(2)′

colinéaire au vecteur de base X2. Notre
modèle se limitant à des couplages vibroniques linéaires, les termes de cou-
plage hors diagonaux sont entièrement définis par x(2)′

et par conséquent
uniquement le long de la coordonnée X2. On exprime donc la partie hors
diagonale de notre hamiltonien comme :

H12(X ) = x
(2)
2

′
(X2 − QMECI,2) (4.19)

Pour les composantes diagonales de l’hamiltonien, notre choix de co-
ordonnées définit deux sous-espaces distincts. Ainsi, dans le sous-espace
{X0,X1}, complément orthogonal de X2, on peut identifier les états quasi-
diabatiques aux états adiabatiques, à une inversion des indices près de part
et d’autre de la couture de l’intersection conique. Le choix du point QF C

comme référence pour la nullité des couplages nous permet de nous affran-
chir de leur effet sur la topographie des surfaces d’énergie potentielle le long
de la coordonnée de réaction effective.

Nous pouvons tirer avantage de cette séparation en deux espaces dans
la formulation des termes diagonaux de notre hamiltonien :

Hii(X ) = P4
i (X0, X1)Q

MECI
(4.20)

+ pi,5(X0 − QMECI,0)
5 + pi,6(X0 − QMECI,0)

6 (4.21)

+ Ci(X1, X2) (4.22)

Afin de mettre en avant la structure de l’hamiltonien, nous avons séparé son
expression en plusieurs fonctions dépendant de sous-espaces de coordonnées
différents. Détaillons ces différents termes et leur paramétrisation.

Selon X0 et X1, on exprime Hii comme un polynôme de degré quatre,
noté P4

i (X0, X1)Q
MECI

, développé à partir de l’intersection conique d’énergie
minimum (4.20). On ajoute des termes d’ordre 5 et 6 selon X0 afin de
prendre en compte l’anharmonicité le long de la coordonnée de réaction
effective (4.21). Ce développement contient 17 paramètres pour chaque état
quasi-diabatique du modèle.

L’ajustement des termes diagonaux de l’hamiltonien, dans l’espace où
X2 = 0, est un ajustement direct des paramètres définissant les énergies
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4. Modèle de surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane

quasi-diabatiques du modèle aux énergies adiabatiques ab initio. L’expres-
sion sous forme d’un polynôme permet une dépendance linéaire de l’en-
semble des paramètres et résume donc l’ajustement à une régression linéaire
au sens des moindres carrés.

X0 X1 X2

Nombre de points 21 15 15
Taille des pas (Å) 0.2 0.05 0.05

Limites de la grille (Å) [-0.6 ;3.4] [-0.35 ;0.35] [-0.35 ;0.35]

Table 4.3 – Caractéristiques de la grille de points utilisée pour l’ajustement

Ces paramètres sont ajustés sur l’ensemble d’une grille bidimensionnelle
de 315 points (voir tableau 4.3). Les régions d’intérêt ont bénéficié de poids
plus élevés, particulièrement autour du point QFC. De plus, dans le but
de limiter l’apparition de trous à longue portée dans les surfaces d’énergie
potentielle 6, des contraintes ont été ajoutées sur le terme pi,6 et le terme
d’ordre 4 selon X1 de sorte qu’ils soient strictement supérieurs à zéro.

Les termes dépendants de X2, regroupés dans les fonctions Ci, équa-
tions (4.23) et (4.24), sont quant à eux déduits directement de données
locales au point QFC, selon une approche semi-analytique. 7 Cette approche
semi-analytique repose sur l’idée d’une relative simplicité du paysage éner-
gétique selon la direction X2. Par conséquent, elle suppose et nécessite des
expressions à des ordres moins élevés pour X2. Ce choix répond à plusieurs
critères :

— Dans l’optique d’éviter un ajustement “sous la racine” du fait des
couplages, on cherche une expression la plus simple possible des pa-
ramètres dépendants de X2 , rendue possible par un développement
limité à l’ordre 2.

— Au premier ordre, l’espace de branchement est complètement décrit
par x(1)′

et x(2)′
. X2 étant complètement inclus dans l’espace de

branchement, les termes de premier ordre selon X2 sont directement
déduits des vecteurs de l’espace de branchement.

6. Cette caractéristique est particulièrement présente dans le cas de l’utilisation de
polynômes de degré élevé. La présence de trous est souvent difficile à vérifier mais amène
d’importantes erreurs numériques du fait de la difficulté de convergence lors de la dyna-
mique, à proximité des ces points pathologiques.

7. Bien que les termes hors diagonaux soient intégralement selon X2, cela ne signi-
fie pas pour autant l’absence de termes diagonaux selon cette coordonnée puisque les
vecteurs de l’espace de branchement ne sont pas orthogonaux.
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C1(X1, X2) = f̆1,12(X1 − QMECI,1)(X2 − QMECI,2)

+ f̆1,22(X2 − QMECI,2)
2

(4.23)

C2(X1, X2) = 2x
(1)
2

′
(X2 − QMECI,2)

+ f̆2,12(X1 − QMECI,1)(X2 − QMECI,2)

+ f̆2,22(X2 − QMECI,2)
2

(4.24)

On fait le choix d’une paramétrisation sous la forme d’un compromis
entre la description précise à QFC et à QMECI. On suppose donc des chan-
gements de courbure relativement faibles entre ces deux géométries.

Le point QFC ayant été choisi comme référence lors du choix de l’angle
de rotation θ, le couplage y est nul par définition et les états diabatiques et
adiabatiques y sont définis comme identiques. Ceci nous permet d’obtenir les
paramètres f̆i,ab à partir des courbures adiabatiques 8 en prenant en compte
l’effet du couplage par des corrections de l’effet Jahn-Teller au second ordre
[129].

f̆1,ab =
1
2

∂2H11(QFC)
∂Xa∂Xb

=
∂2ǫ1(QFC)
∂Xa∂Xb

− 2
x(2)

a

′
x

(2)
b

′

ǫ2(QFC) − ǫ1(QFC)
(4.25)

f̆2,ab =
1
2

∂2H22(QFC)
∂Xa∂Xb

=
∂2ǫ2(QFC)
∂Xa∂Xb

+ 2
x(2)

a

′
x

(2)
b

′

ǫ2(QFC) − ǫ1(QFC)
(4.26)

Dans l’esprit d’un hamiltonien de chemin de réaction [130, 131], on choi-
sit de ne pas inclure de termes croisés X0X2 pour conserver le caractère de
fond de vallée au chemin réactionnel décrit par X0. Concernant les termes
croisés X1X2 ceux-ci sont obtenus à partir des courbures adiabatiques à
Franck-Condon, supposant encore une fois une faible évolution des cour-
bures entre QFC et QMECI.

Concernant les termes linéaires, la non-orthogonalité de x(1)′
et x(2)′

impose x
(1)
2

′
comme terme linéaire selon X2 au premier ordre pour décrire la

différence d’énergie. Au point Franck-Condon QFC
1 = QMECI

1 = 0 et QFC
2 =

QMECI
2 = 0, en l’absence de termes croisés X0X2 la pente selon X2 est

la même à ces deux points, mais S0 est présente un minimum donc un
gradient nul à QFC. On choisit donc d’imposer le terme de premier ordre

x
(1)
2

′
uniquement sur l’état quasi-diabatique 2 correspondant à S1 au point

Franck-Condon.
8. Les courbures adiabatiques sont calculées par différence finie à partir des énergies

ab initio.
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4.4 Résultats

La mise en place et l’ajustement du modèle de surfaces d’énergie po-
tentielle pour la description de l’ouverture de cycle du benzopyrane ont
été réalisés en suivant la méthodologie détaillée section 4.3. L’ensemble des
calculs ont été réalisés à l’aide du logiciel d’algèbre linéaire MATLAB.

La partie nécessitant le plus de ressources numériques est indéniable-
ment le calcul des 4725 points de grille qui représente approximativement
5000 heures de calculs. Cependant la parallélisation de cette tâche est tri-
viale est permet une réduction du temps de calcul limitée principalement
par les ressources disponibles.

Concernant l’ajustement lui-même, du fait des simplifications apportées
et de l’utilisation d’une méthode d’ajustement linéaire, celui-ci peut se réa-
liser en quelques secondes sur un ordinateur personnel. Cette économie de
moyen est un grand avantage de notre stratégie.

Nous allons détailler dans cette section les résultats obtenus et discuter
de la précision de notre approche.

Nous désignons par les termes “énergies adiabatiques du modèle”, les
énergies ǫ′

1,2(X ) obtenues comme valeurs propres de l’hamiltonien diaba-
tique modèle H (X ) au point X . Celles-ci sont à comparer directement
aux énergies calculées ab initio. Les énergies quasi-diabatiques du modèle
sont les termes diagonaux de l’hamiltonien modèle Hii(X ) au point X .
Elles sont à considérer essentiellement pour juger de l’effet des couplages
sur la topographie des surfaces d’énergie potentielle.

4.4.1 Description des points critiques

Le premier critère à évaluer est la capacité de notre modèle à reproduire
l’anharmonicité le long de la coordonnée de réaction effective X0. Une coupe
le long de cette coordonnée est présentée figure 4.8.

On peut constater que les états S0 et S1 sont très bien reproduits, comme
on peut s’y attendre du fait de l’utilisation de polynômes d’ordre élevé.
L’ajout de poids importants le long, et autour, de cette direction de coupe
rend l’ajustement précis pour les points critiques QFC et QMECI ainsi que
pour les épaulements et inversions de courbures entre ces points. Le dévelop-
pement polynomial étant centré sur la géométrie de l’intersection conique,
on constate une dégénérescence exacte en ce point par construction, bien
qu’elle ne soit pas strictement atteinte dans les données ab initio.

Les coupes réalisées figure 4.9 nous permettent de vérifier la précision
du modèle autour de ces deux points critiques.
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Figure 4.8 – Comparaison des énergies adiabatiques ab initio et modèles
le long de la coordonnée de réaction effective X0 En vert et bleu : énergies
adiabatiques ab initio calculées au niveau XMCQDPT2. En rouge et bleu clair : énergies
adiabatiques du modèle. X1 = 0 ; X2 = 0.

On peut constater la très bonne précision des énergies modèles selon X1

et selon X2 autour des deux géométries et ce pour les deux états.
La prise en compte des couplages par les corrections Jahn-Teller et l’ab-

sence de termes d’ordre 1 selon X2, permet de conserver un minimum dans
S0 à QFC. À proximité de l’intersection conique, on constate que malgré
la simplicité des expressions utilisées le long de X2, on reproduit efficace-
ment la topographie de l’intersection conique, la pente est bien décrite, tout
comme la levée de dégénérescence. Cette précision est un bon indicateur de
l’efficacité de la méthode de calcul d’espace de branchement utilisée (cf.
section 3.5).

4.4.2 Propriétés globales des surfaces d’énergie
potentielle

Le comportement à longue portée des surfaces d’énergie potentielle re-
présenté figure 4.10 a fait l’objet de contraintes imposées aux paramètres.
On peut constater l’efficacité de cette approche par un comportement asymp-
totique satisfaisant. Les potentiels ne présentent pas de trou ou d’inversion
de pente à longue portée et ce pour des énergies bien supérieures à celles
accessibles par la dynamique.
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Figure 4.9 – Comparaison des énergies adiabatiques ab initio et du modèle
le long des coordonnées X1 et X2 En vert et bleu : énergies adiabatiques ab
initio calculées au niveau XMCQDPT2. En rouge et bleu clair : énergies adiabatiques du
modèle. (a) et (b) géométrie de référence QFC (c) et (d) géométrie de référence QMECI.

On peut observer le long de X1 la présence de nouveaux croisements
des surfaces d’énergie potentielle adiabatiques du modèle. Ces croisements,
bien que n’ayant pas de justification physique, ne sont pas problématiques
puisqu’ils se situent dans des gammes d’énergies très élevées, bien loin des
énergies accessibles lors de la dynamique.

L’écart quadratique moyen minimisé dans les processus d’ajustement de
type moindre carré est un bon indicateur de la qualité globale des surfaces
d’énergie potentielle 9. Celui-ci est représenté tableau 4.4, calculé sur l’en-

9. Strictement parlant, l’ajout de poids sur une partie des points de grilles et de
contraintes sur certains paramètres font que ce n’est pas la valeur minimisée en pra-
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Figure 4.10 – Comportement à longue portée des énergies adiabatiques du
modèle Pour chaque direction, la géométrie de référence est QFC. En vert et bleu :
énergies adiabatiques du modèle.

semble de la grille, et sur une sous-grille réduite plus resserrée sur les régions
d’intérêt. Pour rappel, pour un ensemble de N points Xi :

E.Q.M. =

√

∑N
i=1 [(ǫ1(Xi) − ǫ′

1(Xi))2 + (ǫ2(Xi) − ǫ′
2(Xi))2]

N
(4.27)

On constate pour la grille réduite un écart quadratique moyen de l’ordre
de 0.1 eV, ce qui est une valeur particulièrement satisfaisante pour une
approche globale. Sur l’ensemble de la grille, cet écart est beaucoup plus
élevé, ce qui cohérent avec la pondération d’importance lors de l’ajustement
et l’aspect non significatif des énergies trop élevées.

eV
S0 0.8580
S1 0.6876

S0 (grille réduite) 0.0880
S1 (grille réduite) 0.1230

Table 4.4 – Écart quadratique moyen entre les énergies adiabatiques ab-
initio et modèles L’écart est calculé sur l’ensemble de la grille utilisée pour
l’ajustement entre les énergies adiabatiques ab-initio et les énergies adiabatiques
du modèle. Pour la grille réduite, le même calcul est réalisé sur une sous-grille
{[−0.4; 2.8], [−0.15; 0.15], [−0.15; 0.15]} centrée sur les parties les plus accessibles des sur-
faces d’énergie potentielle.

Au final, la qualité de l’ajustement est quasi-spectroscopique dans la
région d’intérêt.

tique dans notre ajustement. Il reste cependant un bon indicateur d’un point de vue
topographique.
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4. Modèle de surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane

4.4.3 Topographie des surfaces d’énergie potentielle

Une comparaison plus fine des énergies modèles et ab initio est menée
en observant des coupes selon deux dimensions. On peut ainsi constater
l’efficacité de notre modèle à reproduire la topographie générale des surfaces
d’énergie potentielle.

En premier lieu, on peut observer sur figure 4.11 la reproduction correcte
du fond de vallée le long de X0 et X1. Son aspect particulièrement courbe
et couplant fortement les deux coordonnées est très bien décrit par notre
modèle. De plus, on constate que le minimum local après le passage de
l’intersection conique apparaît bien comme appartenant à l’état diabatique
2 de la forme ouverte. On peut observer la bonne reproduction de la couture
adiabatique. Cette coupe étant effectuée à X2 = 0, on n’observe pas d’effet
du couplage autre que l’inversion d’indice des états.

Les coupes figure 4.12 selon X0 et X2 permettent d’observer la bonne
qualité de la description des couplages et des termes selon X2. On peut
constater la bonne qualité des surfaces adiabatiques et la bonne reproduc-
tion de la courbure du fond de vallée. Parallèlement, on observe que cet
effet est dû principalement au couplage entre les états puisque qu’il n’y a
aucune courbure du fond de vallée des états diabatiques. Ce résultat justifie
à posteriori notre choix d’une description simplifiée de la coordonnée X2

Enfin, on peut observer figure 4.13 une reproduction qualitativement
correcte de la topographie de l’intersection conique selon X0 et X1. Pour
rappel, les termes d’ordre 2 selon X0 et X1 ont été ajustés à des données
locales à proximité de Franck-Condon. Cet accord relatif n’est donc pas
évident a priori mais tout à fait satisfaisant. On peut à nouveau constater
la qualité de la description des couplages, en observant la forte différence
entre les coupes des énergies quasi-diabatiques et adiabatiques du modèle,
qui amène à un bon accord avec les coupes ab initio.
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Figure 4.11 – Comparaison des SEPs ab initio et du modèle selon X0 et X1

(a) et (b) énergies adiabatiques ab initio calculées au niveau XMCQDPT2, S0 et S1

respectivement. (c) et (d) énergies adiabatiques du modèle, S0 et S1 respectivement. (e)
et (f) énergies quasi-diabatiques du modèle, états 1 et 2 respectivement. X2 = 0, 0.307
eV d’espacement entre les iso-niveaux, de 0 eV (bleu) à 8 ev (rouge).
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Figure 4.12 – Comparaison des SEPs ab initio et du modèle selon X0 et X2

(a) et (b) énergies adiabatiques ab initio calculées au niveau XMCQDPT2, S0 et S1

respectivement. (c) et (d) énergies adiabatiques du modèle, S0 et S1 respectivement. (e)
et (f) énergies quasi-diabatiques du modèle, états 1 et 2 respectivement. X1 = 0, 0.307
eV d’espacement entre les iso-niveaux, de 0 eV (bleu) à 8 ev (rouge).
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Figure 4.13 – Comparaison des SEPs ab initio et du modèle selon X1 et X2

(a) et (b) énergies adiabatiques ab initio calculées au niveau XMCQDPT2, S0 et S1

respectivement. (c) et (d) énergies adiabatiques du modèle, S0 et S1 respectivement. (e)
et (f) énergies quasi-diabatiques du modèle, états 1 et 2 respectivement. X0 = QMECI,0,
0.307 eV d’espacement entre les iso-niveaux, de 0 eV (bleu) à 8 ev (rouge).
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4.5 Conclusions et perspectives

Nous avons exploré deux approches aux philosophies radicalement dif-
férentes pour la modélisation des surfaces d’énergie potentielle du benzopy-
rane.

En premier lieu, nous avons tenté une adaptation d’un modèle préexis-
tant fondé sur des données ab initio obtenues au niveau CASSCF. Ce modèle
est caractérisé par un nombre important de coordonnées curvilignes, et une
prise en compte implicite de l’anharmonicité des états via une description
à trois états diabatiques couplés pour deux états adiabatiques. Du fait de
son manque de flexibilité, compte tenu de la très forte anharmonicité de
l’état fondamental, cette méthode échoue dans la description de l’intersec-
tion conique et n’a pas permis d’établir un modèle satisfaisant de surfaces
d’énergie potentielle basé sur des données ab initio XMCQDPT2.

La seconde méthode utilisée prend le contrepied de la première, en se
basant sur le choix volontaire d’un espace restreint de coordonnées et de pa-
ramètres. Cette approche nous recentre sur le contexte initial de ce travail,
à savoir la description d’une dynamique de contrôle qui tend naturellement
à une forte délocalisation du paquet d’ondes et à l’exploration d’une grande
partie des surfaces d’énergie potentielle. Ceci impose une efficacité numé-
rique garantie par le faible nombre de degrés de liberté et le sacrifice partiel
de la précision locale pour une description plus globale du paysage énergé-
tique. Cette approche est limitée à un sous-espace de degrés de liberté les
plus pertinents pour la dynamique.

Le choix de coordonnées rectilignes et peu nombreuses simplifie gran-
dement la manipulation des données ab initio pour l’ajustement et permet
d’effectuer celui-ci sur des grilles globales. De plus, l’espace de branchement
et la coordonnée de réaction effective X0 sont inclus explicitement dans le
modèle, ce qui garantit un certain contenu physique. Le choix de vecteurs de
base ramenant les couplages sur une seule coordonnée et fixant un point de
référence à Franck-Condon permet de simplifier grandement l’ajustement
des paramètres. Celui-ci est effectué de façon semi-analytique pour la co-
ordonnée de couplage et par un ajustement linéaire peu coûteux pour les
autres modes. Enfin, ces simplifications nous permettent de “payer le prix”
d’une prise en compte explicite de l’anharmonicité, en termes de paramètres
et de complexité des fonctions.

Cette méthode s’est montrée efficace pour reproduire la topographie des
surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane au niveau XMCQDPT2.

La limitation la plus évidente de cette approche, réside dans le manque
d’effets de dissipation d’énergie par redistribution interne d’énergie vibra-
tionnelle, du fait de la taille réduite de l’espace considéré. Plusieurs pistes
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sont à explorer pour pallier ce problème sans augmenter la taille du sys-
tème de façon drastique. En particulier l’utilisation d’une friction effective
du type non-adiabatique pourrait permettre d’ajouter à moindre coût un
effet de dissipation. Une approche plus rigoureuse serait la mise en place
d’une dynamique dissipative via un couplage avec un bain.

D’un autre coté, ce problème peut être résolu de façon plus triviale par
l’ajout d’autres modes non considérés dans ce modèle. En particulier, il
serait intéressant d’ajouter explicitement le gradient à Franck-Condon, le
gradient de la moyenne de l’énergie à l’intersection conique, ainsi que la di-
rection menant à une forme ouverte plus physique et stable. L’approche la
plus simple serait d’ajouter de façon itérative les nouveaux modes par une
orthogonalisation de type Gram-Schmidt. Un parallèle intéressant pourrait
sans doute être fait entre l’augmentation de cet espace modèle et les ap-
proches systématiques locales de types modes effectifs qui permettent de
hiérarchiser l’importance des modes, et de corréler celle-ci avec l’échelle de
temps des dynamiques [122–128].

Enfin, il est important de souligner la transférablilité de cette approche.
En effet, celle-ci est applicable directement à d’autre systèmes d’intérêt
photochimique, sa force et son intérêt résidant dans sa relative simplicité
de mise en œuvre.
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Chapitre 5

Simulations de dynamique
quantique

“ Our phones must have great angular momentum sensors because the compasses really

suck. ”

xkcd 1473 : Location Sharing

Dans ce chapitre, nous allons présenter les résultats de simulation de
la réaction d’ouverture de cycle du benzopyrane avec le modèle quasi-
diabatique tridimensionnel, basé sur des données ab initio XMCQDPT2,
mis en place au chapitre 4.

Dans le cadre de ce projet, notre analyse portera principalement sur
l’étude de la photo-réactivité et des possibilités de contrôle de celle-ci par
la modulation des paramètres d’impulsion LASER utilisée.

Nous essayerons autant que possible de mettre en perspective les résul-
tats numériques ainsi obtenus avec les résultats expérimentaux d’absorption
transitoire résolue en temps réalisés sur le BIPS (cf. chapitre 1).

Dans un premier temps, nous évaluerons la pertinence du modèle que
nous avons élaboré en le confrontant aux données spectroscopiques et aux
échelles de temps de dynamique mesurées expérimentalement.

Nous étudierons ensuite l’effet d’une impulsion LASER pompe courte,
comparable à celle utilisée expérimentalement. Nous explorerons l’espace
des paramètres d’impulsion en fréquence et en intensité en faisant un pa-
rallèle avec les explorations expérimentales correspondantes.

Enfin, une première approche de contrôle par mise en forme temporelle
d’impulsion sera étudiée. Celle-ci a été réalisée expérimentalement par mo-
dulation des phases dans le domaine des fréquences. Nous avons reproduit
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cette mise en forme dans nos simulations et réaliserons un comparatif avec
les résultats expérimentaux.

Nous montrerons que les résultats sont globalement en bon accord et
discuterons des limites du modèle théorique utilisé le cas échéant.

5.1 Méthodologie

5.1.1 Considérations générales

L’ensemble des calculs de dynamique quantique ont été réalisés en uti-
lisant la suite de logiciels MCTDH [83, 132]. Le modèle 3D de surfaces
d’énergie potentielle du benzopyrane au niveau XMCQDPT2 étant sous
une forme “somme de produits”, celui-ci a été implémenté sans modifica-
tion.

Le système est considéré dans un référentiel inertiel “body fixed”. On fera
l’hypothèse d’un moment angulaire total nul qui nous permet de négliger
les termes de couplage de Coriolis dus à la rotation d’ensemble. L’orien-
tation de la molécule sera décrite de manière classique en supposant une
orientation spatiale fixe et non quantifiée selon un axe.

La molécule étant de taille relativement importante et les manipulations
étant réalisées en solvant cette approximation semble raisonnable dans la
mesure ou l’inertie rotationelle et la décohérence due au solvant sont pré-
pondérantes sur l’aspect quantique du moment angulaire aux échelles de
temps considérées.

L’opérateur d’énergie cinétique associé au jeu de coordonnées dans ce
référentiel est simple bien que non diagonal. Son développement est exposé
dans l’annexe B.

Comme discuté en section 2.4, la méthode de propagation MCTDH est
particulièrement adaptée aux systèmes de grande taille. Avec trois degrés de
liberté, une expansion complète dans la base primitive serait envisageable.
Cependant le choix de la méthode et du logiciel nous semble pertinent
compte tenu du grand nombre d’algorithmes et d’outils d’analyse associés.

5.1.2 Inclusion du champ électrique

L’interaction de la molécule avec le champ LASER est considérée comme
un potentiel externe V̂ ext

Ĥtot = Ĥmol + V̂ ext (5.1)
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On décrit de façon classique l’interaction d’un champ électrique E(t)
polarisé selon une direction de vecteur unitaire e. Au premier ordre, le
potentiel est défini par ce champ et l’opérateur de moment dipolaire µ̂

V
ext,(1)

ij = −µij · (E(t)e) (5.2)

Dans le cadre de notre travail, nous ne considérons pas les effets d’orien-
tation moléculaire. Nous choisissons donc d’utiliser un moment dipolaire
effectif en supposant un alignement parallèle optimal du moment dipolaire
de transition avec la direction de polarisation du champ afin de maximiser
le couplage. Soit :

µ12 = ‖µ12‖ (5.3)

On fait l’approximation d’un moment dipolaire constant avec comme
référence les valeurs obtenues ab initio au niveau XMCQDPT2 au point
QFC.

µ12 = 0.881860 D

µ11 = 1.282179 D

µ22 = 0.872737 D

Concernant le champ utilisé, celui-ci est considéré homogène du fait des
longueurs d’onde considérées, entre 300 et 400 nm. L’amplitude du champ
s’exprime de façon générale par

E(t) = E0Λ(t)ei(Ω(t)−θ) (5.4)

avec E0 l’amplitude du champ, Λ(t) l’enveloppe temporelle et ei(Ω(t)−θ) la
porteuse. L’onde porteuse est définie par sa fréquence instantanée ω(t) =
Ω̇(t) et une phase de référence θ.

Nous reviendrons plus en détail sur la formulation exacte de ce potentiel
dans les sections 5.3 et 5.4.

5.1.3 Détails de calcul

Dans le cadre de la méthode MCTDH, le choix d’une base de fonction à
une particule s (SPFs) adaptée aux besoins d’une simulation de dynamique
quantique est une problématique complexe dans le cas de grands systèmes,
avec un certain nombre de degrés de liberté fortement corrélés. L’observa-
tion de l’évolution des populations des SPFs au cours de la dynamique est
un indicateur du choix d’une base adaptée [133].
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Le maximum de population au cours du temps de la fonction la moins
peuplée est censé rester au-dessous d’une valeur seuil, sans quoi la conver-
gence de la dynamique n’est pas atteinte. Dans notre étude, il est intéressant
de constater que la base requise est particulièrement grande comme on peut
le constater dans le tableau 5.1.

Puisque nous décrivons une dynamique quantique sur plusieurs états
électroniques couplés, la dispersion et la localisation du paquet d’ondes
sont susceptibles de varier fortement d’un état électronique à l’autre. Nous
employons donc une représentation “multi-set”, avec un ensemble de SPFs
propre à chaque état.

X0 X1 X2

Base primitive d’O.H. 150 70 60
Limites de la grille (Å) -2 : 4.6 -0.8 : 0.8 -0.7 : 0.7

Nombre de SPFs (set 1, set 2) 90 , 90 65 , 65 50 , 50

Table 5.1 – Paramètres et tailles de la base primitive et de SPFs utilisé pour
la représentation du paquet d’ondes La base primitive est composée de fonctions
propres d’oscillateurs harmoniques (O.H.).

Ce besoin d’une large base de SPFs est une conséquence de la forte
dispersion du paquet d’ondes nucléaire lors des dynamiques avec impulsion
LASER (cf. sections 5.3 et 5.4). C’est un argument notable pour la nécessité
d’une approche explicitement quantique de la dynamique nucléaire pour
l’étude de la photochimie réactionnelle du benzopyrane sous l’effet d’un
champ LASER.

Malgré cette base de taille importante, du fait de la faible dimensionalité
du modèle utilisé et de sa relative simplicité, les simulations sont réalisées
dans des temps de calcul assez courts 1.

À titre indicatif :
— La préparation du paquet d’ondes initial dans l’état D1 par relaxa-

tion améliorée prend moins d’une minute.
— La propagation d’un paquet d’ondes sans champ externe après pro-

motion de type Franck-Condon a une efficacité approximative de
25fs/h

— La propagation d’un paquet d’ondes avec champ externe a une effi-
cacité comparable de 25fs/h

1. On utilise la parallélisation openmp mono-nœud de MCTDH sur des nœuds de 16
cœurs. Cette parallélisation présente une efficacité autour de 0.4 ce qui est assez bon
compte tenu de la taille réduite de l’opérateur et des bases par rapport à la charge de
calcul usuelle de MCTDH.
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Compte tenu de ces temps de calcul, la production de plusieurs pico-
secondes de dynamique est réalisée en quelques jours et permet donc de
travailler à des échelles de temps de quelques picosecondes, comparables à
celles des expériences.

5.1.4 Quantités observées

Dans ce chapitre, on utilisera les appellations S0 et S1 pour se référer
aux états adiabatiques modèles, fondamental et premier excité respective-
ment,et les notations D1 et D2 pour se référer aux états quasi-diabatiques
modèles correspondant à l’état fondamental à Franck-Condon et au premier
état excité au même point respectivement.

Au cours des simulations, plusieurs données seront suivies et étudiées.
La plupart sont issues d’intégrations multi-dimensionnelles afin de ramener
la description de la structure complexe, délocalisée et multidimensionnelle
du paquet d’ondes nucléaire à quelques variables.

Au cours de ce chapitre, nous utiliserons des notations abrégées pour
simplifier les expressions des intégrales. Soit :

— ΨDi
(X , t) ≡ ΨDi

(X0, X1, X2, t) le paquet d’ondes nucléaire dépen-
dant du temps, en base diabatique pour l’état Di,

— ΨSi
(X , t) ≡ ΨSi

(X0, X1, X2, t) le paquet d’ondes nucléaire dépendant
du temps, en base adiabatique pour l’état Si,

— d3X ≡ dX0dX1dX2 l’élément de volume pour les trois variables
X0, X1 et X2,

— XM,i ≡ QMECI,i la position de l’intersection conique,
— Xmin,i, Xmax,i les bornes inférieures et supérieures de la grille de fonc-

tions de base primitive pour la coordonnée considérée (avec le rac-

courci implicite
∫ ≡ ∫ X

max,i

X
min,i

).

Populations des états diabatiques et adiabatiques

Les populations des état diabatiques et adiabatiques, respectivement
PDi

(t) et PSj
(t),

PDi
(t) =

∫ ∫ ∫

Ψ ∗
Di

(X , t)ΨDi
(X , t)d3X (5.5)

PSi
(t) =

∫ ∫ ∫

Ψ ∗
Si

(X , t)ΨSi
(X , t)d3X (5.6)

nous servirons d’indicateur de l’efficacité des transferts de population :
— Dans le sens de la promotion du paquet d’ondes dans l’état excité,

PS1
augmente. Dans le cas de l’excitation initiale depuis la forme

fermée, du fait de l’identité des états à QFC, PD2
augmente.
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5. Simulations de dynamique quantique

— Le mécanisme de déclin non-radiatif à proximité de l’intersection
conique est caractérisé par un transfert de PS1

vers PS0
.

Du fait de la description de la portion de l’état excité proche de Franck-
Condon et du minimum forme ouverte apparent par un même état dia-
batique, ces descripteurs n’offrent pas une vision de la dynamique assez
détaillée pour suivre la réactivité.

Descripteurs géométriques diabatiques

Nous utiliserons quatre descripteurs géométriques diabatiques, corres-
pondant chacun à des populations dans une portion limitée de l’espace des
coordonnées :

Ps(t) : population partielle de D1 dans la région initiale forme fermée,
utilisée comme indicateur de photo-stabilité.

Ps(t) =
∫ X

M,0

X
min,0

∫ ∫

Ψ ∗
D1

(X , t)ΨD1
(X , t)d3X (5.7)

Pa(t) : population partielle de D1 dans la région “post intersection co-
nique”, utilisée comme indicateur de la population transférée de D2 à D1

à proximité de l’intersection conique dans le sens QFC vers QMECI. C’est
donc la part du paquet d’ondes qui reste dans l’état excité adiabatique après
l’intersection conique.

Pa(t) =
∫ X

max,0

X
M,0

∫ ∫

Ψ ∗
D1

(X , t)ΨD1
(X , t)d3X (5.8)

Pr(t) : population partielle de D2 dans la région de photo-réactivité, zone
restreinte autour du minimum forme ouverte apparent, utilisée comme indi-
cateur de photo-réactivité. C’est la population qui “a traversé” l’intersection
conique dans le sens QFC vers QMECI.

Pr(t) =
∫ X

max,0

X
M,0

∫ X
max,1

X
M,1

∫ X
max,2

X
M,2

Ψ ∗
D2

(X , t)ΨD2
(X , t)d3X (5.9)

Pt(t) : population partielle de D2 dans la région Franck-Condon, utilisée
comme un indicateur du transfert depuis l’état initial.

Pt(t) =
∫ ∫ ∫

Ψ ∗
D2

(X , t)ΨD2
(X , t)d3X − Pr(t) (5.10)

La somme de ces indicateurs correspond à la population totale donc à
l’unité.

À titre indicatif, la partition spatiale de l’état D2 est représenté sur la
figure 5.1.
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5.1. Méthodologie

De manière générale la “cible” pour le contrôle de photo-réactivité sera
donc la maximisation de Pr(t).

(a) D1 (b) D2

Figure 5.1 – Représentation schématique des descripteurs géométriques dia-
batiques

Densité réduite diabatique

Enfin, une vision plus qualitative mais plus spatiale de la dynamique est
offerte par la représentation des densités de population réduites en fonction
du temps ρDi

(Xj, t). Celles-ci sont obtenues pour un état diabatique i et
une coordonnée Xj par une intégration sur les autres coordonnées. Soit :

ρDi
(Xj, t) =

∫ ∫

Ψ ∗
Di

(X , t)ΨDi
(X , t)dXk Ó=jdXl Ó={j,k} (5.11)

La représentation de cette densité permet d’évaluer visuellement la dis-
persion et la localisation spatiale du paquet d’ondes.

Limites des descripteurs

L’utilisation de descripteurs géométriques et de densités réduites en re-
présentation diabatique peut s’avérer contre-intuitive du fait de la gymnas-
tique mentale nécessaire pour faire le lien avec la représentation adiaba-
tique. En particulier à proximité de la couture de l’intersection conique, la
représentation diabatique est beaucoup moins intuitive pour représenter le
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5. Simulations de dynamique quantique

déclin non-radiatif du fait de l’inversion des états de part et d’autre de la
couture 2.

Le choix de représentation obéit cependant à des contraintes techniques.
MCTDH travaillant en représentation diabatique, l’obtention de descrip-
teurs et de densités réduites adiabatiques nécessite d’intégrer la transfor-
mation diabatique vers adiabatique sur tout l’espace à chaque pas de temps.
Bien que réalisable en principe, cette intégration s’avère numériquement très
couteuse et nécessite l’usage de méthodes stochastiques d’intégration pour
être réalisée en des temps raisonnables, même dans le cas de notre système
restreint. Cette approche bien que permettant d’obtenir des résultats en un
temps réduit est malheureusement peu précise.

Il serait sans doute nécessaire de pousser plus avant l’évaluation des mé-
thodes disponibles pour obtenir des descripteurs et densités adiabatiques,
plus intuitives et permettant une meilleure analyse de la dynamique à proxi-
mité de l’intersection conique.

5.2 Validation du modèle

Afin de valider la qualité et l’implémentation du modèle développé, nous
avons réalisé une étude détaillée de la dynamique et du spectre suite à une
promotion électronique dans l’approximation de Franck-Condon.

Le paquet d’ondes initial est obtenu par relaxation améliorée à proximité
du minimum de S0, puis est promu dans l’état S1 et propagé durant 200 fs.

5.2.1 Spectre d’absorption

Le spectre d’absorption vibronique est obtenu de façon usuelle par trans-
formée de Fourier de la fonction d’autocorrélation après application d’une
fonction de “damping” permettant de simuler la dissipation vibrationnelle
ou thermique [134]. On applique un décalage énergétique au résultat pour
tenir compte de l’énergie vibrationnelle de point zéro.

Le spectre obtenu est représenté sur la figure 5.2. Le spectre expérimen-
tal utilisé pour comparaison 3 est celui d’un dérivé du benzopyrane, éthylé
sur les deux hydrogènes terminaux du cycle pyrane H13 et H14. Cette va-
riation ne devrait apporter que des différences minimes au niveau de la
structure électronique de la forme fermée. Il est par contre fort probable

2. La vision schématique de “passer dans l’état d’en dessous” qui facilite la visuali-
sation en représentation adiabatique est remplacée par “traverser et rester sur le même
état” et/ou “changer d’état sans traverser” en représentation diabatique.

3. Extrait de l’article référence [13].
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5.2. Validation du modèle

que la masse des éthyles, importante relativement aux hydrogènes, ait un
effet d’inertie sur la dynamique, et puisse avoir un impact sur le spectre.

Figure 5.2 – Comparaison des spectres d’absorption normalisés théo-
riques et expérimentaux En bleu foncé : spectre expérimental de référence du
2,2-diethyl-2H-chromene à 77 K en solvant apolaire 3-methylpentane (composé VI
Réf.[13]) En bleu clair : spectre théorique du modèle 3D du benzopyrane, MS-4-SA-
4-XMCQDPT2(12,11)/TVZP, damping τ = 10 fs. En jaune : spectre théorique modèle
12D du benzopyrane, SA-2-CASSCF(12,11)/6-31G*, damping τ = 40 fs, avec décalage
d’énergie ad hoc (Réf. [93]).

Par construction notre modèle n’est adéquat que pour décrire le premier
massif, entre 3.5 et 4.5 eV, le second massif correspondant vraisemblable-
ment au second état excité n’est donc pas à considérer 4. Le spectre théo-
rique montre un bon accord au niveau de la largeur de spectre, reliée au
temps d’échappement de la zone d’excitation. La structure vibrationnelle
est fortement simplifiée par rapport au spectre expérimental mais reste qua-
litativement correcte avec un maximum d’absorption autour de 3.95 eV et
une queue de spectre élargie entre 4 et 4.5 eV.

Pour comparaison, le spectre expérimental obtenu avec le modèle précé-
dent de surfaces d’énergie potentielle au niveau CASSCF en 12 dimensions

4. On peut cependant constater un excellent accord de l’énergie de transition verticale
S0 → S2 calculée à 4.78 eV au niveau XMCQDPT2
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5. Simulations de dynamique quantique

[93] est représenté. Pour ce spectre, la référence des énergies est décalée
artificiellement pour tenir compte de la différence d’énergie de transition
verticale entre les descriptions CASSCF et post-CASSCF de la structure
électronique.

On peut constater que la structure vibrationnelle est d’une qualité com-
parable à celle de notre modèle réduit malgré la faible dimensionalité de
notre approche. Ceci est un bon indicateur de la pertinence des choix de
développement de notre modèle.

5.2.2 Échelle de temps

Bien qu’étant un indicateur de la bonne description vibrationnelle à
proximité de la région de Franck-Condon, le spectre reste une donnée locale
dépendant essentiellement de la dynamique initiale. Dans notre cas, l’éloi-
gnement de l’intersection conique en fait une donnée insuffisante pour juger
de la qualité de la description du mécanisme de déclin non-radiatif.

Comme évoqué dans le chapitre 3, le modèle précédent de l’ouverture
de cycle du benzopyrane, malgré un spectre correct présentait un effet de
piégeage de la dynamique dans l’état excité après une promotion Franck-
Condon [94], en désaccord avec la conversion ultra rapide observée expéri-
mentalement.

Dans notre cas, l’évolution des populations adiabatiques, représentée
sur la figure 5.3, indique un retour de plus de 80% de la population totale
dans l’état fondamental après 80 fs. Le mécanisme de déclin est donc par-
ticulièrement efficace. Cette dynamique ultra rapide est en accord avec les
mesures expérimentales indiquant une réactivité en des temps inférieurs à
300 fs.

On peut décomposer cette dynamique en quatre étapes d’intérêt :

1. Le paquet d’ondes progresse sur l’état excité en direction de l’intersec-
tion conique selon la direction X0. Les oscillations selon X2, observées
sur la courbe (f) figure 5.5, étant la conséquence du décalage de mini-
mum entre la surface fondamentale et excitée selon cette coordonnée
(cf. figure 4.9), le mouvement le long de cette coordonnée de couplage
est générateur d’un léger transfert de population à 15 et 30 fs.

2. Entre 50 et 70 fs, on observe une forte croissance de population sur
le descripteur Pr suite au passage de l’intersection conique. Les den-
sités réduites diabatiques montrent dans la même période un élargis-
sement important du paquet d’ondes selon X0 visible sur la courbe
(b) figure 5.5. L’augmentation du descripteur Pa est cohérente avec
l’apparition d’une densité de population dans l’état D1 observée sur
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Figure 5.3 – Évolution des populations des états adiabatiques et quasi-
diabatiques après une excitation Franck-Condon En violet et vert, continu :
populations des états adiabatiques S0 et S1 respectivement. En violet et vert, tireté
: populations des états quasi-diabatiques D1 et D2 respectivement.
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Figure 5.4 – Évolution des descripteurs géométriques diabatiques après une
excitation Franck-Condon En violet : Ps(t) population dans la région initiale D1. En
vert : Pt(t) population dans la région Franck-Condon D2. En bleu clair : Pa(t) population
dans la région post-intersection conique D1. En orange : Pr(t) population dans la région
de photo-réactivité D2.
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Figure 5.5 – Évolution des densités réduites de population après une excita-
tion Franck-Condon Pour rappel, QFC = (0, 0, 0) et QMECI = (2.54, 0, 0).
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5.3. Dynamique avec pulse gaussien

la figure 5.5 (a). Ceci correspond à la part du paquet d’ondes qui n’est
pas transférée d’un point de vue adiabatique.

3. Après 80 fs, on observe une diminution puis un sursaut de Pr accom-
pagné d’une décroissance de Pa. Les courbes (a) et (b) figure 5.5 nous
montre une oscillation de la densité le long de X0. Ceci est caracté-
ristique d’une réflexion de la densité par le mur de potentiel du bord
de surface d’énergie.

4. Enfin on constate une forte croissance de Ps caractéristique d’un re-
tour d’une grande partie de la densité dans la forme fermée, qui s’ob-
serve particulièrement bien à partir de 120 fs sur les courbes (a) et (c)
figure 5.5. On voit une relocalisation importante de la densité selon
X0 à proximité du minimum de D1, qui s’accompagne d’une oscil-
lation de grande amplitude de X1 qui s’explique par la courbure du
fond de vallée qui corrèle fortement ces deux modes (cf. figure 4.11).

Deux points importants se dégagent de cette dynamique.
En premier lieu, un important déclin non-adiabatique a lieu en un temps

court et la région de photo-réactivité est significativement peuplée suite à ce
transfert. Ceci semble indiquer une réactivité en accord avec les observations
d’une dynamique ultra rapide résultant d’une conversion interne via une
intersection conique.

En second, une part importante du paquet d’ondes est reflétée suite au
retour dans l’état fondamental adiabatique, et retourne dans la région de
photo-stabilité.

Une part de cet effet est indéniablement une conséquence de la basse
dimensionalité de notre modèle qui présente un minimum apparent pour
la forme ouverte proche en énergie de l’intersection conique. Ceci limite la
localisation du paquet d’ondes dans cette forme. De plus, l’absence d’une
vallée d’échappement du coté du réactif rend le processus thermodynami-
quement instable en l’absence de dissipation.

Mais, d’un autre coté, on relève la présence non-artificielle d’un “mur”
de potentiel après le passage de l’intersection conique dans l’état S1, qui est
bien reproduit par notre modèle. Ceci suggère que cette photo-stabilité par
réflexion est un phénomène qui, bien qu’amplifié par la basse dimensionalité
du modèle semble jouer un rôle important dans la stabilité du benzopyrane.

5.3 Dynamique avec pulse gaussien

Nous allons à présent nous concentrer sur la simulation de l’effet d’une
impulsion LASER comparable au pulse expérimental sur la dynamique du
système.
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5. Simulations de dynamique quantique

Expérimentalement, le pulse est considéré comme gaussien avec une lar-
geur à mi-hauteur (FWHM) Tin,FWHM de 100 fs. L’intensité moyenne utilisée
est de 8TW/cm2 ce qui correspond à une amplitude maximale de l’enve-
loppe E0 de 0.015098 ua.

Le pulse gaussien initial Ein avant mise en forme est représenté dans
notre dynamique comme :

Ein(t) = E0,inΛin(t)ei(ωint−θ) (5.12)

avec la pulsation 5 constante ωin et l’enveloppe gaussienne Λin(t) centrée au
temps t = 0

Λin(t) = e−(t/Tin)2

, Tin =
Tin,FWHM√

2 ln 2
(5.13)

Dans cette section nous allons détailler l’effet de la fréquence de la por-
teuse, ω0 (en pratique nous considérerons la valeur associée de la longueur
d’onde centrale ou porteuse, notée λ) sur la dynamique simulée et l’accord
des résultats obtenus avec les données expérimentales.

5.3.1 Influence de la longueur d’onde centrale

Lors des expériences sur le BIPS, un balayage systématique en longueur
d’onde a été effectué de 245 à 400 nm, afin de juger de la dépendance de la
réactivité à ce paramètre, les résultats sont reportés figure 5.6.

Le spectre d’absorption (théorique ou expérimental, voir la figure 5.2)
du benzopyrane place le maximum d’absorption autour de 4 eV soit 310
nm. L’absorption devient très faible en dessous de 3.6 eV soit 344 nm. On
peut donc supposer que le champ sera trop loin de la résonance au-delà de
cette limite pour produire un transfert de population significatif.

Les simulations de balayage en longueur d’onde 6 ont confirmé cette sup-
position, comme on peut le déduire des populations adiabatiques représen-
tées figure 5.7. À partir d’un paquet d’ondes relaxé dans l’état fondamental
vibrationnel, le pulse produit un transfert de l’état S0 à S1 avec un temps
de montée approximatif de 60 fs pour des longueurs d’onde de la porteuse
de 310 à 330 nm. À partir de 340 nm, il n’y a pas de transfert significatif
hormis les oscillations entre états dues à l’intensité du pulse.

Expérimentalement le choix de longueur d’onde de travail s’est porté sur
400 nm bien que celle-ci soit située en queue de spectre pour le BIPS (cf.

5. Par abus de langage, conformément à l’usage, nous emploierons désormais le terme
de fréquence pour pulsation (fréquence angulaire).

6. Un balayge systématique de 310 à 400 nm par pas de 10 nm a été réalisé. L’am-
plitude de pulse est fixée à 100TW/cm2 afin que celle-ci ne constitue pas un facteur
limitant.
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Figure 5.6 – Absorption pour différentes longueurs d’onde de pompe Mesures
réalisées en continu, avec une sonde lumière blanche ; impulsion pompe de FWHM de
100 fs.

figure 1.3) comme pour le benzopyrane. En effet, le choix de longueur d’onde
de pompe fait l’objet de contraintes empêchant l’utilisation triviale de la
longueur d’onde d’excitation verticale. Les deux limites principales sont
l’absorption du solvant toluène dans les longueurs d’onde inférieures à 350
nm, et la contrainte plus pragmatique de disponibilité des LASER pour les
manipulations. L’objectif étant de réaliser une mise en forme des impulsions,
toutes les longueurs d’onde ne sont pas utilisables avec les mêmes facilités.

Malgré cette faible absorbance 400nm, la sensibilité des dispositifs de
mesure et le rapport signal/bruit sont suffisamment bons pour obtenir de
données expérimentales précises.

D’un point de vue des simulations, nous avons choisi de travailler avec
deux longueurs d’onde 310 et 330 nm. Le choix de 310 nm est celui trivial
associé à l’énergie d’excitation par transition verticale depuis le minimum
forme fermée. La longueur d’onde 330 nm étant la plus élevée à laquelle
on observe un transfert de population lors des simulations, elle est la plus
proche de la longueur d’onde expérimentale.

La comparaison systématique de ces deux longueurs d’onde nous per-
mettra d’estimer la robustesse des résultats obtenus.
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Figure 5.7 – Évolution des populations des états adiabatiques et quasi-
diabatiques pour différentes longueurs d’onde de pulse En violet et vert, continu
: populations des états adiabatiques S0 et S1 respectivement. En violet et vert, tireté : po-
pulations des états diabatiques D1 et D2 respectivement. Pulse gaussien de 100TW/cm2,
FWHM = 100fs.
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5.3. Dynamique avec pulse gaussien

5.3.2 Analyse de la dynamique

Analysons plus en détail la dynamique pour les deux longueurs d’onde
de travail considérées.

On observe sur la figure 5.8 l’évolution des descripteurs géométriques
pour les deux longueurs d’onde avec un pulse d’une intensité de 8TW/cm2

correspondant à celle utilisée lors des expériences.
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Figure 5.8 – Évolution des descripteurs géométriques diabatiques pour des
longueurs d’onde de pulse de 310 et 330 nm En violet : Ps(t) population dans
la région initiale D1. En vert : Pt(t) population dans la région Franck-Condon D2. En
bleu clair : Pa(t) population dans la région post-intersection conique D1. En orange :
Pr(t) population dans la région de photo-réactivité D2. Pulse gaussien de 8TW/cm2,
FWHM = 100fs.

Les dynamiques sont qualitativement identiques avec un transfert de
population rapide autour de 100 fs, marqué par l’augmentation brusque de
Pt. Celui-ci est très efficace avec un maximum à 80% de population. On
constate un léger retard dans le transfert à 310 nm de l’ordre de 20 fs.

Les temps de déclin sont cohérents avec la dynamique Franck-Condon
puisqu’on observe une augmentation des populations Pr et Pa environ 70 fs
après le début du transfert.

On peut noter une photo-réactivité accrue pour 330 nm marqué par une
population maximale Pr de 10% contre 8% pour 310 nm.

Passé 100 fs, on peut observer une stabilisation notable de la dynamique,
due à la diminution d’amplitude du pulse, en accord avec l’évolution des
populations des états observée en (a) et (b) sur la figure 5.7 qui montre un
repeuplement progressif de l’état S0.

En observant les densités réduites le long des modes X0 et X1, on peut
constater une localisation plus importante du paquet d’ondes pour l’emploi
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d’un pulse d’une longueur d’onde de 330 nm. La dispersion spatiale au
fil du temps est beaucoup plus lente et on peut observer la présence de
relocalisations de population périodiques autour du minimum de S1 ((b)
figure 5.9).

En conclusion, la description de la réactivité obtenue par l’application
d’une impulsion LASER comparable à celle utilisée expérimentalement est
en bon accord avec les résultats théoriques. On constate un transfert de
population rapide dans la région de photo-réactivité. Bien que dépendant
de la longueur d’onde du pulse, on peut voir que l’efficacité de ce processus
reste qualitativement proche aux deux longueurs d’onde considérées.

La différence d’efficacité des deux pulses peut s’expliquer par la plus
forte localisation du paquet d’ondes dans le cas du pulse à 330 nm. Le
transfert est plus rapide et le paquet d’ondes reste donc plus localisé, ce qui
tend à rendre son comportement plus balistique.

Du fait d’un retour de densité important par photo-stabilité, on peut
envisager une réexcitation de la part de population photo-stable dans les
temps de la dynamique. Une part de cet effet étant due au manque de
stabilité de la forme ouverte, ceci peut constituer un biais de modélisation.

Enfin, du fait de la dispersion du paquet d’ondes en l’absence d’effets
de décohérence, la dynamique aux temps longs est peu susceptible d’être
significative pour une observation détaillée. On peut le constater dans les
derniers temps de la propagation, où le paquet d’ondes commence à se dis-
perser selon la coordonnée X0. La pertinence des descripteurs géométriques
est donc vraisemblablement moindre dans les temps longs de la dynamique.
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Figure 5.9 – Évolution des densités réduites de population pour des longueurs
d’onde de pulse de 310 et 330 nm
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5. Simulations de dynamique quantique

5.4 Contrôle par mise en forme de phase

Dans les sections précédentes, nous avons évalué l’effet d’un pulse LA-
SER gaussien “standard” utilisé pour sonder la dynamique. Dans cette sec-
tion, nous étudierons une première tentative de contrôle de la réactivité du
BIPS par la mise en forme d’impulsion ou “shaping”. En particulier, nous
tenterons de reproduire et expliquer les résultats obtenus expérimentale-
ment par mise en forme de la phase spectrale.

5.4.1 Mise en forme de phase et chirp linéaire

À l’inverse d’une mise en forme basée sur la modification du spectre du
pulse, celle-ci est réalisée en modifiant uniquement la phase relative de ses
composantes spectrales et permet d’obtenir des enveloppes complexes tout
en conservant le spectre et l’énergie du pulse utilisé.

La modification de phase ϕ(ω) agit comme une fonction multiplicative
eiϕ(ω) du champ dans le domaine des fréquences. Soit :

Ẽout(ω) = Ẽin(ω)eiϕ(ω) (5.14)

Ramenée dans le domaine temporel, elle a un effet sur l’amplitude crête,
l’enveloppe et la fréquence de l’impulsion du pulse de sortie Eout, par rapport
au pulse initial (équation (5.12)), d’où :

Eout(t) = E0,outΛout(t)ei(ωint+φ(t)−θ) (5.15)

Il est intéressant de souligner que l’utilisation de cette technique pour
les manipulations expérimentales a donné lieu a un développement métho-
dologique d’intérêt par l’équipe d’expérimentateurs associée au projet [135].

La mise en forme est réalisée par un masque après transformée de Fourier
optique d’un pulse infrarouge à 800 nm. Puis les composantes du pulse à 400
nm sont obtenues par génération de seconde harmonique dans le domaine
des fréquences avant transformée de Fourier optique inverse.

De nombreuses mises en forme ont été réalisées et leur effet sur la ré-
activité testé. Il en ressort que l’élargissement temporel du pulse, de façon
indépendante du détail de son enveloppe, a pour effet de diminuer l’absorp-
tion de la sonde, ce qui reflète une diminution de la photo-réactivité.

Dans cette étude, nous nous concentrons sur la mise en forme par une
fonction quadratique ϕ(ω) = γ(ω − ω0)2. On obtient un champ de sortie
gaussien avec un décalage linéaire de fréquence, dit “chirp” linéaire. Ce chirp
permet de produire un pulse robuste pour un transfert de population par
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5.4. Contrôle par mise en forme de phase

passage adiabatique [136] et est communément obtenu par mise en forme
de phase.

La modification du pulse par rapport au pulse de base est fonction du
paramètre γ et du choix d’une fréquence de référence ω0 fixée dans notre
cas à 0. Il en découle les paramètres de champ suivant [136]

Λout(t) =

√

Tin

T
e−(t/T )2

(5.16)

T =
4γ

Tin

√

√

√

√1 +

(

T 2
in

4γ

)2

=
1

Tin

√

16γ2 + T 4
in (5.17)

φ(t) = αt2 (5.18)

α = − 4γ

T 4
in + 16γ2

(5.19)

(5.20)

L’effet de cette mise en forme sera un élargissement temporel de l’impulsion,
associé à une baisse de l’amplitude maximale, puisqu’à énergie constante.
Un effet de décalage linéaire des fréquences s’applique à la fréquence ins-
tantanée.

ω(t) = ωin + φ̇(t) = ωin + 2αt (5.21)

L’effet d’atténuation de la réactivité est observable sur la figure 5.10
pour la mise en forme de phase quadratique. On note l’aspect robuste de
cet effet, et son indépendance au signe du paramètre de chirp.

5.4.2 Influence de la phase quadratique

Nous travaillons avec trois paramètres de chirp γ correspondant à des
étirements temporels croissants, indiqués dans le tableau 5.2

γ FWHM (fs) ∆λ (nm)
1.0 × 106ua 105.1 0.44
5.0 × 106ua 190.6 1.24
1.0 × 107ua 339.5 1.35

Table 5.2 – Effet du paramètre de chirp γ sur la durée de pulse et la longueur
d’onde porteuse ∆λ = λ(TFWHM/2) − λ(−TFWHM/2) variation de longueur d’onde
entre les deux mi hauteur de l’enveloppe.
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5. Simulations de dynamique quantique

Figure 5.10 – Absorption transitoire en fonction des paramètre d’une mise en
forme de phase quadratique Mesures réalisées à 50 ps de délai, avec une sonde à 540
nm. Abscisse : paramètre de chirp γ utilisé expérimentalement. Ordonnées : rapport de
centrage de la fonction de chirp (ωc ≡ ωin), dans cette étude nous considérons ω0 = ωin.

Chirp linéaire à 330 nm

Nous observons en premier lieu, les effets de la mise en forme de phase
quadratique pour un pulse à 330 nm.

Les populations adiabatiques représentées sur la figure 5.11, montrent
un important effet de blocage du déclin non-radiatif comme en témoigne la
population présente dans S1 en fin de dynamique qui croît avec l’intensité
du chirp.

Celui-ci est combiné à une excitation initiale de S0 vers S1 plus faible.
Cette diminution peut être due à un effet d’intensité mais peut aussi simple-
ment être relative à l’étalement temporel du pulse qui entraîne un étalement
temporel de la dynamique comme en témoigne la largeur des pics de popu-
lation progressant avec l’intensité du chirp.

L’effet le plus considérable sur les descripteurs géométriques est la dimi-
nution de la population maximale de Pr pour les valeurs de chirp élevées,
visible sur la figure 5.12. Celle-ci est nettement marquée pour le premier
pic de population, avec une diminution d’environ 30% entre le pulse le plus
court et le plus allongé.
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Figure 5.11 – Évolution des populations des états adiabatiques pour différents
paramètres de chirp d’un pulse à 330 nm En violet et vert : populations des états
adiabatiques S0 et S1 respectivement. Continu : γ = 1.0×106ua. Tireté : γ = 5.0×106ua.
Pointillé : γ = 1.0 × 107ua. Pulse gaussien initial de 8TW/cm2, FWHM = 100fs.
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Figure 5.12 – Évolution du descripteur géométrique diabatique Pr(t) pour
différents paramètres de chirp d’un pulse à 330 nm Continu : γ = 1.0 × 106ua.
Tireté : γ = 5.0 × 106ua. Pointillé : γ = 1.0 × 107ua. Pulse gaussien initial de 8TW/cm2,
FWHM = 100fs.
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À 310 nm

Pour le pulse à 310nm, dont les populations au long de la dynamique
sont représentées figure 5.13, on constate un même effet de blocage du déclin
non-radiatif aux temps longs. Ce phénomène nous semble d’une grande
importance puisque bien qu’intervenant aux temps longs de la dynamique,
il semble assez stable et présente des amplitudes similaires pour les deux
fréquences de travail.
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Figure 5.13 – Évolution des populations des états adiabatiques pour différents
paramètres de chirp d’un pulse à 310 nm En violet et vert : populations des états
adiabatiques S0 et S1 respectivement. Continu : γ = 1.0×106ua. Tireté : γ = 5.0×106ua.
Pointillé : γ = 1.0 × 107ua. Pulse gaussien initial de 8TW/cm2, FWHM = 100fs.

Le descripteur de photo-réactivité représenté figure 5.14 présente la
même diminution consécutive à la mise en forme du pulse, bien que celle-ci
soit moins marquée pour le pulse à 310 nm.
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Figure 5.14 – Évolution du descripteur géométrique diabatique Pr(t) pour
différents paramètres de chirp d’un pulse à 310 nm Continu : γ = 1.0 × 106ua.
Tireté : γ = 5.0 × 106ua. Pointillé : γ = 1.0 × 107ua. Pulse gaussien initial de 8TW/cm2,
FWHM = 100fs.

Chirp inverse

Afin de vérifier la dépendance des résultats au signe du paramètre γ
nous avons simulé la dynamique d’un pulse avec γ = −1.0 × 107ua.

Ce pulse étant celui présentant le plus grand décalage de longueur d’onde,
l’inversion de sens de décalage nous permet d’évaluer son effet sur la dyna-
mique.

À 330 nm, on constate sur les courbes (a) et (b) de la figure 5.15 un léger
retard des inversions de population initiales à −300 fs pour le chirp inverse.
Malgré cela, les dynamiques restent assez similaires aux temps courts et
identiques aux temps longs.

Cette ressemblance est encore plus nette pour les pulses à 310 nm, re-
présentés figure 5.16. La dynamique semble tout à fait insensible au sens
du décalage de fréquence ce qui suggère un effet non relié à ce décalage.
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Figure 5.15 – Effet d’un paramètre de chirp négatif sur la dynamique avec un
pulse à 330 nm Continu : γ = 1.0 × 107ua. Tireté : γ = −1.0 × 107ua. (a) En violet et
vert, continu : populations des états adiabatiques S0 et S1 respectivement (b) En violet
: Ps(t) population dans la région initiale D1. En vert : Pt(t) population dans la région
Franck-Condon D2. En bleu clair : Pa(t) population dans la région post-intersection
conique D1. En orange : Pr(t) population dans la région de photo-réactivité D2. Pulse
gaussien initial de 8TW/cm2, FWHM = 100fs.
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Figure 5.16 – Effet d’un paramètre de chirp négatif sur la dynamique avec un
pulse à 310 nm Continu : γ = 1.0 × 107ua. Tireté : γ = −1.0 × 107ua. (a) En violet et
vert, continu : populations des états adiabatiques S0 et S1 respectivement (b) En violet
: Ps(t) population dans la région initiale D1. En vert : Pt(t) population dans la région
Franck-Condon D2. En bleu clair : Pa(t) population dans la région post-intersection
conique D1. En orange : Pr(t) population dans la région de photo-réactivité D2. Pulse
gaussien initial de 8TW/cm2, FWHM = 100fs.
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5.4.3 Hypothèse explicative

Au vu de l’indépendance des tendances au signe du chirp, nous pouvons
formuler l’hypothèse que la baisse de photo-réactivité et de conversion in-
terne avec l’application d’une mise en forme de phase est principalement
un effet d’étalement temporel et spatial de la dynamique. Les conséquences
de cet effet sont peu sensibles aux variations puisque l’effet observé est
qualitativement identique pour les deux fréquences de travail.

À l’observation des densités réduites sur les figures 5.17 et 5.18, on
constate bien en effet une dispersion du paquet d’ondes qui perd sa structure
et s’étale spatialement avec l’étirement du pulse.

Cet effet est nettement visible le long de la coordonnée X2. Dans une
vision adiabatique, un étalement sur la coordonnée de couplage suppose
une part moins importante du paquet d’ondes à proximité de l’intersection
conique et entraîne logiquement la diminution du transfert [137]. Cet effet
permet d’expliquer la baisse de réactivité et le blocage du transfert de S1 à
S0.

Cette interprétation est compatible avec les observations expérimentales
qui montrent l’universalité de la diminution d’absorption de la forme ouverte
pour l’étirement des pulses quelque soient les détails de l’enveloppe.
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Figure 5.17 – Évolution des densités réduites de population selon la coordon-
née X1 pour différents paramètres de chirp d’un pulse à 330 nm
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Figure 5.18 – Évolution des densités réduites de population selon la coordon-
née X2 pour différents paramètres de chirp d’un pulse à 330 nm

131



5. Simulations de dynamique quantique

5.5 Conclusion et perspectives

5.5.1 Conclusion

Malgré l’aspect minimaliste du modèle utilisé, les simulations de dy-
namique quantique montrent un bon accord sur le spectre et les temps
caractéristiques de la dynamique.

L’implémentation d’un pulse fidèle aux paramètres expérimentaux semble
permettre une approche qualitative de la photo-réactivité observée expéri-
mentalement.

Une première approche des effets de contrôle a été réalisée à travers
l’analyse de la préparation de pulse par mise en forme de phase dans le cas
d’une phase quadratique.

Les résultats obtenus expérimentalement vont dans les sens d’une photo-
réactivité réduite lorsque la mise en forme allonge le pulse temporellement.
Cet effet est bien reproduit dans nos simulations et semble trouver son
origine dans un blocage du transfert de population à l’intersection conique
dû à la dispersion spatiale du paquet d’ondes.

Ces premiers résultats de simulation sont encourageants malgré les li-
mitations inhérentes au modèle.

Nous avons déjà souligné le manque de dissipation interne comme ex-
terne. Celle-ci s’accompagne du manque d’un minimum stable et d’une val-
lée d’échappement pour la forme ouverte qui entraîne une périodicité artifi-
cielle de la dynamique. Ces points nécessitent d’améliorer la description du
système par une dynamique dissipative et/ou l’augmentation du nombre de
modes considérés, comme évoqué en conclusion du chapitre 4.

Deux améliorations à moindre frais du modèle semblent possibles.
En premier lieu, la masse de l’indoline n’est pas du tout prise en compte

dans les simulations alors qu’elle entraîne vraisemblablement un effet d’iner-
tie dans la dynamique. Une amélioration simple du modèle pourrait être
une modification de l’énergie cinétique afin d’ajouter cette masse de façon
effective sur les hydrogènes terminaux du cycle pyrane H13 et H14. Cette
manipulation pourrait être effectuée de la même façon afin de considérer la
masse des éthylènes substitués à ces hydrogènes dans le spectre expérimen-
tal utilisé pour comparaison.

Une autre amélioration concerne le raffinement des moments dipolaires
utilisés. En l’absence de moments dipolaires dépendants des coordonnées,
le modèle utilisé n’est pas apte à décrire l’effet Herzberg-Teller. De plus,
du fait du changement de nature de l’état S1 le long de la coordonnée de
réaction, le moment dipolaire varie fortement et son influence sur le spectre
pourrait être importante.
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L’ajustement de surfaces de moments dipolaires a été réalisé pour per-
mettre d’améliorer ce point et des simulations sont en cours afin de vérifier
l’impact de leurs variations avec la géométrie moléculaire sur le spectre et
la dynamique.

5.5.2 Perspectives de contrôle

La mise en forme d’impulsion n’est qu’une partie des multiples essais de
contrôle réalisés par l’équipe des expérimentateurs.

Des manipulations exploratoires ont été réalisées sur l’utilisation d’un
pulse infrarouge non-résonant afin d’induire des modifications de réactivité
par effet Stark. Les résultats suggèrent un effet d’augmentation de la photo-
réactivité pour une gamme robuste de paramètres de pulse.

Le contrôle de la dynamique aux intersections coniques par effet Stark
est un effet relevé dans la littérature [2, 138] et s’interprète de façon statique
par l’analyse des surfaces d’énergie potentielle habillées par le champ LA-
SER. L’augmentation de la photo-réactivité se traduit dans ce cadre par une
modification de la position de l’intersection conique, en général un abais-
sement énergétique, la rendant plus accessible et augmentant le moment
cinétique du paquet d’ondes dans cette région et par conséquent l’efficacité
du transfert à l’intersection conique.

L’obtention des surfaces de polarisabilité au niveau XMCQDPT2 est
un travail en cours de réalisation qui devrait permettre de modéliser et
rationaliser cet effet.

Enfin, dans le cadre d’un travail préparatoire réalisé durant ce projet,
sur les stratégies de contrôle de photo-réactivité dans des systèmes mo-
dèles, la piste de la préparation vibrationnelle du paquet d’ondes avait été
explorée. L’ingénierie d’état initial[139] nous semble une approche intéres-
sante puisqu’accessible expérimentalement par de la mise en forme de pulse
infrarouge.

Le principal frein à l’utilisation de cette méthode est son manque vrai-
semblable de robustesse. Ceci suppose une amélioration importante de la
description de la structure vibrationnelle de notre modèle pour la rendre
pertinente d’un point de vue prédictif.
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Chapitre 6

Conclusion

“ What was the original problem you were trying to fix ?’ ’Well, I noticed one of the

tools I was using had an inefficiency that was wasting my time. ”

xkcd 1739 : Fixing Problems

6.1 Résumé du travail effectué

L’objectif initial de ce travail était de permettre, par une amélioration
du modèle établi dans les approches précédentes, de faire converger les ap-
proches théoriques et expérimentales sur la compréhension et le contrôle
de la dynamique ultra-rapide aux intersections coniques appliqué au cas de
l’ouverture de cycle des spiropyranes.

De manière générale, nous avons suivi une stratégie entièrement ab ini-
tio, non paramétrée par les expériences, en essayant à chaque étape de nous
concentrer sur l’objectif de la mise en place de simulations de dynamique
quantique non-adiabatique de l’ouverture de cycle du benzopyrane permet-
tant une description au moins qualitative, voir quantitative, de la réaction
étudiée.

Nous avons montré au chapitre 3 l’importance de la prise en compte de la
corrélation dynamique par des méthodes de structure électronique adaptées
à la description des dégénérescences d’états à l’intersection conique. La mé-
thode perturbative multi-références multi-états XMCQDPT2 s’est montrée
adaptée au cadre de notre étude.
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L’exploration du paysage énergétique du benzopyrane à ce niveau de cal-
cul a montré des variations importantes par rapport aux résultats CASSCF
et CASPT2 reportés dans la littérature. Ces résultats sont en accord avec les
observations expérimentales et les différences constatées ont justifié la mise
en place d’un nouveau modèle de surfaces d’énergie potentielle diabatiques
présenté au chapitre 4.

Avec ces nouvelles données ab initio, nous avons tenté de suivre l’ap-
proche antérieure et de l’appliquer sur le benzopyrane mais l’anharmonicité
des surfaces d’énergie potentielles et le manque de points critiques se sont
avérés être des verrous mettant intrinsèquement hors de portée l’approche
semi-locale à haute dimensionalité utilisée dans les études antérieures.

Cet échec nous a conduit à envisager le problème sous un angle nou-
veau, afin de parvenir à une collaboration effective avec l’équipe expéri-
mentale dans la limite de temps imposée pour ce projet. Nous avons choisi
de procéder à un changement de stratégie complet, axé sur le développement
d’un modèle à dimensionalité réduite, plus simple mais plus rationel dans
sa conception. Cette approche originale, a permis de mettre en place un
modèle tridimensionnel précis, et a priori extensible, de surfaces d’énergie
potentielles du benzopyrane.

La qualité de ce modèle a été validée par la réalisation de simulations de
dynamique quantique, présentées au chapitre 5, et l’obtention d’un spectre
et de temps caractéristiques de réaction en bon accord avec les résultats
expérimentaux.

Le dialogue théorie/expérience mis en place à la fin de ce travail s’est
montré fructueux, par un début d’interprétation et de rationalisation de
l’important travail exploratoire réalisée par l’équipe expérimentale du groupe
PFL à Dijon. En particulier, une première application de contrôle par mise
en forme de phase implémentée dans les simulations a permis de reproduire
de façon qualitative une partie des résultats expérimentaux.

Plusieurs pistes d’amélioration et de poursuite du travail de modélisation
ont été soulevées dans les conclusions respectives de ces trois chapitres, et
l’exploitation du modèle actuel se poursuit en collaboration étroite avec
l’équipe expérimentale.

Parallèlement à cette thématique générale, d’autres travaux ont été réa-
lisés dans le cadre de cette thèse.

En premier lieu, l’implémentation “tout numérique” et l’étalonnage sur
d’autres systèmes moléculaires de la méthode de calcul d’espace de bran-
chement présentée en annexe A et employée en section 3.5 pour le calcul
des vecteurs de branchement de l’intersection conique d’énergie minimale
du benzopyrane.
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Un travail exploratoire sur les stratégies de contrôle LASER de systèmes
moléculaires modèles avec une intersection conique par des méthodologies
issues de la photophysique a été entrepris au sein du DQNL à Dijon en
collaboration avec Matthieu Sala et dans le cadre de la co-direction de la
présente thèse par Stéphane Guérin.

Ce travail avait pour but la recherche de stratégies de contrôle robustes
et rationnelles, et par conséquent applicables du façon systématique et ciblée
au contrôle de la photo-réactivité chimique. Nous avons étudié en particu-
lier l’application du passage adiabatique Raman stimulé (STIRAP) et la
préparation d’états vibrationnels ciblés.

Bien que ces deux approches aient permis d’obtenir des augmentations
de photo-réactivité, celles-ci n’ont été constatées qu’en des points très précis
de l’espace des paramètres de pulse, de sorte qu’il ne nous a pas été possible
de rationaliser ces résultats ou d’obtenir un effet robuste par rapport aux
paramètres du modèle et de l’impulsion.

De nombreuses pistes restent à explorer sur cette thématique, et il nous
semble que des développements cruciaux sont encore à réaliser pour adapter
les méthodes de contrôle quantique de la photophysique - par ailleurs très
efficaces pour le contrôle de systèmes avec un nombre d’états limité ou
une structure de spectre particulière - aux systèmes moléculaires de taille
moyenne et leurs quasi-continua vibrationnels.

6.2 Perspectives

À travers les thématiques abordées dans ce travail, nous avons pu voir
l’importance et la pertinence d’une approche “tout quantique” des systèmes
photochimiques en interaction avec un champ.

L’utilisation d’une dynamique quantique sur grille, comme dans le cadre
de ce travail, permet de prendre en compte de façon explicite les effets de
phase dans le paquet d’ondes et la délocalisation importante de la densité
sous l’effet du pulse LASER et du passage à travers une intersection co-
nique. Cependant, elle impose la mise en place de modèles d’hamiltoniens
diabatiques pour la description des énergies potentielles et des couplages
non-adiabatiques.

Dans un cadre général, la problématique du développement de modèles
de surfaces d’énergie potentielle nous semble être actuellement la princi-
pale, et peut-être la dernière, limitation à une utilisation plus généralisée
de la dynamique quantique non-adiabatique moléculaire, comme celle que
connait actuellement la dynamique moléculaire classique. Pour ce faire, il
est nécessaire dans les approches futures de parvenir à s’affranchir de cette
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problématique. En conclusion finale de ce manuscrit, nous allons évoquer
quelques-unes des pistes qui nous semblent les plus prometteuse pour par-
venir à cette fin.

Construction automatique de surfaces d’énergie potentielle

De manière générale, la construction de surfaces d’énergie potentielle,
particulièrement à haute dimensionalité, est limitée par le besoin d’effectuer
des choix subjectifs, bien que raisonnés, des coordonnées à impliquer et des
fonctions à utiliser. Comme nous avons pu le voir au chapitre 4, cette tâche
nécessite de prendre en compte un grand nombre de contraintes.

La pertinence d’un choix de coordonnées est à juger par sa capacité à dé-
crire correctement et simplement un mécanisme, ce qui se traduit par une
décorrélation maximale des termes d’énergie potentielle et/ou cinétique.
Des approches locales ont été développées pour rationaliser ce choix, no-
tamment autour d’une intersection conique [122–128] ou au point Franck-
Condon [140]. Par nature celles-ci fournissent une représentation adaptée à
la topographie locale du paysage énergétique. Une généralisation d’intérêt
pourrait être réalisée via des méthodes d’optimisation multi-critères afin
d’obtenir un jeu de coordonnées globalement optimal, adapté aux multiples
étapes d’un chemin réactionnel.

Au sujet de la représentation des surfaces d’énergie potentielle, l’utili-
sation de données analytiques locales, bien qu’adaptées aux systèmes for-
tement harmoniques, ne permet pas d’obtenir suffisamment d’information
sur la topographie générale des surfaces d’énergie potentielle et suppose im-
plicitement une expression de l’énergie à un ordre de développement limité
et préétabli. D’un autre côté, le calcul de grilles globales est inenvisageable
pour des systèmes avec un grand nombre de degrés de liberté et suppose
toujours une étape laborieuse de modélisation pour ajuster les surfaces ob-
tenues.

Dans ce cadre, certaines approches récentes visent à ajuster des modèles
avec des ordres de développement croissant de façon systématique. Celles-ci
nous semblent prometteuses à la fois pour une application à des données
analytiques locales[141] ou pour l’ajustement et la génération d’un nombre
minimal de points d’échantillonnage [142, 143].

A plus long terme, l’utilisation de telles méthodes, combinées aux récents
développements dans le domaine de l’exploration automatique des paysages
énergétiques[144, 145] ouvrent la voie à une possible construction systéma-
tique et automatique des surfaces d’énergies potentielle globales offrant une
représentation efficace et objective des mécanismes réactionnels.
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Vers la fin des modèles de surfaces d’énergie potentielle ?

Une alternative à l’automatisation de la construction de surfaces d’éner-
gie potentielle consiste plus pragmatiquement à se passer de celles-ci (en
tant que fonctions mathématiques globales) par le calcul à la volée des
énergies électroniques et de leurs dérivées premières, voire d’ordre supé-
rieur quand elles sont disponibles. Cette stratégie a été implémentée de
façon évidente pour la dynamique moléculaire ab initio (trajectoires clas-
siques ou semiclassiques) mais n’est pas transférable de façon triviale aux
approches de dynamique sur grille qui nécessiteraient le calcul d’un très
grand nombre de points d’échantillonnage à chaque pas de temps.

Cependant, elle est particulièrement adaptée à des applications de dyna-
mique quantique en base locale et a été implémentée avec succès dans le cas
de la représentation du paquet d’ondes nucléaire dans une base paramétrée
de fonctions gaussiennes [146, 147]. Cette méthodologie offre la perspective
de simulations de dynamique quantique en “boîte noire”.

Bien que son efficacité dépende fortement des temps de calcul et de la
précision des méthodes de structure électronique employées, cette approche
est aujourd’hui pertinente y compris pour des molécules de taille importante
du fait du parallélisme massif employé dans les code ce chimie quantique
les plus récents [148, 149]. L’exploitation des moyens de calculs disponibles
rend réaliste le calcul à la volée de surfaces d’énergie potentielle à un niveau
de précision élevé.

Pour autant cela signifie-t-il l’obsolescence à moyen terme des modèles
de surfaces d’énergie potentielle ?

Outre l’importance de la modélisation dans la compréhension des méca-
nismes réactionnels, la description même d’un paquet d’ondes subissant des
effets d’interférence importants, donc fortement structuré et délocalisé, né-
cessite une base très importante et l’évaluation d’opérateurs dans de grandes
régions du paysage énergétique. Pour une approche en base locale, cela peut
impliquer un nombre de calculs d’énergies électroniques qui explose et ainsi
rendre cette approche inefficace en comparaison à une dynamique sur grille.

Cependant, dans les circonstances usuelles, la dynamique réactionnelle,
même quantique, n’explore de façon significative qu’une portion relative-
ment restreinte de l’espace complet des géométries moléculaires. Ceci semble
être un excellent argument pour considérer cette problématique dans le
cadre des méthodes d’apprentissage profond par réseaux de neurones très
en vogue actuellement et récemment appliquées à la modélisation de sur-
faces d’énergie potentielle [150–152]. L’accumulation d’informations dans
les régions précédemment explorées du paysage énergétique permet ainsi
d’éliminer une partie du coût de calcul et rend chaque simulation plus pré-
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cise et efficace que la précédente.
Les méthodologies couplant plusieurs niveaux de dynamique – par tra-

jectoires classiques, puis quantiques, puis quantiques sur grilles – semblent
une perspective prometteuse pour la construction itérative de surfaces d’éner-
gie potentielle concentrant la description sur les régions-clés de la dyna-
mique réactionnelle.
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Annexes

“ No, it started long before that. ”

xkcd What-if ? 59 : Updating a Printed Wikipedia
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Annexe A

Calcul d’espace de
branchement sans fonction
d’onde
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The primal definition of first-order non-adiabatic couplings among electronic states relies on the
knowledge of how electronic wavefunctions vary with nuclear coordinates. However, the non-adiabatic
coupling between two electronic states can be obtained in the vicinity of a conical intersection from
energies only, as this vector spans the branching plane along which degeneracy is lifted to first order.
The gradient difference and derivative coupling are responsible of the two-dimensional cusp of a
conical intersection between both potential-energy surfaces and can be identified to the non-trivial
eigenvectors of the second derivative of the square energy difference, as first pointed out in Köppel
and Schubert [Mol. Phys. 104(5-7), 1069 (2006)]. Such quantities can always be computed in princi-
ple for the cost of two numerical Hessians in the worst-case scenario. Analytic-derivative techniques
may help in terms of accuracy and efficiency but also raise potential traps due to singularities and ill-
defined derivatives at degeneracies. We compare here two approaches, one fully numerical, the other
semianalytic, where analytic gradients are available but Hessians are not, and investigate their respec-
tive conditions of applicability. Benzene and 3-hydroxychromone are used as illustrative application
cases. It is shown that non-adiabatic couplings can thus be estimated with decent accuracy in regions
of significant size around conical intersections. This procedure is robust and could be useful in the
context of on-the-fly non-adiabatic dynamics or be used for producing model representations of inter-
secting potential energy surfaces with complete obviation of the electronic wavefunctions. Published

by AIP Publishing. https://doi.org/10.1063/1.4991635

I. INTRODUCTION

The concept of conical intersection is central to ratio-
nalise photochemical and photophysical processes involving
radiationless decay between electronic states.1,2 Describing
internal conversion between same-spin states around such
degeneracy points requires a formulation of the molecular
Schrödinger equation beyond the Born-Oppenheimer approx-
imation whereby several electronic states are coupled together
through the nuclear motion. The basic quantities that gov-
ern this phenomenon are termed the non-adiabatic couplings
(NACs).3

The formal definition of NACs essentially reflects the
local variations of the adiabatic electronic wavefunctions
with respect to the nuclear coordinates. The latter play the
role of external parameters with respect to the electronic
Schrödinger equation that is the focus of quantum chem-
istry. However, the Hellmann-Feynman theorem in its matrix

a)Author to whom correspondence should be addressed: benjamin.lasorne@
umontpellier.fr

form allows this dependence to be displaced to that of
the clamped-nucleus electronic Hamiltonian, provided the
electronic eigenstates are known at the corresponding geom-
etry, much as in first-order perturbation theory. As a con-
sequence, it can be shown that the NAC vector around a
conical intersection rotates together with the adiabatic gradi-
ent difference within the plane tangent to the branching space
(BS). This plane is formed by two directions that lift degen-
eracy to first order known as the gradient-difference (GD)
and derivative-coupling (DC) vectors.4,5 These are defined up
to an arbitrary rotation angle that becomes determined when
specifying the pair of degenerate states among all equivalent
possibilities.

Both BS vectors (GD and DC) compose the NAC around
a conical intersection and are thus the central quantities
required for rationalising non-adiabatic processes around
intersection seams. From a static perspective, they are used
in standard algorithms that optimise minimum-energy coni-
cal intersections along intersection seams.6–8 They also are
essential in non-adiabatic, trajectory-based, molecular dynam-
ics simulations where they usually are calculated on-the-
fly, as well as in grid-based quantum dynamics simulations
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where they serve to define quasidiabatic, vibronic Hamiltonian
models.9–16

The GD vector can always be evaluated, at least numer-
ically, but preferentially using analytic-derivative techniques
when available. However, the DC vector remains elusive for
many electronic-structure methods. Indeed, the GD vector
is merely the half-difference between two energy gradients
and is thus calculated with no difficulty. In contrast, the DC
vector requires in principle to produce the first derivatives
of the electronic wavefunctions with respect to the nuclear
coordinates. It may be calculated via finite differences when
wavefunctions are known explicitly. However, efficiency and
accuracy press for extending analytic-gradient techniques
to the production of DC vectors. Their formal expressions
have been derived and implemented for the following wave-
function methods: MCSCF;17–19 MRCI;20 EOM-CC;21,22 and
MRPT.23,24 Off-diagonal Hellmann-Feynman-type expres-
sions and direct differentiation of the wavefunction ansatz
are intimately related thereby, as exemplified, for example, in
Ref. 25.

Unfortunately, wavefunction methods applied to excited
states are tractable only for relatively small molecules. For
larger systems, time-dependent density functional theory (TD-
DFT) is affordable but wavefunctions are no longer explicit.
This does not prevent the existence of a formally exact expres-
sion for NACs within the TD-DFT formalism, as shown
by Chernyak and Mukamel in Ref. 26. Approximate treat-
ments have been proposed, based on auxiliary many-electron
wavefunctions—between the ground state and an excited
state27 or between any pair of excited states.28 Exact ana-
lytic techniques have been derived recently but are only
starting to become available. They are essentially based on
response theory involving time-dependent Kohn-Sham deter-
minants, either between the ground state and an excited
state29,30 or between any pair of excited states;31–34 how-
ever, the latter case may suffer from spurious poles occa-
sionally. Note also an implementation within spin-flip TD-
DFT.35 The latter approach corrects the imbalance in the
description of ground- against excited-state electron correla-
tion upon including double-excitation effects. In this respect,
TD-DFT in its standard implementations is similar to single-
reference wavefunction methods such as CIS and EOM-CC.
All are known to fail at describing the correct topography of
potential-energy surfaces around conical intersections due to
the Brillouin theorem or its extension within the context of
DFT.36–40

In any case, there are various ways to circumvent the lack
of availability of NACs or DC vectors. For example, optimisa-
tion schemes of minimum-energy conical intersections based
on a penalty function41,42 have been proposed, which require
neither GD nor DC vectors (for a comparison of NAC-based
and penalty-based methods, see, e.g., Ref. 43). Also, it is possi-
ble to generate approximate BS vectors according to an update
scheme based on considering the propagation of the GD vector
along the optimisation path.44 Such treatments make use of the
effect of both BS vectors on the topography of potential energy
surfaces near conical intersections. Indeed, the BS vectors not
only occur in the expression of the numerator of the NAC but
also in that of the energy gradients at a conical intersection as

well as in the Hessians at points where the energy gap does
not vanish; the latter aspect is known as the second-order (or
pseudo-) Jahn-Teller effect.45–47

Although somewhat overlooked, it is well-known that the
energy difference is not smooth along both BS vectors around
a conical intersection but that its square is regular, as pointed
out in Ref. 6 where this property was used to define the length
of the optimisation step. This has led to the design of a pro-
cedure for generating BS vectors, hence NACs, from energies
and their derivatives only, with no direct involvement of wave-
functions. It is based on an eigenvector analysis of the square
energy difference around a conical intersection.48 This strat-
egy was first proposed by Köppel and Schubert in Ref. 49 for a
two-dimensional model and further exploited in general situa-
tions in Ref. 44 as a way of producing approximate BS vectors
when approaching a conical intersection. In fact, this proce-
dure generates “exact” BS vectors when carried out at a conical
intersection. In the present work, we reinvestigate various for-
mulations of this approach and discuss potential traps that may
occur when dealing with ill-defined derivatives. Benzene and
3-hydroxychromone are used as illustrative examples, show-
ing that the wavefunction-free NACs thus produced are valid
approximations in regions of decent size around conical inter-
sections. If due precautions are taken against pitfalls, this pro-
cedure is robust and could be useful in the context of on-the-fly
non-adiabatic dynamics or be used in concert with machine-
learned or fitting procedures for producing intersecting poten-
tial energy surfaces with complete obviation of the electronic
wavefunctions.

II. CONCEPTUAL BACKGROUND

In this section, we recall the formal definitions of first-
order non-adiabatic couplings and branching-space vectors
and how such quantities can be recast in terms of analytic
derivatives within a Hellmann-Feynman picture.

A. Analytic gradients and NACs

Let us first consider the ideal situation where
{|Ψα; Q〉 , Vα(Q)}, the exact eigensolutions of the clamped-
nucleus electronic Hamiltonian Ĥel(Q), are known at any
geometry Q. The case of approximate solutions will be dis-
cussed briefly in Appendix A. If Q is a regular point (no degen-
eracy), the matrix Hellmann-Feynman theorem is derived upon
differentiating the criteria of adiabaticity,

〈

Ψα; Q
���Ĥel(Q)���Ψβ; Q

〉

= δαβVα(Q), (1)

and orthonormality,
〈

Ψα; Q
���Ψβ; Q

〉

= δαβ , (2)

where δαβ is the Kronecker symbol. This yields
〈

Ψα; Q
���∂K Ĥel(Q)���Ψβ; Q

〉

+
(

Vα(Q) − Vβ(Q)
)

D
(αβ)
K

(Q)

= δαβ∂K Vα(Q), (3)

where ∂K · · · (Q) ≡
(

∂· · ·
∂QK

)

Q
stands for the local partial

derivative with respect to a given coordinate QK at point Q.
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The components of the first-order NAC vectors are defined
as

D
(αβ)
K

(Q) =
〈

Ψα; Q
���∂KΨβ; Q

〉

= −
〈

∂KΨα; Q
���Ψβ; Q

〉

.

(4)

Diagonal terms (α = β) are not couplings as such but
reflect arbitrary Q-dependent phase variations of the elec-
tronic wavefunctions. Assuming that Q is not the locus of
any phase discontinuity and that the eigenstates are real-
valued implies that all D

(αα)
K

(Q) can be set to zero safely (this
convention is somewhat equivalent to intermediate normalisa-
tion in perturbation theory, i.e.,

〈

Ψα; Q0
��Ψα; Q0 + δQ

〉

= 0
to first order in δQ from Q0). This yields two types of
relationships,

∂K Vα(Q) =
〈

Ψα; Q
���∂K Ĥel(Q)���Ψα; Q

〉

, (5)

D
(αβ)
K

(Q) =
(

1 − δαβ
)

〈

Ψα; Q
���∂K Ĥel(Q)���Ψβ; Q

〉

Vβ(Q) − Vα(Q)
, (6)

known as the diagonal and off-diagonal Hellmann-Feynman
theorems. Such expressions reflect how gradients and NACs
can be obtained analytically from the knowledge of the eigen-
states at Q and from the explicit expression of ∂K Ĥel(Q).
This derivation can be rephrased in terms of first-order

perturbation theory whereby the zero-order Hamiltonian
is Ĥel(Q0) and the perturbation operator is Ĥel(Q0 + δQ)
− Ĥel(Q0) =

∑

K ∂K Ĥel(Q0)δQK .
Of course, exact solutions are never achieved in practice.

A short discussion is provided in Appendix A in the prac-
tical case of a multiconfigurational approach. In the rest of
this paper, we will keep a formulation based on ideal, exact
eigensolutions for the sake of simplicity.

B. Analytic BS vectors

In what follows, we will focus on a pair of states,
α, β ∈ {0, 1}, and will simply denote DK (Q) = D

(01)
K

(Q). The
(positive) energy half-difference will be denoted as

∆(Q) =
V1(Q) − V0(Q)

2
. (7)

At a regular point where V1(Q) , V0(Q), the GD and DC
vectors are defined as

x
(1)
K

(Q) = ∂K∆(Q), (8)

x
(2)
K

(Q) = 2∆(Q)DK (Q). (9)

Another common notation for (x(1), x(2)) in the literature
is (g, h). From Eqs. (5) and (6), their Hellmann-Feynman
expressions are

x
(1)
K

(Q) =

〈

Ψ1; Q
���∂K Ĥel(Q)���Ψ1; Q

〉

−
〈

Ψ0; Q
���∂K Ĥel(Q)���Ψ0; Q

〉

2
, (10)

x
(2)
K

(Q) =
〈

Ψ0; Q
���∂K Ĥel(Q)���Ψ1; Q

〉

. (11)

Again, such expressions are valid for exact eigenstates only
but can be extended in practice within analytic-gradient
machinery17,25 or response theory.18,26

Now, when Q = QX is a singular point [the locus of a
conical intersection where ∆(QX) = 0], ∆(Q) is no longer
differentiable at QX and DK (Q) diverges as O(∆−1(Q)) when
approaching QX. The GD and DC vectors in Eqs. (8) and (9)
are thus ill-defined because of the two-dimensional cusp at
the apex of the cone and of the arbitrariness of the degenerate
eigenstates. However, the matrix Hellmann-Feynman theorem

can be made valid again provided local derivatives are changed
for directional derivatives, as shown, for example, in Ref. 50.
This is somewhat equivalent to degenerate perturbation the-
ory.51,52 Such aspects are further discussed in Appendix B in
terms of a diabatic model.

It must be understood that, in practice, any actual calcu-
lation will always produce some given pair of orthonormal
degenerate states, {��Ψ0; QX

〉

, ��Ψ1; QX
〉

}, and there is no pre-
scription against calculating the following two vectors (see,
e.g., Ref. 17):

x
X(1)
K
=

〈

Ψ1; QX
���∂K Ĥel(QX)���Ψ1; QX

〉

−
〈

Ψ0; QX
���∂K Ĥel(QX)���Ψ0; QX

〉

2
, (12)

x
X(2)
K
=

〈

Ψ0; QX
���∂K Ĥel(QX)���Ψ1; QX

〉

. (13)

Both are well-defined and finite because ∂K Ĥel(Q) is a
well-behaved function of Q everywhere (first derivative
of the nucleus-electron and nucleus-nucleus electrostatic
terms). Formally, xX(1) identifies to x(1)(QX) and xX(2) to
x(2)(QX) of Eqs. (10) and (11) for a given choice of

��Ψ0; QX
〉

and ��Ψ1; QX
〉

. They form a possible pair of BS
vectors.

Any linear combination of degenerate states is another
possible eigenstate; for example, the following rotated
states:
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���Ψ̃0; QX

〉

= cos θ ��Ψ0; QX
〉

+ sin θ ��Ψ1; QX
〉

, (14)���Ψ̃1; QX

〉

= − sin θ ��Ψ0; QX
〉

+ cos θ ��Ψ1; QX
〉

(15)

form another orthonormal set equally acceptable as the original
one (note that we considered a rotation but a rotoreflection—or
any unitary transformation—is possible too). The correspond-
ing BS vectors are simply related to the former ones via a
rotation through ☞2θ,

x̃
X(1)
K
= cos 2θ x

X(1)
K
− sin 2θ x

X(2)
K

, (16)

x̃
X(2)
K
= sin 2θ x

X(1)
K

+ cos 2θ x
X(2)
K

. (17)

When varying θ,
(

x̃X(1), x̃X(2)
)

rotate within the branching

plane spanned by
(

xX(1), xX(2)
)

. Any value of θ thus yields a
possible pair of BS vectors that lift degeneracy to first order. In
practice, θ = 0 is attributed to the specified, but arbitrary, pair of
degenerate states

{��Ψ0; QX
〉

, ��Ψ1; QX
〉}

and corresponding BS
vectors

(

xX(1), xX(2)
)

that are produced from the calculation
actually made. Introducing a Q-dependent angle for describ-
ing the effect of a first-order displacement from QX within the
branching plane is formulated rigorously within degenerate
perturbation theory.51,52

III. PROCEDURE FOR GENERATING
WAVEFUNCTION-FREE, ENERGY-BASED
BS VECTORS

Here, we investigate various formulations of the
procedure that gives access to branching-space vectors
without using wavefunctions and mention potential traps
dues to manipulating ill-defined derivative quantities at
degeneracies.

A. Central formula

As recalled in Appendix B (see also Refs. 44, 48, and
49), if QX is the locus of a conical intersection, although
∆(Q) is not well-behaved around QX, ∆2(Q) is continuous
and differentiable and satisfies

∆
2(QX) = 0, (18)

∂K∆
2(QX) = 0, (19)

∂K∂L∆
2(QX) = 2

(

x̃
X(1)
K

x̃
X(1)
L

+ x̃
X(2)
K

x̃
X(2)
L

)

= 2
(

x
X(1)
K

x
X(1)
L

+ x
X(2)
K

x
X(2)
L

)

. (20)

This properties hold at any point of the crossing seam, not
only at the minimum-energy conical intersection. Remarkably,
the second derivative is invariant through the arbitrary mixing
angle θ, which is easily proved from Eqs. (16) and (17). Its
expression is central in the present work.

B. Practical implementation

Let us now consider the problem from a practical per-
spective, starting from the available data to produce the yet-
unknown BS vectors

(

xX(1), xX(2)
)

. Quantum-chemistry calcu-
lations are to be run first to determine the geometry of a conical
intersection, QX, and to compute the Hessian matrix of the

square energy half-difference at this point, F =
[
∂K∂L∆

2(QX)
]

(various strategies are compared below, Sec. III C). From Eq.
(20), F is a sum of two symmetric dyads. Diagonalising it
should then produce eigenvectors among which only two,
denoted u(±), have non-vanishing eigenvalues (within some
tolerance threshold),

∑

L

FKLu
(±)
L
= f±u

(±)
K

, (21)

where f + ≥ f
☞

≥ 0. The quality of this description, hence
the validity of the present approach, somewhat relies on
the extent to which the conditions stated in Eqs. (18) and
(19) are satisfied numerically. As discussed in Appendix B,
these are not strict conditions as long as a linear regime
dominates for the variation of ∆(Q) around QX such that[
∂K∂L∆

2(Q)
]

can be evaluated at a point near QX quite
safely.

Note that the number of non-vanishing eigenvalues of
F may, by accident, be lesser than two (for instance, when
both BS vectors are parallel). In addition, as in a standard
normal-mode analysis, invariance through translation and rota-
tion should result in six eigenvalues that are very close to zero.
The reverse magnitude of the remaining 3n ☞ 8 ones (where n

is the number of atoms) is an indicator of the accuracy of the
description.

Standard diagonalisation procedures will produce
orthonormal eigenvectors,

∑

L

u
(+)
L

u
(−)
L
= 0, (22)

∑

L

(

u
(±)
L

)2
= 1. (23)

The spectral decomposition of F thus reads

FKL = f+u
(+)
K

u
(+)
L

+ f−u
(−)
K

u
(−)
L

. (24)

This can be recast as

FKL = 2
(

x̃
X(+)
K

x̃
X(+)
L

+ x̃
X(−)
K

x̃
X(−)
L

)

, (25)

where

x̃
(±)
K
=

√

f±
2

u
(±)
K

. (26)

These two eigenvectors satisfy
∑

L

x̃
(+)
L

x̃
(−)
L
= 0, (27)

2
∑

L

(

x̃
(±)
L

)2
= f±. (28)

Comparison of Eqs. (20) and (25) shows that
(

x̃X(+), x̃X(−)
)

is a possible pair of BS vectors. They are ordered accord-
ing to the magnitude of their respective eigenvalues. This
is why superscripts + and ☞ are used in place of 1 and 2.
(

x̃X(+), x̃X(−)
)

are specifically orthogonal whereas generic
(

xX(1), xX(2)
)

have no reason to be so (unless for symmetry
reasons when both ��Ψ0; QX

〉

and ��Ψ1; QX
〉

belong to distinct
irreducible representations). The rotation (or rotoreflection)
that relates

(

x̃X(+), x̃X(−)
)

and
(

xX(1), xX(2)
)

always exists in
principle (see Appendix B) but does not have to be determined
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explicitly since
(

xX(1), xX(2)
)

themselves can be known only
up to an arbitrary mixing angle and unphysical signs, which
are of no consequence on F. In other words, the objective is
reached.

When gradients are available but not derivative cou-
plings (i.e., xX(1) is known but xX(2) is not), it is possible
to rotate the orthogonal

(

x̃X(+), x̃X(−)
)

so as to align one of

them with xX(1). The second vector will then be ±xX(2), not
necessarily orthogonal to xX(1). They can be further rotated
at convenience through any ☞2θ within the branching plane
to produce alternative x̃X(1) and ±x̃X(2). In the case where
the conical intersection is due to symmetry and when the
geometry QX is “clean,” the two degenerate states obtained
from the actual calculation belong to two distinct irreducible
representations. The corresponding

(

xX(1), xX(2)
)

are already
orthogonal and can be directly identified (up to their signs) to
either

(

x̃X(+), x̃X(−)
)

or
(

x̃X(−), x̃X(+)
)

: being essentially a half-

difference of energy gradients, xX(1) is the totally symmetric
one, whereas xX(2) should belong to the product of the irre-
ducible representations of both states (for a Jahn-Teller cross-
ing, the two orthogonal partners making the degenerate irre-
ducible representation may be discriminated in some Abelian
subgroup).

Let us stress that such a rotation must not be applied to
the normalised eigenvectors of F,

(

u(+), u(☞)
)

, but rather to the

dimensional BS vectors
(

x̃X(+), x̃X(−)
)

. Indeed, this transfor-
mation [Eqs. (16) and (17)] is justified only because of the
arbitrary mixing of degenerate states [Eqs. (14) and (15)].
Rotating

(

u(+), u(☞)
)

together would, of course, produce two
other orthonormal vectors that span the same plane but they
would no longer be related to the GD and DC vectors of
two orthogonal electronic states such as defined in Eqs. (12)
and (13).

Finally, it must be noted that, so far, orthonormality
has been considered with respect to a unit metric, which
means that the coordinates Q are rectilinear and equipped
with the standard scalar product (Euclidean space). By anal-
ogy with a normal-mode analysis, a more natural choice
could be to choose mass-weighted Cartesian coordinates
for their isoinertial character. However, non-mass-weighted
Cartesian coordinates are equally valid for our purpose
and only result in different orthonormality relationships
among vector components. In contrast, curvilinear coordi-
nates would involve explicit use of the metric tensor G

and a generalised FG eigenproblem (see, e.g., Refs. 53 and
54).

C. Analytic vs. numerical Hessians

As shown in Sec. III B, the two eigenvectors associ-
ated with the two non-zero eigenvalues of the Hessian matrix
of the square energy half-difference, F =

[
∂K∂L∆

2 (QX)
]
,

are directly related to the directions of the BS vectors and
the corresponding eigenvalues are related to their lengths.
The computation of the F matrix can be achieved in various
ways. The basic option is fully numerical and consists in
sampling the values of ∆(Q) in the vicinity of QX, squar-
ing them, and using a finite-difference technique. Despite a

potentially large number of energy points to be calculated,
this energy-based approach can be used with any quantum-
chemistry method, especially those with no analytic deriva-
tives. The error is controlled by the extent to which the con-
ditions in Eqs. (18) and (19) are fulfilled and by the trust
radius within which a linear regime is dominant for ∆(Q). The
latter condition implies implicitly that the influence of other
states (non-degenerate with those of interest) is negligible, as
it only arises at second order and beyond. Such a procedure
thus gives access to BS vectors, in particular DC, at conical
intersections with no explicit use of electronic wavefunctions
or densities. The result will be consistent by construction
with the topography (shape) and topology (dimensionality)
of the actual conical intersection between the two potential-
energy surfaces. In particular, for single-reference descrip-
tions such as CIS and TD-DFT, it is well-known that conical
intersections involving the ground state will not be correctly
described, and F can only provide a single BS vector in this
context.

The cost of computing F is essentially that of two numer-
ical Hessians in the worst-case scenario. In order to make
the calculation less prohibitive for large molecules, Kammer-
aad and Zimmerman in Ref. 48 have recently proposed a
gradient-based algorithm that makes use of a finite-difference
Davidson iterative approach and avoids building the full
Hessian. Such a promising strategy should open the way
to estimating DC vectors at conical intersections for large
molecules and with methods where they are not available
directly. Note that “derivative couplings” in their work stands
for D

(αβ)
K

(Q), which we call “non-adiabatic couplings”, while
“derivative couplings” for us is reserved to the well-behaved
numerators

〈

Ψα; Q
���∂K Ĥel(Q)���Ψβ; Q

〉

[see Eqs. (6), (9),
and (11)].

In the present work, we assume a situation where the full
F matrix can be constructed and its eigensolutions obtained.
In contrast with a fully numerical procedure (based on ener-
gies only), approaches that make use of analytic deriva-
tives may bring potential traps that are further investigated
below.

Quantum-chemistry programs are not equipped with any
algorithm aimed at providing ∂K∂L∆2(Q) analytically [this
would imply the implementation of derivatives of the matrix
elements of the square Hamiltonian Ĥ2

el(Q)]. However, at a
regular point, it can be expanded in terms of ∆(Q) and its first
and second derivatives,

∂K∂L∆
2(Q) = 2∆(Q)∂K∂L∆(Q) + 2∂K∆(Q)∂L∆(Q). (29)

So, ∂K∂L∆2(Q) can in principle be post-processed from differ-
ences of energies, gradients, and Hessians. Note that the second
term directly identifies to 2x

(1)
K

(Q)x(1)
L

(Q); see Eq. (8). Such an
expression is well-defined but made of ill-defined terms at a
conical intersection. In this context, it is instructive to analyse
the first term in Eq. (29) from a Hellmann-Feynman-like per-
spective (see Sec. II A). Using the same type of derivation but
extended to second order, we get an expression for the Hessian
of Vα(Q) somewhat equivalent to second-order perturbation
theory,
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∂K∂LVα(Q) = 〈Ψα; Q|∂K∂LĤel(Q)|Ψα; Q〉 −
∑

β

(

Vα(Q) − Vβ(Q)
) (

D
(αβ)
K

(Q)D(βα)
L

(Q) + D
(αβ)
L

(Q)D(βα)
K

(Q)
)

= 〈Ψα; Q|∂K∂LĤel(Q)|Ψα; Q〉 −
∑

β,α

〈

Ψα; Q
���∂K Ĥel(Q)���Ψβ; Q

〉 〈

Ψβ; Q
���∂LĤel(Q)���Ψα; Q

〉

Vβ(Q) − Vα(Q)

−
∑

β,α

〈

Ψα; Q
���∂LĤel(Q)���Ψβ; Q

〉 〈

Ψβ; Q
���∂K Ĥel(Q)���Ψα; Q

〉

Vβ(Q) − Vα(Q)
. (30)

This formula also is the basis for what is known as the second-order (or pseudo-) Jahn-Teller effect (see, e.g., Refs. 45–47). Now,
neglecting the contribution of other states than α = 0 or 1—which is a decent approximation when the energy gaps are large
compared to ∆(Q)—and assuming real-valued wavefunctions, we get

∂K∂L∆(Q) =
〈Ψ1; Q|∂K∂LĤel(Q)|Ψ1; Q〉 − 〈Ψ0; Q|∂K∂LĤel(Q)|Ψ0; Q〉

2
+

x
(2)
K

(Q)x(2)
L

(Q)

∆(Q)
. (31)

The first term is always well-behaved, reminiscent of
Hellmann-Feynman gradients [see Eq. (5)], i.e., based on crude
adiabatic states, while the second one diverges when approach-
ing conical intersections due to a change of regime from
second to first order. Recasting Eq. (29) in terms of Eq. (31)
yields

∂K∂L∆
2(Q) = ∆(Q)

(

〈Ψ1; Q|∂K∂LĤel(Q) |Ψ1; Q〉

− 〈Ψ0; Q|∂K∂LĤel(Q) |Ψ0; Q〉
)

+ 2x
(2)
K

(Q)x(2)
L

(Q) + 2x
(1)
K

(Q)x(1)
L

(Q). (32)

The first term vanishes when approaching a conical inter-
section such that this expression should in principle become
identical to that of F in Eq. (20).

There is no computational gain in using Eq. (29) when no
analytic gradient—a fortiori, no analytic Hessian—is avail-
able and a much safer option is to estimate F numerically
from the values of ∆2(Q) around QX. This will be illus-
trated in the case of benzene in Sec. IV A. In contrast, using
analytic derivatives to form

[
∂K∂L∆

2(Q)
]

from Eq. (29) is
expected to be more efficient and potentially more accurate.
In principle, this seems straightforward if analytic Hessians—
a fortiori, analytic gradients—are available. Unfortunately,
as already pointed out, [∂K∂L∆(Q)] is meant to diverge at
a conical intersection along the direction of the DC vector
as shown in Eq. (31). This makes this quantity hazardous
to manipulate from a numerical point of view and poten-
tially dependent on software and hardware regarding how such
singularities are handled. Further, methods for which excited-
state analytic Hessians have been implemented are likely to
also have derivative couplings available, as the machiner-
ies are similar (e.g., coupled-perturbed equations in MCSCF
methods).

A semianalytic approach (analytic gradients and numer-
ical Hessians formed upon finite-differentiating the former)

is thus recommended. It should circumvent this issue, as dis-
placed gradients will stay finite; see Eqs. (8) and (10). How-
ever, this raises some other specific subtleties, as discussed
below and exemplified in the case of 3-hydroxychromone in
Sec. IV B.

If QM is found in practice as the approximate locus of a
conical intersection, QM ≈QX [which it always is numerically;
typical values are ∆(QM) ∼ 10☞5

☞ 10☞4 hartree], the almost-
degenerate states are not undetermined at this point. Here, we
assume that derivative couplings are not available but ana-
lytic gradients are and can be used to form xM(1)

= ∂K∆(QM).
This vector is an approximation of xX(1) defined according to
Eq. (12). Its negative is parallel to the direction that leads from
QM to QX, the nearest point where the energy gap is exactly
zero [steepest-descent path of ∆(Q)]. From Eq. (31), second
derivatives will take very large values along a single direc-
tion that is to be identified to xM(2) ≈ xX(2). In other words,
∆(QM)∂K∂L∆(QM) ≈ x

M(2)
K

x
M(2)
L

such that xM(2) ≈ xX(2)

stands out as the only eigenvector of
[

2∆(QM)∂K∂L∆(QM)
]

with a significant eigenvalue. Note that xM(1) and xM(2)

obtained this way may not be orthogonal, but the eigenvec-
tors of F ≈

[

2∆(QM)∂K∂L∆(QM)
]

+
[
2x

M(1)
K

(Q)xM(1)
L

(Q)
]

will.
Now, numerical derivatives require special attention along

the direction of xM(1) because this direction leads from QM

to the intersection seam by definition. As such, the quasidi-
abatic character of both states at QM will be swapped if the
step δQ leads to a point QM + δQ beyond the real cross-
ing QX (see Fig. 1). The problem comes from the meaning
of 〈Ψα; Q|∂K Ĥel(Q)|Ψα; Q〉 and 〈Ψα; Q|∂K∂LĤel(Q)|Ψα; Q〉
in Eqs. (5) and (30). When calculated at a given Q, such
terms assume “frozen” states (essentially quasidiabatic; see
Appendix B) and variations of Ĥel(Q) only. For example, a
finite-difference expression of the ground-state gradient at QM

should read

〈

Ψ0; QM
��∂K Ĥel (QM)��Ψ0; QM

〉

≈
〈

Ψ0; QM
�� Ĥel (QM + heK )��Ψ0; QM

〉

−
〈

Ψ0; QM
�� Ĥel (QM)��Ψ0; QM

〉

h
, (33)
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FIG. 1. Illustration of the issue that may occur when using finite differences
near a conical intersection. The wrong attribution yields a negative curvature
(dashed green) for the ground-state energy curve instead of a positive one
(dashed blue).

where eK is a unit vector along QK and h is the step
size. In practice, the term

〈

Ψ0; QM
�� Ĥel(QM + heK )��Ψ0; QM

〉

is evaluated as V0(QM + heK ), which identifies to
〈

Ψ0; QM + heK
�� Ĥel(QM + heK ) ��Ψ0; QM + heK

〉

. This is cor-
rect only if ��Ψ0; QM + heK

〉

≈ ��Ψ0; QM
〉

, i.e., if the step
keeps the point on the same side of the crossing seam. In
the reverse situation, one should consider ��Ψ1; QM + heK

〉

≈ ��Ψ0; QM
〉

instead (up to a phase), hence V1(QM + heK )
=

〈

Ψ1; QM + heK
�� Ĥel (QM + heK ) ��Ψ1; QM + heK

〉

≈
〈

Ψ0; QM
| Ĥel (Q + heK ) ��Ψ0; QM

〉

. The same issue arises for Hessians
based on the differentiation of analytic gradients. This is sum-
marised in Fig. 1 where the wrong attribution yields a negative
curvature instead of a positive one. The situation is probably
worse when evaluating second derivatives from energies only
(if analytic gradients are not available). However, as already
pointed out, a safer option is then to use the fully numerical
second derivative of ∆2(Q) directly rather than the expanded
formula [Eq. (29)].

The semianalytic procedure cannot be used blindly upon
post-processing the Hessians produced by the quantum-
chemistry program to form ∂K∂L∆(QM)
=

∂K∂LV1(QM)− ∂K∂LV0(QM)
2 . The displaced gradients ∂LV1

(QM + heK ) and ∂LV0(QM + heK ) must be tested first and
possibly swapped according to the nature (quasidiabatic char-
acter) of the two states at QM and at each displaced point
around. The simplest test consists in choosing the highest
overlap between the displaced gradient for both states with
the central gradient of a given state. For TD-DFT calcula-
tions between two excited states, another useful indicator can
be the oscillator strength of each transition from the ground
state, as illustrated in the case of 3-hydroxychromone in Sec.
IV B. In cases where both oscillator strengths are zero or
almost equal, other indicators of the nature of the states can
be proposed, such as the permanent dipole moments, for
example.

Note that a small gradient overlap or a large mix-
ing of oscillator strengths reflects that the displacement
involves essentially the coupling direction xM(2). The dis-
placed point is then unlikely to have crossed the seam, as
this is precisely the role of xM(1). Having states of different

symmetries may greatly help in this context since xM(1) and
xM(2) are orthogonal and their respective effects can thus be
better discriminated.

IV. APPLICATION CASES

A. Benzene

Calculations were performed using the SA-2-CASSCF
(6,6)/6-31G* level of theory (state-averaged orbitals with
weights 0.5:0.5 on S0 and S1) with the Gaussian09 package,
Revision D.01.55 The well-known prefulvenoid minimum-
energy conical intersection of benzene (see, e.g., Ref. 56) was
optimised and the GD and DC vectors were produced analyti-
cally. We purposefully did not consider a “clean” Cs geometry
for QM in order to check how the procedure behaves when
the BS vectors are not orthogonal to start with. The S0 and
S1 energies at QM are ☞230.570 37 and ☞230.570 35 hartree,
hence the half-difference ∆(QM) = 1×10−5 hartree (their val-
ues are ☞230.570 38 and ☞230.570 36 hartree at the nearest Cs

geometry, which is thus virtually the same point, only with
cleaner numerics).

The analytic BS vectors,
(

xM(1), xM(2)
)

, are depicted in
Fig. 2. They are not orthogonal because Cs symmetry was
slightly broken numerically. Their norms are xM(1) = 0.1408

and xM(2) = 0.1093 hartree bohr☞1, with an angle of 76.51➦
between them. When considering symmetry, S0 is A′ and S1 is
A′′ so that the symmetry-adapted GD vector x̃M(1) should be
A′ (half-envelope motion), while the symmetry-adapted DC
vector x̃M(2) should be A′′ (Kékulé-like motion). Such orthog-
onal vectors can be obtained upon rotating

(

xM(1), xM(2)
)

through an angle based on overlaps [see, e.g., Eq. (B29)
in Appendix B]. Using ☞2θ = 21.20➦ and further swapping
the two vectors produces

(

x̃M(−), x̃M(+)
)

that can be identi-

fied to
(

A′x̃M(1), A′′x̃M(2)
)

. These are depicted in Fig. 3. They
have the same norms as the analytic BS vectors calculated
at the nearest “clean” Cs geometry: x̃M(1) = 0.1028 andx̃M(2) = 0.1456 hartree bohr☞1. We remind that the GD
vector considered here is the halved gradient difference [see
Eq. (10)].

The fully numerical BS vectors were obtained upon esti-
mating F =

[
∂K∂L∆

2(QX)
]
≈

[
∂K∂L∆

2(QM)
]

with a forward
finite-difference formula,

FIG. 2. Analytic GD (left) and DC (right) vectors at the minimum-energy
conical intersection of benzene (geometry slightly distorted with respect to
Cs symmetry).
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∂K∂L∆
2(QM) ≈ ∆

2(QM + heK + heL) − ∆2(QM + heK ) − ∆2(QM + heL) + ∆2(QM)

h2
, (34)

where eK is a unit vector along coordinate QK . This involved
703 geometries. The resulting BS vectors are plotted in Fig. 4,
using h = 0.005 Å. They are orthogonal by construction and are
identical to their analytic counterparts from visual inspection
(see Fig. 3).

We analysed the sensitivity of the numerical method with
respect to the value of the step size, h, in Eq. (34). For each BS
vector, the absolute value of the relative error on the norms,x̃M(1) and x̃M(2) (see Fig. 5, where the signed error is plot-

ted), stays very small for h ranging from 10☞4 to 10☞2 Å and
stays moderate,∼5%, even for h = 0.1 Å, which is already quite
a large step for computing numerical second derivatives. As
can be observed, the largest values of h tend to underestimate
the vector norms (negative errors).

Another indicator is the angle between each numerical
BS vector and each analytic one. The four angles are plot-
ted in Fig. 6 (reference value: 0➦) and Fig. 7 (reference value:
90➦). An optimal step size is found for h = 0.005 Å where the
angle between the numerical vector and its analytic counter-
part is less than 1➦. Note that very small step sizes are likely
to induce variations of the energies that may be too small for
staying significant, which could be the explanation for the dis-
continuity observed around h = 0.0005 Å. Again, the error stays
moderate even with large step sizes: for example, the angles
that should be zero take values of about 5➦, for h = 0.1 Å.
The numerical approach is thus robust with respect to finite
differentiation.

For all values of h below 0.005 Å, the largest among the
small eigenvalues of F are two to three orders of magnitude
smaller than the two significant ones, f± [Eq. (28)]. When
h = 0.1 Å, they are only one order of magnitude smaller, which
is consistent with a larger error. The contrast between small
and large eigenvalues is thus a direct measure of the validity
of the calculation, as expected.

A linear regime for ∆(Q) from the conical
intersection assumes ∆(QM) ≈ 0 and ∆(QM + δQ)

≈
√

(

∑

K x̃
M(1)
K
δQK

)2
+

(

∑

K x̃
M(2)
K
δQK

)2
. As already pointed

out, the validity of the procedure investigated in the present
work requires such a linear regime, hence a quadratic regime

FIG. 3. Orthogonal GD (left) and DC (right) vectors obtained upon rotating
the original analytic vectors shown in Fig. 2 through about ☞21➦ and swapping
them according to Cs symmetry.

for ∆2(Q) within the branching plane. As illustrated in Fig. 8,
this assumption extends to substantial values of ∆(Q). The rel-
ative deviation with respect to a linearly extrapolated ∆(Q) is
small:∼1% for a displacement of 0.1 Å along x̃M(1),∼1h for a
displacement of the same length along x̃M(2) (note that the two
directions are orthogonal);∆(Q) is of the order of magnitude of
0.01 hartree for such shifts. For the slopes of the linear extrap-
olations, we used x̃M(1) = 0.1028 and x̃M(2) = 0.1456

hartree bohr☞1, the lengths calculated by the numerical pro-
cedure and matching the analytic ones for orthogonal BS
vectors.

We finally checked the robustness of this approach with
respect to the proximity of the central point QM to the actual
conical intersection QX. To this end, we took displacements
δQ along x̃M(1) from the original point QM, so as to make
the value of ∆(QM + δQ) increase to first order within the
branching plane without rotating the BS vectors. We recall that
∆(QM)= 1× 10−5 hartree. We used h = 0.005 Å for the finite
difference around each displaced point. The relative errors
on the norms and the angles between old and new BS vec-
tors are given in Table I. As expected, the accuracy decreases
while moving the central geometry away from the actual con-
ical intersection. Note that angles that should be close to 90➦
for symmetry reasons stay so. For the smallest displacement
corresponding to a total shift of 0.01 Å, we remain within
a reasonable tolerance threshold. The energy half-difference
∆(QM + δQ) is of the order of magnitude of 10☞3 hartree, thus
proving that the procedure can be used even for conical inter-
sections that have not been tightly optimised with respect to
the energy difference.

The example of benzene thus shows that the numerical
procedure discussed here is capable of providing BS vec-
tors in the vicinity of a conical intersection with excellent
agreement against analytic ones. The Hessian of the energy
half-difference can be evaluated safely with a decent step
size h ∼ 10☞4

☞ 10☞2 Å, and proximity to the conical inter-
section does not have to be fulfilled drastically: the range
∆(QM) ∼ 10−5 − 10−3 hartree is expected to provide reliable
results.

FIG. 4. Numerical GD (left) and DC (right) vectors at the minimum-energy
conical intersection of benzene (geometry slightly distorted with respect to
Cs symmetry).
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FIG. 5. Effect of the step size, h, on the relative error on the norm, both for
the GD (blue diamonds) and DC (red squares) vectors.

B. 3-hydroxychromone

In a recent paper, we investigated the excited-state
intramolecular proton transfer in 3-hydroxychromone,57 sug-
gesting the possible involvement in this mechanism of a
conical intersection between the bright state S1 and a dark
state S2 in the vicinity of the Franck-Condon point. TD-DFT
calculations were performed with the PBE0 functional and
the cc-pVDZ basis set, using the Gaussian09 package, Revi-
sion D.01.55 Here, we use this example to assess the validity
of the semianalytic approach based on the explicit use of
Eq. (29).

At the Franck-Condon point (S0 minimum), the geometry
is Cs. The S1 state is A′ (ππ* character) and bright with an
oscillator strength f 01 = 0.0868, while the S2 state is A′′ and
dark (nπ* character) with f 02 = 0.0000. We located a crossing
point QM in the vicinity of the Franck-Condon point involving
essentially the same pair of states (f 01 = 0.0861, f 02 = 0.0000).
The S0 and S1 energies at QM are☞571.488 20 and☞571.488 00
hartree, hence the half-difference ∆(QM) = 1 × 10−4 hartree.
Further information can be found in Ref. 57. In what follows,
we shall focus on the A′′ DC vector, as the A′ GD vector can
be calculated analytically with no difficulty.

The semianalytic approach based on Eq. (29) suggests

to form ∂K∂L∆(QM) as ∂K∂LV1(QM)−∂K∂LV0(QM)
2 where the two

Hessians are calculated directly, using a numerical differenti-
ation of analytic gradients, such as implemented, for example,

FIG. 6. Effect of the step size, h, on the angles between numerical GD and
analytic GD (blue diamonds) and between numerical DC and analytic DC (red
squares) vectors.

FIG. 7. Effect of the step size, h, on the angles between numerical GD and
analytic DC (blue diamonds) and between numerical DC and analytic GD (red
squares) vectors.

in Gaussian09 for TD-DFT calculations. However, as pointed
out in Sec. III C, this raises potential traps that are further
illustrated below. Also, let us stress again that fully analytic
Hessians, if available, are not recommended around conical
intersections because they are ill-behaved quantities by con-
struction (they are meant to diverge along the BS vectors).
Finite differences of well-behaved analytic gradients are much
safer in the present context.

The procedure implemented in Gaussian09 uses a two-
point finite-difference formula, accounting here for 109 points
and corresponding gradients. Within this sample of points, f 01

ranges from 0.0858 to 0.0862 and f 02 from 0.0000 to 0.0004.
This proves that all points were generated on the same side
of the intersection seam as QM. As a consequence, the proce-
dure is safe in principle. The overlap between the normalised
GD vectors obtained either directly or as an eigenvector of F

is unity up to the sixth decimal place and the relative differ-
ence between their norms is about 0.01%, which means that
there is no contamination with directions that lift degeneracy
to second order. The norms of the resulting BS vectors arex̃M(1) = 0.070 93 and x̃M(2) = 0.012 43 hartree bohr☞1.
They belong to A′ and A′′ irreducible representations, respec-
tively, as expected. The largest among the small eigenvalues of
F are one order of magnitude smaller than the two significant
ones, f± [Eq. (28)]. Both BS vectors are plotted in Fig. 9. We

FIG. 8. Energy half-difference along displacements parallel to the GD vec-
tor (blue diamonds) or to the DC vector (red squares). Full lines are linear
extrapolations using the norms of the BS vectors as slopes.
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TABLE I. Relative variations of the BS vectors at points displaced along GD.

‖δQ‖ (Å) 0.01 0.05 0.1

GD norm error (%) 1.12 4.50 4.40
DC norm error (%) −1.16 −5.16 −9.52
New GD, old GD angle (deg) 1.7 6.7 12.0
New GD, old DC angle (deg) 90.1 90.0 89.8
New DC, old GD angle (deg) 89.9 90.0 90.2
New DC, old DC angle (deg) 0.7 3.5 8.8

∆ (QM + δQ) (hartree) 0.002 0.01 0.02

compared the DC vector to the result of a fully numerical cal-
culation using the same procedure as for benzene and observed
a good agreement (overlap: 0.98; relative error on the norm:
0.1%).

In order to test the sensitivity of the method with respect
to the value of the energy gap, we considered a small dis-
placement along the GD vector so as to reach a tighter point
Q′M where ∆(Q′M) = 6 × 10−6 hartree (f 01 = 0.0862, f 02

= 0.0000). The new S0 and S1 energies are ☞571.488 124
and ☞571.488 135 hartree. As explained below, we are now
too close to the crossing seam to use the Hessians directly
provided by the quantum-chemistry program. Some displaced
points generate gradients that are labelled according to the
wrong energy order, i.e., such that V1(Q′M + δQ) > V2(Q′M +
δQ). This is not systematic and may be due to numerics when
the energy gap is too small to be significant or to some effect
of the internal machinery that propagates the solution from the
previous point to the next to serve as a guess.

As already explained in Sec. III C, a reverse energy
order may be required indeed along the direction of the GD
vector when the displaced point ends up on the other side of

FIG. 9. Semianalytic GD (left) and DC (right) vectors at the conical intersec-
tion of 3-hydroxychromone.

the intersection seam (see Fig. 1). Examining the Hessians
directly provided by the quantum-chemistry program at Q′M,
we observe that a reverse energy order occurs along 21 points
out of the 72 points displaced along A′ distorsions. In all cases,
this happens to be consistent with the oscillator strengths,
hence with the quasidiabatic character of the states. In other
words, the program occurs to do automatically what is required
but there is no guarantee that this will always be the case. As a
consequence, the A′ GD vector obtained this way is perfectly
correct (overlap: 0.9998; relative error on the norm: 0.04%).
However, there also are 4 points out of the 36 points displaced
along A′′ distorsions that occur with a reverse energy order.
This is now inconsistent with the oscillator strengths. Worse,
the mirror images of these points with respect to the molecu-
lar plane are ordered correctly. The resulting A′′ DC vector is
thus completely wrong (overlap: 0.87; relative variation of the
norm: 45%).

Owing to this issue, the Hessians have to be reconstructed
“by hand,” according to the scheme detailed in Sec. III C. To
this end, we used a forward finite-difference formula applied to
gradients with symmetrisation with respect to differentiation
order (K and L indices),

∂K∂L∆(QM) ≈ ∂L∆(QM + heK ) − ∂L∆(QM) + ∂K∆(QM + heL) − ∂K∆(QM)
2h

, (35)

coupled to a test determining the nature of the states at
each displaced point according to their respective oscillator
strengths. There are now 55 gradients to be calculated. A cal-
culation around the loose central point QM, where ∆(QM)
= 1 × 10−4 hartree, provides virtually the same BS vectors
as previously, with a step size h = 1× 10☞3 Å (see Fig. 9).
The values of ∆(QM + δQ) are always positive, ranging from
4× 10☞5 to 2× 10☞4 hartree. The oscillator strength does not
reach values greater than a few 10☞4 for the dark state S2

along A′′ distorsions that induce state mixing. The oscillator
strength of the bright state S1 is decreased by about the same
amount.

Around the tight central point Q′M, where ∆(Q′M)
= 6 × 10−6 hartree, the values of ∆(Q′M + δQ) range from
6 × 10☞8 to 7 × 10☞5 hartree. Oscillator strengths are kept in
the same order for all 12 A′′ out-of-plane distortions. A few
of them tend to mix the states strongly: the oscillator strengths
vary from about 0.09:0.00 to 0.06:0.03 in accordance with

the largest variations of ∆(Q′M + δQ) − ∆(Q′M). However,
among the 36 A′ in-plane displacements, 12 correspond to
reverse oscillator strengths. The corresponding points are on
the other side of the crossing seams and gradients have to be
labelled in reverse order. This procedure yields GD vectors
that are almost identical at the loose and at the tight cen-
tral points (overlap: 0.999 99; relative variation of the norm:
0.02%). Not reordering the gradients would alter the quality
of the GD vector, as expected (overlap: 0.99; relative variation
of the norm: 8%). However, if the direction of the DC vector
is much similar (overlap: 0.99), the norm is altered by about
25%.

It is unlikely for the norm of the DC vector to vary
so much over such a small displacement while the direc-
tion is almost unchanged. In fact, using x̃M(2) = 0.012 43

hartree bohr☞1 (norm calculated at the loose central point
QM) instead of 0.007 28 hartree bohr☞1 (norm calculated at
the tight central point Q′M) reproduces perfectly the slope of
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FIG. 10. Energy half-difference along a displacement parallel to the DC vec-
tor calculated at the loose point (red diamonds) or at the tight point (green
circles). Full lines are linear extrapolations using the norms of the DC vectors
as slopes with the same colour code.

∆(Q′M + δQ)−∆(Q′M) when considering a displacement δQ
parallel to x̃′

M(2), as illustrated in Fig. 10.
The issue is thus numerical. The eigenvalues of F, hence

the value of the norm of the DC vector, largely depend on
the magnitude of the scaling factor ∆(Q) in Eq. (29). Here,
∆(Q′M) = 6 × 10−6 hartree is a very small value compared to
the number of significant digits that can be trusted for such a
calculation. The same value would have been obtained at both
the tight and the loose points if the value of ∆(Q′M) had been
10 × 10☞6 instead of 6 × 10☞6 hartree. In contrast, ∆(QM) =
1 × 10−4 hartree appears to be significant enough so as to
provide reliable results.

Let us now examine the range of validity of the linear
regime. As can be observed in Fig. 10, starting with a sig-
nificantly non-zero value ∆(QM) = 1 × 10−4 hartree only
alters the behaviour of ∆(QM + δQ) in a very short range
(parabolic shape instead of the typical cusp at the conical inter-
section). The shape of ∆(QM + δQ) tends to the more linear
behaviour of∆(Q′M + δQ) quite rapidly. The quadratic bottom
of ∆(QM + δQ) in the close vicinity of the conical intersec-
tion almost vanishes once considering the squared function,
as it becomes quartic. This is illustrated in Fig. 11 where
∆

2(Q′M + δQ)−∆2(Q′M) and ∆2(QM + δQ)−∆2(QM) appear
almost superimposed. Using a central point where the energy

FIG. 11. Square energy half-difference along a displacement parallel to the
DC vector calculated at the loose point (red) or at the tight point (green). Both
curves are shifted to zero so as to magnify their similar quadratic behaviour.

FIG. 12. Oscillator strengths from the ground to the first-excited (plain lines)
and second-excited (dashed lines) states along a displacement parallel to the
DC vector calculated at the loose point (red) or at the tight point (green).

gap is very small thus seems more accurate in principle but
may occur to be counterproductive, owing to the issue raised
by the strong influence of the value of the energy gap on the
vector norms.

As a final check, let us consider the effect of a displace-
ment along the DC vector on the oscillator strengths f 01 and
f 02. As already stated, the geometry of the conical intersection
considered here is Cs and lies in the vicinity of the Franck-
Condon point. The ππ* S1 state is A′ and bright and the nπ*
S2 state is A′′ and dark. A displacement along the A′ GD vec-
tor does not change such properties, which means that both
electronic states remain essentially quasidiabatic and do not
mix. In contrast, the A′′ DC vector is by definition the direc-
tion that mixes the two states the most. The resulting adiabatic

states will thus tend toward
{ |Ψ0;QX〉±|Ψ1;QX〉√

2

}

along the DC

vector. Indeed, this is what we observe in Fig. 12. The oscilla-
tor strengths tend rapidly to the same value, halfway through
the original ones. This behaviour is more pronounced when
the energy gap at the origin is smaller (tight point Q′M), but
the other case (loose point QM) reaches the same regime once
the displacement becomes larger than about 0.05 Å along the
DC vector.

V. CONCLUSIONS

The applicability of an energy-based, wavefunction-free
procedure for generating the BS vectors at a conical intersec-
tion was investigated. Two versions were compared: one fully
numerical, the other partly analytic. The first approach relies
on the calculation of a large number of single points but is
expected to work in all types of situations with no prescrip-
tion (provided the quantum-chemistry method used to generate
energy points is able to describe the topography and topology
of a conical intersection correctly). We showed that it is much
robust with respect to numerical differentiation, as illustrated
on the case of benzene. The second approach is semi-analytic,
based on finite derivatives of analytic gradients. It seems more
efficient but raises specific issues and cannot be used blindly.
The nature of the electronic states at each displaced point must
be checked and possibly reordered consistently with the central
point before forming Hessians. Such precautions are illustrated
on the case of 3-hydroxychromone. From our experience, we



114114-12 Gonon et al. J. Chem. Phys. 147, 114114 (2017)

recommend the method to be applied first to a loose coni-
cal intersection where the energy gap is not too small (∼10☞4

hartree) so as to avoid too much dependence on non-significant
numerics, then to check that the result stays consistent upon
analysing how the energy gap varies within the branching plane
from a tighter point (∼10☞5–10☞6 hartree).

The present procedure is meant to provide exact BS vec-
tors at a conical intersection. It could be used as a diagnostic
tool for testing the development of new approaches for cal-
culating analytic DC vectors around conical intersections for
quantum-chemistry methods where they are still to be imple-
mented. Further, the energy difference often varies according
to a linear regime over a range of significant size within the
branching plane. As a consequence, NACs could be estimated
with decent accuracy in the vicinity of conical intersections,
i.e., where they have a decisive influence on the dynamics of
non-adiabatic processes. This procedure can thus be used as a
way of providing approximate NACs when using quantum-
chemistry methods where such quantities are not available
yet, for example, in the context of on-the-fly non-adiabatic
dynamics.
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APPENDIX A: ANALYTIC BRANCHING-SPACE
VECTORS WITHIN MULTICONFIGURATIONAL
APPROACHES

As already pointed out in the main text, exact eigensolu-
tions are never achieved in practice. However, any approximate
formulation in terms of a multiconfigurational expansion of
the wavefunction in a finite Hilbert space of N Slater determi-
nants (or configuration-state functions contracted with respect
to spin-space symmetry for convenience), {|ΦJ ; Q〉},

���ΨCI
α ; Q

〉

=

N
∑

J=1

C
(α)
J

(Q) |ΦJ ; Q〉 , (A1)

ultimately relies on the diagonalisation of the (N × N)-matrix
representing Ĥel(Q) in this truncated basis set,

HCI
IJ (Q) = 〈ΦI ; Q| Ĥel(Q) |ΦJ ; Q〉 , (A2)

C(α)†(Q)HCI(Q)C(β)(Q) = δαβVCI
α (Q), (A3)

C(α)†(Q)C(β)(Q) = δαβ , (A4)

where ���ΨCI
α ; Q

〉

≈ |Ψα; Q〉 and VCI
α (Q) ≈ Vα(Q). In place

of |Ψα; Q〉, we can thus consider their corresponding column
vectors of configuration-interaction (CI) coefficients, C(α)(Q),
which now are the exact eigenvectors of the Hamiltonian
matrix HCI(Q). In other words, the matrix Hellmann-Feynman

theorem can be applied formally to HCI(Q) instead of Ĥel(Q)
and is valid for C(α)(Q) but not for ���ΨCI

α ; Q
〉

. It yields

∂K VCI
α (Q) = C(α)†(Q)

(

∂K HCI(Q)
)

C(α)(Q), (A5)

D
CI(αβ)
K

(Q) = C(α)†(Q)∂K C(β)(Q)

=

(

1 − δαβ
) C(α)†(Q)

(

∂K HCI(Q)
)

C(β)(Q)

VCI
β

(Q) − VCI
α (Q)

.

(A6)

The terms D
CI(αβ)
K

(Q) are called the CI-coefficient contribu-
tions to the first-order NAC vectors. Contributions account-
ing for {|∂KΦJ ; Q〉} (due to molecular-orbital relaxations and
changes in the atomic-orbital overlaps) can be calculated too.
In most situations, the latter are much smaller than the former
such that D

CI(αβ)
K

(Q) ≈
〈

ΨCI
α ; Q

���∂KΨCI
β

; Q
〉

≈ D
(αβ)
K

(Q) is a

safe approximation. The actual computation of ∂K HCI(Q), in
Eqs. (A5) and (A6), upon differentiation of Eq. (A2), depends
on the flavour of the multiconfigurational method used and the
corresponding machinery to get various contributions from
orbital derivatives. Such computational aspects are out of
the scope of the present work and we refer, for example, to
Ref. 17.

APPENDIX B: INTERPRETATION IN TERMS
OF A DIABATIC MODEL

We show here how Eq. (20) can be interpreted in terms of
a diabatic model. Degenerate perturbation theory shows that a
two-state representation is enough to reproduce the expansion
of ∆(Q) to first order around a two-state conical intersection
QX, hence the expansion of ∆2(Q) to second order. In order to
get an intuitive picture of the problem at hand, let us start by
assuming that there pre-exists a two-state Hamiltonian matrix
that plays the role of an effective representation of the elec-
tronic Hamiltonian for the two adiabatic target states, |Ψ0; Q〉
and |Ψ1; Q〉. The eigenvalues of this matrix are assumed to be
identical to the adiabatic energies, V1(Q) ≥ V0(Q).

The underlying model states, |Φa; Q〉 and |Φb; Q〉, can
be taken as real-valued and orthonormal such that the matrix
representation of Ĥel(Q) is real symmetric. It is conveniently
recast as follows:

H(Q) =
Hbb(Q) + Haa(Q)

2
1 +

[
−D(Q) W (Q)
W (Q) D(Q)

]
, (B1)

where

D(Q) =
Hbb(Q) − Haa(Q)

2
, (B2)

W (Q) = Hab(Q) = Hba(Q). (B3)

The adiabatic energy half-difference reads

∆(Q) =
√

D2(Q) + W2(Q). (B4)

We assume |Φa; Q〉 and |Φb; Q〉 to be (quasi)diabatic. They
depend smoothly on Q and so do D(Q) and W (Q). Considering
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the following Taylor expansions around QX,

D(Q) = δ +
∑

K

κK
(

QK − QK
X

)

+
1
2

∑

K

∑

L

(

QK − QK
X

)

γKL

(

QL − QL
X

)

+ · · ·, (B5)

W (Q) = ε +
∑

K

λK

(

QK − QK
X

)

+
1
2

∑

K

∑

L

(

QK − QK
X

)

ηKL

(

QL − QL
X

)

+ · · ·, (B6)

yields

∆
2(Q) = δ2 + ε2 + 2

∑

K

(δκK + ελK )
(

QK − QK
X

)

+
∑

K

∑

L

(

QK − QK
X

)

(κK κL + λKλL

+ δγKL + εηKL)
(

QL − QL
X

)

+ · · ·. (B7)

In other words,

∆
2(QX) = δ2 + ε2, (B8)

∂K∆
2(QX) = 2(δκK + ελK ), (B9)

∂K∂L∆
2(QX) = 2(κK κL + λKλL + δγKL + εηKL). (B10)

In particular, if QX is a conical intersection (δ = ε = 0), we get

∆
2(QX) = 0, (B11)

∂K∆
2(QX) = 0, (B12)

∂K∂L∆
2(QX) = 2(κK κL + λKλL). (B13)

The last relationship will be used to identify the plane spanned
by (κ, λ) to the branching plane.

Note that Eq. (B13) is unchanged if γKL = ηKL = 0 even
if δ , 0 or ε , 0, i.e., at a point QM near QX such that
∆(QM) , 0. In other words, the approach discussed in this
work is valid also in the vicinity of a conical intersection,
provided a linear regime is still valid. The condition for this
can be summarised as δγKL + εηKL ≪ κK κL + λKλL; in other
words, the second derivatives γKL and ηKL are small and/or
the energy gap is small compared to the effect of first-order
terms.

The Hessian matrix of the square energy difference at QX,
F =

[
∂K∂L∆

2(QX)
]
, is a sum of two symmetric dyads. Thus,

for any vector v,

∑

L

FKLvL = 2 *,
∑

L

κLvL+- κK + 2 *,
∑

L

λLvL+- λK . (B14)

As a consequence, any vector orthogonal to the plane spanned
by (κ, λ) corresponds to a zero eigenvalue. If this plane is
not accidentally a line (which happens when both vectors are
parallel), the matrix is of rank 2. Any pair of eigenvectors of
F with non-vanishing eigenvalues thus span the same plane as
(κ, λ).

At the conical intersection, ��Φa; QX
〉

and ��Φb; QX
〉

form
a possible pair of degenerate adiabatic states by construction
[∆(QX) = 0 implies D(QX) = W (QX) = 0]. They can be identi-
fied at this point to the adiabatic states produced by the actual
calculation [those corresponding to θ = 0; see Eqs. (14) and

(15)]: ��Φa; QX
〉

≡ ��Ψ0; QX
〉

and ��Φb; QX
〉

≡ ��Ψ1; QX
〉

. These
so-called crude adiabatic states are often assumed not to vary
with Q in the vicinity of QX. In fact, they can vary smoothly:52

if
〈

Φc; QX
��∂KΦd ; QX

〉

are finite (c, d ∈ {a, b}), a Hellmann-
Feynman-type derivation [see Eq. (3)] shows that (κ, λ) are
identical to the adiabatic BS vectors

(

xX(1), xX(2)
)

discussed
in Sec. II, Eqs. (12) and (13),

κK = ∂K D(QX) ≡ x
X(1)
K

, (B15)

λK = ∂K W (QX) ≡ x
X(2)
K

. (B16)

The model states can be rotated through any arbitrary angle θ
to produce another degenerate pair of states,���Φ̃a; QX

〉

= cos θ ��Φa; QX
〉

+ sin θ ��Φb; QX
〉

≡ ���Ψ̃0; QX

〉

,

(B17)

���Φ̃b; QX

〉

= − sin θ ��Φa; QX
〉

+ cos θ ��Φb; QX
〉

≡ ���Ψ̃1; QX

〉

.

(B18)

The corresponding first-order parameters satisfy

κ̃K = cos 2θκK − sin 2θλK ≡ x̃
X(1)
K

, (B19)

λ̃K = sin 2θκK + cos 2θλK ≡ x̃
X(2)
K

. (B20)

The arbitrariness of θ is of no consequence on F, owing to the
following identity [see also Eq. (20)]:

κ̃K κ̃L + λ̃K λ̃L = κK κL + λKλL. (B21)

Now, if the angle θ is chosen such that
(

κ̃, λ̃
)

are made
orthogonal,

∑

L

κ̃L λ̃L = 0, (B22)

these vectors happen to be two eigenvectors of F with non-zero
eigenvalues,

∑

L

FKL κ̃L = 2
∑

L

(

κ̃K κ̃L + λ̃K λ̃L

)

κ̃L = *,2
∑

L

κ̃2L
+- κ̃K ,

(B23)

∑

L

FKL λ̃L = 2
∑

L

(

κ̃K κ̃L + λ̃K λ̃L

)

λ̃L =
*,2

∑

L

λ̃2
L
+- λ̃K .

(B24)

Reciprocally, diagonalising F produces a pair of orthogonal
vectors parallel to κ̃ and λ̃, the eigenvalues of which are twice
the square lengths of κ̃ and λ̃ (the other eigenvectors of F

correspond to zero eigenvalues).
Now, for θ to make

(

κ̃, λ̃
)

orthogonal, it must satisfy49

sin 4θ
Saa − Sbb

2
+ cos 4θSab

= 0, (B25)

where the overlap matrix, S, is defined as

Saa
=

∑

L

κ2L, (B26)

Sab
=

∑

L

κLλL =

∑

L

λLκL = Sba, (B27)

Sbb
=

∑

L

λ2
L. (B28)
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A value of 4θ that satisfies the orthogonality criterion of
Eq. (B25) always exists. If Sbb

, Saa, it is unique within
the interval

]
− π

2 , + π
2

[
such that the unique value of θ

within
]
− π

8 , + π
8

[
reads

θ =
1
4

arctan
2Sab

Sbb − Saa
. (B29)

If Sbb = Saa, either Sab
, 0 and θ = ± π

8 or Sab = 0 and
θ is undetermined [any value is acceptable since (κ, λ) are
already orthogonal and of equal lengths, which occurs at Jahn-
Teller crossings]. The square lengths of the rotated vectors
read

∑

L

κ̃2L =
Saa + Sbb

2
− ε

√

(

Sbb − Saa

2

)2

+
(

Sab
)2, (B30)

∑

L

λ̃2
L =

Saa + Sbb

2
+ ε

√

(

Sbb − Saa

2

)2

+
(

Sab
)2, (B31)

where ε = sgn
(

Sbb − Saa
)

if Sbb
, Saa (when the latter are

equal, ǫ = ±1 and θ = ε π8 ). Note that, despite the identity
shown in Eq. (B21), κ̃ and λ̃ are eigenvectors of F, while κ
and λ are not unless they are already orthogonal; now, if κ
and λ are orthogonal and of equal lengths, they are degener-
ate eigenvectors of F and can be rotated with no prescription.
Diagonalising F will thus produce a pair of vectors

(

κ̃, λ̃
)

that can be identified to
(

x̃X(1), x̃X(2)
)

up to unphysical signs
for a value of θ that makes them orthogonal. Their direc-
tions are those of the major and minor axes of the ellipse
formed by a constant value of ∆(Q) expanded to first order
around the apex of the cone; their lengths are related to the
eccentricity.
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9H. Köppel, W. Domcke, and L. S. Cederbaum, Adv. Chem. Phys. 57, 59–246
(1984).

10G. A. Worth and L. S. Cederbaum, Annu. Rev. Phys. Chem. 55, 127–158
(2004).

11G. A. Worth, M. A. Robb, and B. Lasorne, Mol. Phys. 106(16-18),
2077–2091 (2008).
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Annexe B

Opérateur d’énergie cinétique
du modèle 3D
Définition du référentiel

On se place dans un référentiel “Body-Fixed”
{

RCM, eBF
x , eBF

y , eBF
z

}

pa-
ramétré par le centre de masse de la molécule et deux vecteurs de réfé-
rence vSF

1 (R) et vSF
2 (R), non colinéaires et attachés au positions de cer-

tains noyaux. Dans ce référentiel on a le vecteur de position des noyaux
RBF dont les composantes R(j,i), i ∈ {x, y, z} pour chaque atome j sont
exprimées dans la base des vecteurs {eBF

x , eBF
y , eBF

z } définis par :

eBF
x =

vBF
1

‖vBF
1 ‖ (B.1)

eBF
y =

v̄BF
2

‖v̄BF
2 ‖ , v̄BF

2 = vBF
2 − vBF

1 · vBF
2

‖vBF
1 ‖2

vBF
1 (B.2)

eBF
z =

vBF
1 ∧ vBF

2

‖vBF
1 ∧ vBF

2 ‖ (B.3)

Pour le benzopyrane nous avons choisi v1(R) = R
C2

− R
C3

et v2(R) =
R

C7
−R

C3
. Cela revient à dire que le vecteur eBF

x est aligné selon la liaison
C3 − C2, et eBF

y orthogonal à eBF
x dans le plan C2, C3, C7. D’un point de vue

géométrique, les géométries nucléaires sont centrées par rapport au centre
de masse et alignées selon un choix d’atomes de référence.

Dans ce référentiel, en supposant le moment angulaire nul, l’opérateur
d’énergie cinétique des noyaux T̂ BF peut s’exprimer par

T̂ BF = −~
2

2

N
∑

j=1

∑

i=x,y,z

1
Mj

∂2

∂RBF
(j,i)

2 (B.4)

avec Mj masse du noyau j

Transformation de coordonnées

En considérant un sous espace B de l’espace des 3N coordonnées nu-
cléaire défini par l’ensemble de vecteurs orthogonaux {B1, . . . ,Bk}, k <
3N − 1 et son complément orthogonal {Ck+1, . . . ,C3N}, on définit une ma-
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trice de transformation

A =

























BT

1
...

BT

k

CT

k+1
...

CT

3N

























(B.5)

tel que le vecteur Q = ARBF représente la géométrie nucléaire RBF dans
un jeu de coordonnées rectilignes (B1, . . . , Bk, Ck+1, . . . , C3N).

Si l’on considère à présent m la matrice diagonale des masses nucléaires
avec l’indice I tel que mII soit la masse de l’atome du I-ème élément de R,
on peut obtenir la matrice inverse des masses réduites G pour les coordon-
nées Qi par

G = Am−1AT (B.6)

On peut alors réécrire l’expression de l’énergie cinétique BF de l’équation
(B.4)

T̂ BF = −~
2

2

3N
∑

i,j=1

Gij
∂2

∂Qi∂Qj

(B.7)

En ne considérant que les modes du sous espace X on obtient donc

T̂ BF
X = −~

2

2

k
∑

i,j=1

Gij
∂2

∂Bi∂Bj

(B.8)

Pour le modèle 3D de surfaces d’énergie potentielle du benzopyrane,
on considère le sous espace {Q1,Q2,Q3} ≡ {X0,X1,X2}. On obtient la
matrice suivante comme paramètres de l’opérateur d’énergie cinétique.

M =







0.7245 0.1410 −0.0253
0.1410 0.1138 −0.0053

−0.0253 −0.0053 0.0886





 uma−1 (B.9)

On note que la représentation matricielle de l’opérateur d’énergie ciné-
tique dans notre choix de coordonnées n’est pas diagonale. La formulation
du modèle en coordonnées pondérées de masse permettrait de la diagona-
liser et réduire ainsi le nombre de termes. Cette optimisation n’a pas été
réalisée dans ce travail eut égard au nombre réduit de termes mais devrait
être envisagée pour une extension de dimensionalité.
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BIPS nitro-indolino spirobenzopyrane

CASPT2 Complet Active Space Perturbation Theory à l’ordre 2

CASSCF Complet Active Space Self Consistent Field

CI interaction de configuration (Configuration Interaction)

CIS forme ouverte du benzopyrane en configuration cis de la liaison
C4 − C5

DCV vecteur de couplage dérivatif (Derivative Coupling Vector)

DOF degré de liberté (Degree Of Freedom)

FC Franck-Condon

FWHM largeur à mi-hauteur (Full Width at Half Maximum)

GDV vecteur du gradient de la différence (Gradient Difference Vector)

LASER Light Amplification by Stimulated Emission of Radiation

LVC hamiltonien de couplage vibronique linéaire (Linear Vibronic
Coupling Hamiltonian)

M0 minimum forme fermée du benzopyrane dans l’état fondamental

M1 minimum forme fermée du benzopyrane dans l’état excité

MCTDH Multi-Configuration Time-Dependent Hartree

MECI intersection conique d’énergie minimale (Minimum Energy
Conical Intersection)

SEP Surface d’Énergie Potentielle

SPF fonction à une particule (Single Particle Function)

VCH hamiltonien de couplage vibronique (Vibronic Coupling
Hamiltonian)

XMCQDPT2 eXtended Multi-Configuration Quasi-Degenerate
Perturbation Theory à l’ordre 2

CTMM L’équipe "Chimie Théorique, Méthodologies, Modélisation" à
l’Institut Charles Gerhardt de Montpellier

DQNL L’équipe "Dynamique Quantique et Non-Linéaire" au Laboratoire
Interdisciplinaire Carnot De Bourgogne de Dijon

PFL L’équipe "Processus Femtosecondes et Lasers Intenses" au
Laboratoire Interdisciplinaire Carnot De Bourgogne de Dijon
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